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Introduction

L’électronique de spin, ou spintronique, s’intéresse au degré de liberté offert par le spin
de l’électron pour créer des dispositifs de stockage, de traitement logique ou de transport
d’information [1]. Depuis les années 1990, deux axes se sont développés parallèlement :
la spintronique des métaux, et celle des semi-conducteurs. La spintronique des métaux a
pris son essor avec la découverte de la magnétorésistance géante en 1988 [2, 3]. Cette dé-
couverte, qui a valu à A. Fert et P. Grünberg le prix Nobel en 2007, démontrait que l’on
pouvait contrôler le transport électronique par l’aimantation des matériaux ferromagné-
tiques — elle-même contrôlable par un champ magnétique. Une application directe est la
vanne de spin [4] : un dispositif formé d’une couche métallique non-magnétique entre deux
ferromagnétiques possède deux états de résistance, faible et forte, selon que l’aimantation
des couches ferromagnétiques est parallèle ou antiparallèle.

La spintronique des semi-conducteurs [5] s’inscrit quant à elle dans la lignée de l’in-
vention du transistor en 1948. Le transistor exploite la possibilité, propre aux semi-
conducteurs, de contrôler les propriétés électroniques par le dopage et l’application de
champs électriques. Les semi-conducteurs présentent également des avantages certains pour
la spintronique : le spin y est facilement accessible optiquement (pour l’injection ou la dé-
tection), et possède généralement une cohérence plus grande que dans les métaux. Ainsi, il
a rapidement été envisagé de reproduire dans les semi-conducteurs les effets spintronique
initialement démontrés dans les métaux. L’intérêt s’est tourné vers les structures hybrides
ferromagnétiques/semi-conducteurs [6, 7], et vers les matériaux multifonctionnels, à la
fois semi-conducteurs et magnétiques — les semi-conducteurs magnétiques dilués comme
GaMnAs [8, 9] ou CdMnTe [10]. Une troisième stratégie a également émergé, consistant à
exploiter l’interaction spin-orbite des semi-conducteurs.

L’interaction spin-orbite est un effet relativiste, par lequel un électron en mouvement
dans un champ électrique voit un champ magnétique effectif BSO, qui agit sur son spin.
Ce mécanisme très général permet de générer et manipuler le spin des électrons en influant
simplement sur leur mouvement par des champs électriques. Il ouvre donc la possibilité
de s’affranchir de l’utilisation de matériaux ferromagnétiques ou de champs magnétiques
extérieurs, et d’envisager des dispositifs semi-conducteurs tout-électriques pour la spintro-
nique. Ainsi, il a récemment été démontré que l’on pouvait générer une accumulation de
spin par le simple passage d’un courant de charge : c’est l’effet Hall de spin [11, 12]. Il
a également été montré que l’on pouvait effectuer des rotations cohérentes du spin des
électrons itinérants, par des champs électriques continus [13] ou pulsés [14].

Aux côtés de l’interaction spin-orbite, une autre interaction fondamentale, l’interaction
Coulombienne, est récemment apparue comme un protagoniste important. Cette dernière
est en effet à la base de l’existence des ondes de spin, qui pourraient être utilisées alternati-
vement aux courants polarisés en spin pour transporter une information : c’est le domaine
émergent de la magnonique [15]. Ces ondes de spin existent dans les isolants magnétiques,
sous la forme d’une précession collective des spins localisés [16]. Elles existent aussi dans les
semi-conducteurs, sous la forme d’une oscillation [17] ou d’une précession [18] collectives
des spins itinérants : on parlera alors de façon générale de modes collectifs de spin.



2 Introduction

Dans ce travail, nous allons nous situer à la croisée de ces deux axes de recherche, en étu-
diant les effets du couplage spin-orbite sur les modes collectifs de spin. Nous nous
intéressons à ces effets dans des puits quantiques de semi-conducteurs de structure blende
de zinc : GaAs et CdMnTe. Dans ces structures, l’asymétrie spatiale de la maille cristalline
et du potentiel de confinement conduit à l’existence de champs spin-orbite intrinsèques,
nommés champs Dresselhaus et Rashba, respectivement [19]. Ces champs BSO(k), qui dé-
pendent du vecteur d’onde électronique k, produisent une levée de dégénérescence et une
orientation de spin des états de conduction. Par application d’un champ électrique, on peut
imprimer un vecteur d’onde de dérive qdrift à un ensemble d’électrons : les spins précessent
alors en moyenne autour du champ spin-orbite BSO(k = qdrift). Mais chaque électron voit
un champ spin-orbite différent en orientation et en amplitude : l’axe et la fréquence de
précession varient donc d’un électron à un autre, mais aussi pour un même électron quand
son vecteur d’onde diffuse. Ainsi, les champs spin-orbite contribuent de façon importante à
la relaxation et au déphasage de spin : c’est le mécanisme D’yakonov-Perel’ [20]. Tous ces
effets spin-orbite à 1 particule — i.e. que l’on peut expliquer en ignorant l’interaction Cou-
lombienne entre électrons — sont actuellement bien caractérisés sur les plans expérimental
et théorique [19, 21].

Les modes collectifs (ondes) de spin, qui reposent sur l’interaction Coulombienne, sont
également bien connus dans les semi-conducteurs, et les puits quantiques en particulier.
Dans ces derniers, principalement deux types de modes collectifs de spin sont possibles.
L’un implique des transitions électroniques entre les sous-bandes induites par le confine-
ment : c’est le plasmon de spin inter-sous-bande, qui a été extensivement étudié dans les
années 1990 [17, 22–25]. L’autre implique des transitions entre des états de spin séparés
énergétiquement par l’application d’un champ magnétique extérieur : cette onde de spin
intra-sous-bande, qui peut être réalisée de façon privilégiée dans les semi-conducteurs ma-
gnétiques dilués comme CdMnTe, a été très étudiée dans les années 2000, au sein de notre
équipe notamment [18, 26–30].

Ainsi, dans les semi-conducteurs, les effets spin-orbite à 1 particule d’une part, et les
modes collectifs de spin d’autre part, font aujourd’hui l’objet d’une connaissance mature.
Mais l’intersection des deux domaines est restée relativement inexplorée. Il a certes été pré-
dit que les interactions Coulombiennes renforcent les constantes de couplage spin-orbite
Rashba et Dresselhaus, jusqu’à quelques dizaines de % [31–33] ; cependant, un tel renfor-
cement n’a jamais pu être démontré expérimentalement à notre connaissance. Il a égale-
ment été montré, théoriquement [34, 35] et expérimentalement [36–38], que les interactions
Coulombiennes influencent le mécanisme de relaxation D’yakonov-Perel’, par la diffusion
électronique additionnelle et le champ d’échange qu’elles produisent. Mais ces études n’ont
pas envisagé le cas d’un mode collectif de spin à proprement parler, i.e. une excitation où
l’interaction Coulombienne joue un rôle central dans la dynamique des électrons.

A première vue, pour un tel mode collectif, les champs spin-orbite ont un effet désor-
ganisant. En effet, chaque spin électronique de vecteur d’onde k précesse autour de son
propre champ spin-orbite BSO(k), ce qui devrait détruire progressivement la cohérence
de spin par un mécanisme analogue au mécanisme D’yakonov-Perel’. Mais cette image ne
tient pas compte des interactions Coulombiennes entre électrons. Dans ce travail de thèse,
nous allons montrer que pour les modes collectifs de spin des puits quantiques, ce scénario
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de relaxation D’yakonov-Perel’ est transformé en un autre scénario. Au lieu de déphaser
l’excitation collective, le couplage spin-orbite, combiné à l’interaction de Coulomb, conduit
au contraire à un effet constructif surprenant.

Plus précisément, en étudiant par spectroscopie Raman les deux grands types de modes
collectifs ci-dessus (le plasmon de spin inter-sous-bande et l’onde de spin sous champ ma-
gnétique), nous allons montrer que leur dynamique peut être décrite de façon très simple,
comme la précession d’un objet macroscopique de spin 1, autour d’un champ spin-orbite
collectif Bcoll

SO (q). De plus, nous allons montrer que ce champ collectif, linéaire avec le
vecteur d’onde q de l’excitation, est remarquablement renforcé d’un facteur de plusieurs
unités par rapport aux champs spin-orbite individuels. Ce renforcement est bien supé-
rieur au renforcement de quelques dizaines de % anticipé ci-dessus. Pour révéler la réalité
physique de ce champ collectif, nous montrons notamment qu’il peut être superposé à un
champ magnétique (champ réel du laboratoire, ou champ d’échange créé par des impuretés
magnétiques) : les deux champs s’additionnent alors de façon vectorielle, réorganisant la
dynamique de spin autour du champ total. Enfin nous montrons que que le renforcement
du champ spin-orbite collectif croît avec la densité électronique, comme l’énergie d’échange.

Le manuscrit est composé de trois chapitres de mise en contexte, suivis de trois chapitres
de résultats expérimentaux :

• Le chapitre 1 donne une présentation générale des excitations électroniques dans les puits
quantiques dopés. Nous rappelons la structure électronique des semi-conducteurs étudiés,
et la façon d’obtenir un gaz d’électrons bi-dimensionnel. Puis nous présentons les outils
théoriques permettant de décrire les interactions Coulombiennes entre électrons, ainsi que
les modes collectifs de spin qui en découlent.

• Le chapitre 2 est consacré aux effets spin-orbite à 1 particule dans ces mêmes structures
semi-conductrices. Les modèles de Dresselhaus et Rashba sont présentés, ainsi que les prin-
cipales applications spintronique du couplage spin-orbite. Nous abordons aussi l’influence
désorganisatrice de ce dernier sur les excitations de spin (mécanisme D’yakonov-Perel’), et
les stratégies proposées pour y parer.

• Le chapitre 3 présente notre outil expérimental, la spectroscopie Raman électronique
résonante. Nous décrivons les principaux aspects théoriques de la diffusion Raman, puis le
dispositif expérimental, à double résolution angulaire et sous champ magnétique, que nous
avons utilisé.

Nous présentons ensuite nos résultats :

• Dans le chapitre 4, nous étudions le plasmon de spin inter-sous-bande, dans un puits
quantique de GaAs. Nous montrons que la dynamique de spin de cette excitation est
remarquablement organisée : un champ spin-orbite collectif émerge, donnant naissance à
un éclatement de structure fine du spectre plasmon. Nous utilisons un champ magnétique
extérieur pour contrôler cet éclatement, et cartographier le champ spin-orbite collectif
Bcoll

SO dans l’espace réciproque. Nous montrons que ce dernier est renforcé d’un facteur 5
par rapport aux champs spin-orbite individuels.
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• Afin d’interroger la généralité des phénomènes observés, nous étudions au chapitre 5
l’onde de spin intra-sous-bande du gaz d’électrons polarisé en spin, dans un puits quantique
magnétique dilué de CdMnTe. Le même phénomène d’organisation et de renforcement des
champs spin-orbite est mis en évidence, dans un contexte différent. Le champ spin-orbite
collectif Bcoll

SO se superpose ici au "champ Zeeman géant" de CdMnTe, dû aux impuretés
magnétiques de Mn. Ce champ Zeeman géant permet d’isoler un mode de spin, facilitant
l’observation des effets spin-orbite collectifs.

• Prolongeant l’étude précédente, le chapitre 6 démontre la possibilité de contrôler l’ampli-
tude du champ spin-orbite collectif, en faisant varier la densité électronique à l’aide d’un
faisceau laser secondaire. Cette "grille optique" nous permet de démontrer que le facteur de
renforcement du champ spin-orbite collectif croît avec la densité électronique, ce qui est le
comportement opposé des renforcements Coulombiens usuels. Ce chapitre met également
en évidence de nouvelles anisotropies, nous permettant d’affiner la modélisation des effets
spin-orbite collectifs.
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Ce chapitre donne une présentation générale du système physique que nous allons
étudier dans ce travail de thèse : le gaz d’électrons bi-dimensionnel confiné dans des puits
quantiques de GaAs et CdMnTe. Les sections 1.1 et 1.2 décrivent la réalisation concrète de
ce gaz d’électrons : nous présentons les semi-conducteurs utilisés, puis leur agencement pour
former des puits quantiques dopés. Les sections 1.3 et 1.4 sont quant à elles consacrées au
traitement théorique du gaz d’électrons en interaction Coulombienne : nous décrivons l’état
fondamental, puis nous nous intéressons aux excitations. Notre objectif est d’introduire à
la notion centrale de modes collectifs, et aux outils théoriques que nous utiliserons dans la
suite de ce travail pour les décrire.
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1.1 Semi-conducteurs de structure blende de zinc

Cette section présente les semi-conducteurs que nous allons étudier : l’arséniure de
gallium GaAs, et le tellurure de cadmium CdTe faiblement dopé par des ions manganèse
Mn.

1.1.1 Structure de bande du massif

GaAs (composé binaire III–V) et CdTe (II–VI) cristallisent tous deux dans la structure
blende de zinc. Les deux atomes du composé forment respectivement deux sous-réseaux
cubiques à faces centrées, décalés d’un quart de la grande diagonale du cube.

Fig. 1.1. Structure des bandes de conduction et de valence du massif dans GaAs et CdTe (structure
blende de zinc), au voisinage de k = 0 dans l’approximation de la masse effective.

Les 8 électrons externes par maille cristalline (4 électrons s et 4 électrons p)1 s’hybrident
pour former des liaisons tétraédriques entre un atome et ses plus proches voisins, donnant
lieu à des orbitales liantes et anti-liantes. 2 électrons occupent les 2 états liants s, les 6
autres électrons remplissent les 6 états liants p (moment orbital L = 1) donnant naissance
à la bande de valence. La bande de conduction (2 états) provient des états antiliants s
(moment orbital L = 0) ; elle est séparée de la bande de valence par une bande interdite
directe Eg. La structure de bande correspondante est schématisée figure 1.1.

La dégénérescence en k = 0 des bandes de valence de moment angulaire total J = 1/2

et J = 3/2 est levée par l’interaction spin-orbite (énergie de séparation ∆). La bande
J = 3/2 contient deux sous-bandes de moment angulaire Jz = 1/2 et Jz = 3/2 dégénérées

1. Les structures électroniques des atomes considérés sont les suivantes : Ga (4s24p1), As (4s24p3),
Cd (5s2) et Te (5s25p4).
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Tableau 1.1. Paramètres matériau basse température utilisés dans ce travail, pour GaAs et CdTe.
De gauche à droite : bande interdite (Eg), énergie spin-orbite (∆), masse de bas de bande (mb) et
facteur gyromagnétique (g) des électrons de conduction, constante diélectrique relative (εr), rayon
de Bohr (a∗B) et Rydberg (Ry∗) effectifs, paramètres de couplage Dresselhaus (γ) et Rashba (r6c6c

41 ).

Eg ∆ mb g εr a∗B Ry∗ γ r6c6c
41

(eV) (eV) (nm) (meV) (eVÅ3) (Å2)
GaAs [39, 19] 1.519 0.34 0.067m0 −0.44 12.4 9.79 5.93 27.6 5.21

CdTe [40, 41, 19] 1.606 0.95 0.105m0 −1.64 10.0 5.04 14.3 43.9 6.93

en k = 0 ; elles correspondent aux trous légers et trous lourds, respectivement. La sous-
bande de valence la plus profonde (J = 1/2) est celle des trous split-off. Les valeurs de Eg

et ∆ sont données dans le tableau 1.1 pour GaAs et CdTe à basse température (T = 4 K).

1.1.2 Approximation de la masse effective

La structure de bande schématisée figure 1.1 correspond à l’approximation de la masse
effective. Cette dernière donne une description locale des dispersions au voisinage d’un point
de haute symétrie de la zone de Brillouin — ici k = 0 (point Γ). Chaque bande (indicée
par n) est alors décrite, en plus de son énergie en k = 0, par une dispersion parabolique :

εnk = εn0 +
~2

2

∑
α,β

kα
1

mαβ
n

kβ , (1.1)

où mαβ
n est le tenseur de masse effective pour la bande n (et α et β désignent les axes x, y

et z d’un trièdre).2 Cette description découle naturellement du traitement perturbatif en
k des énergies électroniques par la méthode k · p̂ [42].

a. Méthode k · p̂

On montre que la fonction de Bloch unk(r)eikr, décrivant un électron de vecteur d’onde
k dans la bande n, est solution de :[ p̂2

2m0
+ V (r̂)︸ ︷︷ ︸

Ĥ(k=0)

+
~2k2

2m0
+

~k · p̂
m0︸ ︷︷ ︸

Ŵ(k)

]
unk = εnkunk , (1.2)

où m0 est la masse de l’électron libre et V (r) est le potentiel cristallin périodique.3 Les
corrections relativistes sont ici négligées. En partant des états "non perturbés" de centre
de zone, tels que :

Ĥ(k = 0)un0 = εn0un0 , (1.3)

2. On peut définir le tenseur de masse effective de façon plus générale, par la dérivée seconde de la
dispersion : 1

m
αβ
n

= 1
~2

∂2εnk
∂kα∂kβ

.

3. On a considéré ici le Hamiltonien Ĥ = p̂2

2m0
+ V (r).
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le traitement en perturbation du terme Ŵ(k), contenant le produit k · p̂, conduit pour une
bande non-dégénérée à la dispersion :

εnk = εn0 +
~2k2

2m0
+

~2

m2
0

∑
n′ 6=n

|〈un0 |k · p̂|un′0〉|2

εn0 − εn′0
. (1.4)

Cette dispersion possède effectivement la forme quadratique (1.1), permettant de définir
une masse effective.

b. Masse effective des électrons de conduction

Pour la bande de conduction, en se limitant au couplage k · p̂ à la bande de valence Γ8

(cf. figure 1.1), on obtient une masse effective isotrope mb telle que :

m0

mb
' 1 +

2m0P
2

Eg
' 2m0P

2

Eg
, (1.5)

où
P =

−i
m0
〈S|p̂x|X〉 =

−i
m0
〈S|p̂y|Y 〉 =

−i
m0
〈S|p̂z|Z〉 (1.6)

est l’élément de matrice de Kane. C’est le seul élément de matrice de p̂ non nul entre les
états de conduction |S〉 (orbitale de symétrie s) et les états de valence |X〉, |Y 〉 et |Z〉
(orbitales de symétrie p). Sa valeur varie peu au sein des semi-conducteurs des groupes
III–V et II–VI : elle est telle que 2m0P

2 ∼ 20 eV [42, 43].4

c. Modèles de type Kane

Le couplage k · p̂ (terme Ŵ(k) de l’Eq. (1.2)) peut également être traité de façon
exacte dans un sous-espace donné.5 Le modèle de Kane [44] (8 × 8) considère ainsi les 4
bandes de la figure 1.1. Le "modèle de Kane étendu" [45, 19] (14 × 14) inclut également
les 3 bandes de conduction d’énergies immédiatement supérieures à la bande Γ6, et traite
ensuite perturbativement le couplage aux bandes lointaines. L’utilisation de ce dernier
modèle est nécessaire pour une description précise des effets spin-orbite dans la bande de
conduction (effets Dresselhaus et Rashba). Les constantes de couplage spin-orbite utilisées
dans ce travail sont issues de ce modèle de Kane étendu (cf. Ref. [19], et valeurs de r6c6c

4141

et γ dans le tableau 1.1).

d. Etats de Bloch de centre de zone

Nous avons noté que la dégénérescence des états de valence est partiellement levée par
le couplage spin-orbite (énergie ∆). Il est donc naturel d’utiliser, pour décrire les états
k = 0, les fonctions propres de J2 et Jz, où J = L + S est le moment angulaire total.

4. Notons que Eg et ∆ ne sont pas donnés par le calcul k · p̂. Ils peuvent être obtenus par des calculs
microscopiques (liaisons fortes, pseudo-potentiels), ou bien mesurés par spectroscopie inter-bande. La
masse effective peut quant à elle être mesurée par résonance cyclotron. En utilisant l’Eq. (1.5) (ou une
expression plus sophistiquée), on peut ainsi obtenir une détermination semi-empirique de l’élément de
matrice de Kane.

5. Ceci permet notamment de décrire les effets de non-parabolicité de masse effective.
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Tableau 1.2. Les 8 fonctions d’onde (partie périodique de la fonction de Bloch) des états k = 0

dans le modèle à 4 bandes de la Fig. 1.1. Ces fonctions sont propres de J2 et Jz, où J = L + S est
le moment angulaire total.

|J, Jz〉 Description Fonction d’onde un0 Energie εn0∣∣1
2 ,

1
2

〉
Conduction ↑ i |S ↑〉 0∣∣1

2 ,−
1
2

〉
Conduction ↓ i |S ↓〉 0∣∣3

2 ,
3
2

〉
Trou lourd ↑

∣∣∣X+iY√
2
↑
〉

−Eg∣∣3
2 ,−

3
2

〉
Trou lourd ↓

∣∣∣X−iY√
2
↓
〉

−Eg∣∣3
2 ,

1
2

〉
Trou léger

∣∣∣X+iY√
6
↓
〉
−
√

2
3 |Z ↑〉 −Eg∣∣3

2 ,−
1
2

〉
Trou léger −

∣∣∣X−iY√
6
↑
〉
−
√

2
3 |Z ↓〉 −Eg∣∣1

2 ,
1
2

〉
Split-off

∣∣∣X+iY√
3
↓
〉

+ 1√
3
|Z ↑〉 −Eg −∆∣∣1

2 ,−
1
2

〉
Split-off −

∣∣∣X−iY√
3
↑
〉

+ 1√
3
|Z ↓〉 −Eg −∆

Le tableau 1.2 donne l’expression des fonctions d’onde correspondant aux 4 bandes de la
figure 1.1. Ces fonctions d’onde font intervenir les orbitales |S〉, |X〉, |Y 〉 et |Z〉, ainsi que le
spin σ = ↑ ou ↓. On soulignera que du fait du couplage spin-orbite, les états de trou léger et
split-off sont mélangés de spin : ceci sera d’une importance centrale pour la spectroscopie
Raman, afin de sonder le spin des électrons de conduction (cf. section 3.2.2).

1.1.3 Dopage magnétique : CdMnTe

Nous étudierons des puits quantiques de Cd1−xMnxTe, obtenus en diluant dans la
matrice de CdTe une faible concentration de manganèse Mn. Nous donnons donc ici une
brève introduction, historique et physique, à ce matériau d’usage moins répandu que GaAs.

Cd1−xMnxTe fait partie de la famille des semi-conducteurs magnétiques dilués [10].
Ces matériaux ont été introduits dans les années 1970, dans le but de combiner les atouts
des propriétés semi-conductrices et magnétiques dans un même matériau. Dans CdMnTe,
Mn est seulement un dopant magnétique (il n’est pas un accepteur comme dans GaMnAs),
fournissant un spin localisé. Le composé peut alors être dopé n ou p. Le ferromagnétisme
(médié par les porteurs) a été observé dans CdMnTe dopé p, avec une température de
Curie d’environ 3 K [46, 47], mais jamais dans CdMnTe dopé n (la température de Curie
prédite est de l’ordre de 10 mK [48]). CdMnTe présente l’avantage d’une excellente dilution
de Mn dans la matrice : ce dernier se place en substitution de Cd, et la propension à former
des agrégats et des interstitiels est beaucoup plus faible que dans GaMnAs. Ainsi, si les
applications magnétiques y sont moins directes que dans ce dernier composé,6 CdMnTe est
un matériau bien maîtrisé qui permet d’étudier finement les interactions entre impuretés
magnétiques et porteurs. Outre l’étude de la phase ferromagnétique de p-CdMnTe, il a ainsi
été montré dans les puits quantiques de n-CdMnTe l’existence d’un régime de couplage
fort entre les électrons itinérants et les ions Mn [50, 27, 28, 51, 52], lorsque leurs énergies
Zeeman sont résonantes.

6. GaMnAs [8, 9] possède une température de Curie élevée (jusqu’à 173 K [49]).
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Se plaçant en substitution des Cd, les Mn ne modifient pas la structure blende de zinc
de CdTe pour x < 77% [10]. Nous étudierons ici des échantillons avec x ∼ 0.1 − 0.2%,
possédant donc des propriétés électroniques très proches de celles de CdTe. La bande
interdite augmente avec la concentration x de Mn : elle vaut 1.606 + 1.592x (eV) à basse
température (T = 4 K) [53, 10].

La structure électronique de Mn est 4s23d5 ; les 5 électrons de la couche externe forment,
dans le matrice de CdTe, une mini-bande à une énergie d’environ 3.5 eV sous le maximum
de la bande de valence [54]. Ces 5 électrons sont, d’après la règle de Hund, dans le même
état de spin, et le spin électronique total est donc 5

2 . Nous allons considérer des puits
quantiques n-CdMnTe (paramagnétiques) : sous l’effet d’un champ magnétique Bext, les
spins localisés des Mn se polarisent, et polarisent à leur tour les électrons de conduction
du puits quantique via l’interaction d’échange : on parle d’effet Zeeman géant. Dans une
approximation de champ moyen, l’énergie Zeeman correspondante s’écrit :

Z(Bext) = −xeff γQWN0 αs−d 〈Sz(Bext)〉th + gµBBext . (1.7)

Z contient deux contributions : la première correspond au champ d’échange créé par les
ions Mn. Elle est proportionnelle à la moyenne thermodynamique 〈Sz(Bext)〉th du spin
d’un ion Mn, donnée par une fonction de Brillouin modifiée (tous les détails nécessaires
seront donnés dans la section 5.1.1). N0 αs−d = 0.22 eV est l’intégrale d’échange entre
les électrons localisés d des Mn et les électrons itinérants s dans CdMnTe [55] (N0 est la
densité volumique de sites de cations), et γQW est la probabilité de présence des électrons
de conduction dans le puits. La seconde contribution dans l’Eq. (1.7) correspond à l’action
Zeeman directe du champ extérieur Bext, avec g ' −1.64 [56].

Pour donner un ordre de grandeur, on obtient Z ' 3 meV à Bext = 4.5 T et T = 2 K,
pour un dopage magnétique x = 0.3%. Comme nous le verrons, ce fort couplage Zeeman
permet de réaliser physiquement un système modèle, le gaz d’électrons polarisé en spin.

1.2 Puits quantiques dopés

Nous rappelons à présent comment les matériaux massifs que nous venons de présenter
peuvent être agencés pour former des puits quantiques, contenant un gaz d’électrons bi-
dimensionnel.

1.2.1 Généralités

On réalise un puits quantique en insérant une fine couche (quelques dizaines de plans
atomiques) d’un semi-conducteur A de bande interdite EAg entre deux couches de semi-
conducteurs B, possédant une bande interdite EBg > EAg : cf. figure 1.2. Les porteurs sont
alors confinés par la différence de bande interdite EBg −EAg , qui agit comme une barrière de
potentiel pour les électrons et les trous (alignement de type I), à chacune des 2 interfaces
A/B. Si l’épaisseur d de puits (matériau A) est de l’ordre de la longueur de de Broglie des
porteurs, ceux-ci sont de types bi-dimensionnels : leur mouvement est libre dans le plan du
puits, mais quantifié selon la direction de croissance, avec une énergie de confinement de
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l’ordre de ~2π2

2mnd2 (pour la bande n).7 Un gaz d’électrons bi-dimensionnel, formé d’électrons
en excès dans le puits, peut alors être obtenu par dopage, comme nous le rappelons à
présent.

B a n d e  d e  v a l e n c e

B a n d e  d e  c o n d u c t i o n

E h h
1

E e
1

E A
gE B

g �	
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���
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��

A x e  d e  c r o i s s a n c e

E n e r g i e

Fig. 1.2. Schéma d’un puits quantique : extrema des bandes de conduction et de valence en
fonction de la position sur l’axe de croissance. Les porteurs sont confinés par la différence de bande
interdite EBg − EAg entre la barrière et le puits. Le premier état confiné d’électron (énergie de
confinement Ee1) et de trou (Ehh1 ) sont également représentés.

1.2.2 Aspects de technologie

Cette section présente les procédés de fabrication et la structure de nos échantillons.

a. Epitaxie par jet moléculaire

La méthode la plus contrôlée pour croître des hétérostructures est l’épitaxie par jet
moléculaire [57] : c’est cette technique qui a été utilisée pour les échantillons de ce travail.
Dans une enceinte sous ultravide (10−11 mbar), des flux contrôlables d’atomes (Ga, As,
Cd, etc.), obtenus par vaporisation de sources solides, sont projetés sur un substrat massif
(GaAs, etc.) porté à haute température (500−700◦). La croissance se fait couche atomique
par couche atomique à vitesse modérée (environ une couche atomique par seconde), et peut
être suivie en temps réel par diffusion d’un jet d’électrons (effet RHEED8). Des interfaces
extrêmement abruptes peuvent être obtenues par cette technique (en particulier dans le
système GaAs/AlGaAs où le désaccord de maille ∆a/a < 10−3 est négligeable).

b. Modulation de dopage

La technique de modulation de dopage repose sur la séparation spatiale des électrons de
leurs donneurs : elle vise à limiter la perte de mobilité inévitablement induite par l’insertion

7. Typiquement quelques meV ou dizaines de meV.
8. Reflection High Energy Electron Diffraction.
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d’impuretés. Elle a été proposée en 1969 par Esaki et Tsu [58], puis mise en oeuvre par
Dingle [59] en 1978 (hétérojonctions) en tirant parti de l’épitaxie par jet moléculaire.

Pour un puits quantique9, on insère lors de la croissance un ou plusieurs plans atomiques
d’impuretés donneuses (silicium pour les puits de GaAs, iodine pour les puits de CdMnTe)
dans le matériau barrière. Les électrons initialement liés aux impuretés minimisent leur
énergie en migrant dans le matériau puits. Ce transfert de charge laisse dans la barrière
un plan d’ions chargés positivement : un champ électrique se forme donc entre ce plan et
le gaz d’électrons (cf. figure 1.3(b)). Ce champ donne lieu à une inclinaison de bande10

(band bending) selon l’axe de croissance, qui freine progressivement le transfert tunnel des
électrons vers le puits. L’équilibre est atteint lorsque le potentiel chimique, fixé sur les
donneurs, est uniforme à travers la structure (ligne horizontale bleue sur la figure 1.3(b)).
Le calcul du profil de bande, des états propres et de la densité à l’équilibre doit être fait
de façon auto-cohérente, par résolution couplée des équations de Schrödinger et de Poisson
uni-dimensionnelles (cf. section 1.2.3).
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Fig. 1.3. Schéma de croissance (a) et profil de bande (b) typiques des puits quantiques de GaAs
à modulation de dopage asymétrique étudiés dans ce travail.

c. Structure typique des échantillons étudiés

Nos échantillons ont été réalisés, pour les puits de GaAs/AlGaAs, par F. Laruelle en
2001 (alors au Laboratoire de Microstructures et Microélectronique de Bagneux), et pour

9. Pour une étude optique du gaz d’électrons, l’utilisation d’un puits quantique, plutôt que d’une simple
hétérojonction est nécessaire. Les trous photocréés doivent en effet être confinés, pour permettre les
recombinaisons radiatives.

10. Variation spatiale des extrema de bande.
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Fig. 1.4. Schéma de croissance d’un puits quantique typique de CdMnTe étudié dans ce travail.

les puits de CdMnTe/CdMgTe, par G. Karczewski et T. Wojtowicz (Institut de Physique
de Varsovie) en 2009-10. Pour ces derniers échantillons, notons que seul le puits est dopé
magnétiquement. Les deux types d’échantillons ont une structure analogue, schématisée
figures 1.3(a) et 1.4 respectivement.

Sur un substrat semi-isolant (GaAs dans les deux cas) sont déposés une couche tampon
ainsi qu’un super-réseau, de façon à assurer une interface de bonne qualité pour la suite
de la croissance, et adapter progressivement le désaccord de maille. Sont ensuite déposés,
après une nouvelle couche tampon, la barrière inférieure (couche de 0.5 à 2 µm), le puits
(typiquement 20 ou 30 nm), puis la barrière supérieure. Cette dernière est formée d’un
spacer (couche d’espacement, typiquement 30 nm), d’un plan de dopage, puis à nouveau
d’un spacer et d’un plan de dopage. Enfin une couche protectrice (cap) fait l’interface avec
l’extérieur. Le plan de dopage le plus près de la surface sert à saturer les états de défauts
à la surface de l’échantillon ; les électrons fournis par le second plan de dopage peuplent
alors le puits.11

1.2.3 Etats propres d’un puits quantique dopé

Nous montrons à présent comment déterminer les états propres, ainsi que le profil
de bande d’un tel puits quantique à modulation de dopage. Ces développements sont
importants pour notre étude : comme nous le verrons au chapitre suivant, une modélisation
précise de la fonction d’onde et de l’inclinaison de bande est centrale pour la description
des effets spin-orbite Dresselhaus et Rashba.

a. Equation de Schrödinger sur la fonction enveloppe

Dans une hétérostructure, les porteurs sont soumis à un potentiel variant sur deux
échelles de longueur distinctes : l’échelle atomique (potentiel créé par les ions) et l’échelle

11. Cette configuration à deux plans de dopage améliore fortement la mobilité du gaz. Si un seul plan de
dopage est utilisé, une part importante des électrons qu’il fournit est capturée par des états de défauts
à la surface de l’échantillon. Pour obtenir une densité donnée d’électrons dans le puits, il faut donc
une densité plusieurs fois supérieure de donneurs ionisés, conduisant à des fluctuations importantes du
potentiel électrique dans le puits, lesquelles dégradent la mobilité.
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de l’hétérostructure. L’approximation de la fonction enveloppe [42] consiste à découpler
ces deux contributions au potentiel. Les états propres sont alors écrits comme le produit
d’une fonction atomique de Bloch, prise comme identique dans les différents matériaux,12

et d’une fonction enveloppe, qui varie lentement à l’échelle de la maille cristalline, et sent
seule les différences de structure de bande entre les matériaux.

La fonction d’onde de conduction d’un puits quantique est alors écrite (modèle de
BenDaniel-Duke [42])13 :

ψ(r) =
1√
A
uc0(r)eik‖ · r‖φ(z) , (1.8)

où uc0 est la partie périodique de la fonction de Bloch de conduction en k = 0, et A la
surface de l’échantillon. On a noté z la position sur l’axe de croissance, et r‖ la position
dans le plan du puits quantique. La fonction enveloppe φ(z) est solution de l’équation de
Schrödinger uni-dimensionnelle14 :(

−~2

2

d

dz

1

mb(z)

d

dz
+

~2k2
‖

2mb(z)
+ Vconf(z) + VH(z)

)
φ(z) = εφ(z) , (1.9)

où mb(z) est la masse de conduction (qui varie comme une fonction marche de couche
à couche), Vconf(z) est le potentiel rectangulaire de confinement, et VH(z) est le potentiel
Coulombien classique de Hartree, dû aux dopants d’une part, et aux autres électrons d’autre
part.

b. Résolution couplée Schrödinger-Poisson

Le dopage implique de résoudre de façon auto-cohérente l’équation de Schrödinger (1.9)
et l’équation de Poisson uni-dimensionnelle sur VH(z) :

d2VH(z)

dz2
= −eρ(z)

εrε0
, (1.10)

où ε0 est la constante diélectrique du vide, εr la constante diélectrique relative, et ρ(z) la
densité de charges, donnée par15 :

ρ(z) = e
[
ND(z)− n2Dφ

2(z)
]
, (1.11)

avec ND(z) la densité volumique de donneurs et n2D la densité du gaz d’électrons.
Les équations (1.9) et (1.10) sont en pratique résolues itérativement, en respectant la

neutralité électrique globale, et l’équilibre thermodynamique, qui impose l’uniformité du
potentiel chimique le long de l’axe de croissance. Des exemples d’un tel calcul sont donnés
figure 4.4 (puits de GaAs) et 6.13 (puits de CdMnTe).

12. Cette hypothèse se justifie par le fait que l’élément de matrice de Kane varie très peu d’une couche à
l’autre, comme noté ci-dessus.

13. Dans un modèle plus élaboré, le couplage aux bandes de valence peut être pris en compte par une
dépendance en énergie de la masse de conduction, reliée aux énergies de bord des bandes de valence :
cf. par exemple Ref. [60].

14. Aux interfaces, φ(z) et 1
mb(z)

dφ
dz

sont continues. La prise en compte de la masse dans la seconde
condition est nécessaire pour assurer la conservation du courant de probabilité [42].

15. En négligeant la présence d’accepteurs.
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***

Les puits quantiques que nous venons de décrire vont être utilisés, à basse tempéra-
ture (T = 2 K), pour deux types d’études :

• Gaz d’électrons non-polarisé dans des puits quantiques de GaAs. Ces struc-
tures très bien contrôlées permettent d’obtenir des hautes mobilités électroniques
(∼ 107 cm2 V−1 s−1). Elles vont nous permettre d’étudier les excitations électroniques
inter-sous-bandes (i.e. entre les différentes sous-bandes de conduction), qui sont très
sensibles au désordre.16

• Gaz d’électrons polarisé en spin dans des puits quantiques magnétiques de
CdMnTe. Ces structures ont des mobilités plus faibles (∼ 105 cm2 V−1 s−1), en re-
vanche, elles permettent par l’effet Zeeman géant (cf. section 1.1.3) d’obtenir une polari-
sation de spin importante. Cette polarisation ζ =

N↓−N↑
N↓+N↑

, où Nσ est le nombre de spins
σ, est de l’ordre de Z/2EF , où EF est l’énergie de Fermi, et Z est donné par l’Eq. (1.7).
On obtient ainsi ζ ∼ 20% pour un gaz de densité n2D = 1.5× 1011 cm−2, dans un puits
quantique de Cd1−xMnxTe avec x = 0.3%, à Bext = 2 T et T = 2 K.17

Nous passons à présent à la description théorique de l’effet des interactions Coulom-
biennes au sein du gaz d’électrons. Notre objectif précis est d’introduire au calcul des modes
collectifs : or, comme nous le verrons, ce calcul nécessite de connaître l’énergie de l’état fon-
damental — plus précisément, sa composante dite d’échange-corrélation. Nous consacrons
donc une première section à la description de cet état fondamental. Par souci de simplicité,
nous centrons notre exposé sur la deuxième situation ci-dessus, celle du gaz d’électrons
polarisé en spin. L’existence de sous-bandes de confinement ne sera prise en compte que
lorsque nécessaire — en tout état de cause, notons que seule la première sous-bande de nos
puits est peuplée dans l’état fondamental.

1.3 Le gaz d’électrons 2D en interaction

1.3.1 Hamiltonien modèle du gaz d’électrons

Nous allons décrire un gaz d’électrons de polarisation de spin ζ. A ce stade, il n’est
pas nécessaire de préciser l’origine physique de ζ : on le considérera comme un paramètre
extérieur au Hamiltonien. Quant à la présence du réseau cristallin, elle est absorbée dans
deux paramètres : la masse de bande mb des électrons, et la constante diélectrique statique
relative εr (cf. tableau 1.1). Le Hamiltonien de ce système idéalisé est la somme de termes
cinétique et Coulombien :

Ĥ = Ĥkin + ĤCoul =
∑
i

p̂2
i

2mb
+

1

2

∑
i 6=j

e2

4πεrε0 |r̂i − r̂j |
, (1.12)

16. En particulier aux fluctuations d’interface, donnant lieu localement à une incertitude ∆d sur la largeur d
du puits. L’énergie de confinement du niveau j d’un puits carré infini est εj = j2 ~2π2

2mbd
2 . L’élargissement

∆εj associé aux fluctuations d’interface est ∆εj = 2εj
∆d
d
, et croît donc comme j2.

17. Par contraste, dans GaAs, on a simplement Z = gµBBext. On obtient alors seulement ζ ∼ 0.8%, aux
mêmes champ et densité.
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où les indices i, j repèrent les N électrons du gaz. En utilisant la base des ondes planes
{|k‖σ〉} — que l’on notera désormais plus simplement {|kσ〉} — ce Hamiltonien s’écrit en
seconde quantification :

Ĥ =
∑
kσ

~2k2

2mb
c+
kσckσ +

1

2L2

∑
q 6=0,k,k′

σ,σ′

Vq c
+
k+qσc

+
k′−qσ′ck′σ′ckσ , (1.13)

où c+
kσ (ckσ) est l’opérateur de création (annihilation) d’un état de vecteur d’onde k et

de spin σ, et L2 est la surface du gaz. On a posé Vq = F (q) e2

2εrε0q
, la transformée de

Fourier bi-dimensionnelle du potentiel coulombien, avec F (q) un facteur de forme prenant
en compte le potentiel de confinement [61]. Notons que le terme q = 0 de la somme dans le
terme Coulombien n’apparaît pas, car on suppose la présence d’un fond de charge positive
uniforme dû aux ions, qui le compense exactement (modèle du jellium [62]).

1.3.2 Etat fondamental du gaz sans interactions

L’état fondamental de ce système est caractérisé par deux paramètres : la polarisation de
spin ζ, et la densité électronique n2D. Cette dernière peut être exprimée par un paramètre
sans dimension rs (rayon de Wigner-Seitz) : il correspond à la distance moyenne entre
électrons, en unités du rayon de Bohr. Dans le cas 2D, on a :

rs =
1

√
πn2Da∗B

, (1.14)

où a∗B est le rayon de Bohr effectif, prenant en compte la renormalisation de la masse et
de la constante diélectrique par le réseau :

a∗B =
4π~2εrε0
mbe2

. (1.15)

On définit de même un Rydberg effectif Ry∗ :

Ry∗ =
1

2

e2

4πεrε0a∗B
. (1.16)

Les valeurs de a∗B et Ry∗ sont données dans le tableau 1.1 pour GaAs et CdTe.
La quantité rs donne l’ordre de grandeur du rapport entre l’énergie potentielle Coulom-

bienne et l’énergie cinétique dans l’état fondamental,18 et joue donc le rôle d’une constante
de couplage de l’interaction Coulombienne. Pour les échantillons étudiés dans ce travail,
nous aurons rs = 1− 3.

Considérons d’abord la situation sans interactions. Dans ce cas, la fonction d’onde de
l’état fondamental19 (T = 0 K) correspond trivialement à l’occupation des états d’onde
plane kσ par ordre d’énergie croissante, jusqu’à l’énergie de Fermi. Chaque population

18. Voir Eqs. (1.18) et (1.20) ci-dessous.
19. Il s’agit de l’état fondamental sous la contrainte ζ 6= 0. Si on lève cette contrainte, l’état fondamental

du Hamiltonien (1.13) est non-polarisé.
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de spin σ = ↑, ↓ occupe les états jusqu’au vecteur d’onde kF↑(↓) = kF
√

1± ζ, où kF =√
2πn2D est le vecteur d’onde de Fermi à polarisation nulle (ζ = 0). La fonction d’onde

correspondante s’écrit :

|Ψ0,ζ〉 =
∏
|k|≤kF↑

c+
k↑

∏
|k|≤kF↓

c+
k↓ |0〉 , (1.17)

où |0〉 désigne l’état vide. La fonction d’onde |Ψ0,ζ〉 est un unique déterminant de Slater,
i.e. un produit (antisymétrisé) de N fonctions d’onde à 1 particule. L’énergie par particule
dans cet état est :

ε0(rs, ζ) =
〈Ψ0,ζ |Ĥkin|Ψ0,ζ〉

N
=

1 + ζ2

r2
s

Ry∗ . (1.18)

1.3.3 Justification du traitement de champ moyen des interactions

En présence du terme d’interactions ĤCoul, la fonction d’onde du fondamental n’est plus
factorisable en un produit de fonctions d’onde à 1 particule.20 Et il n’est pas évident à priori
que la physique du système puisse être approchée par celle d’électrons indépendants, en
utilisant une théorie de champ moyen. Par exemple, dans un gaz 1D (liquide de Lüttinger),
les excitations de basse énergie sont purement collectives, et obéissent à une statistique
bosonique ; dans un gaz 2D sous fort champ magnétique (effet Hall quantique fractionnaire),
les excitations ont une charge fractionnaire et obéissent à une statistique intermédiaire
(anyonique).

Par contraste, le gaz d’électrons bi-dimensionnel que nous étudions est un liquide de
Fermi normal, que l’on peut décrire à l’aide de quasi-particules fermioniques, dans la
théorie de Landau [63]. Cette théorie repose sur l’idée que pour décrire la plupart des
quantités accessibles à l’expérience, il n’est pas nécessaire de connaître la fonction d’onde :
la connaissance du spectre des excitations de basse énergie suffit généralement. Or, comme
l’a montré Landau, ces excitations de basse énergie peuvent — pour les liquides de Fermi
normaux — être décrites en bonne approximation comme des combinaisons d’excitations
individuelles, elles-mêmes constituées de quasi-électrons très proches des électrons d’un
système sans interactions. Un quasi-électron peut en effet être vu comme un électron habillé
par son interaction avec les autres électrons ; il possède un temps de vie fini (ce n’est donc
pas un véritable état propre), mais ce temps de vie diverge (à T = 0 K) sur la surface de
Fermi, du fait du blocage de la diffusion par le principe d’exclusion de Pauli.

Nous ne détaillerons pas davantage ici la théorie de Landau ; nous conserverons sim-
plement son message principal, à savoir la pertinence de raisonner en termes d’électrons
(ou quasi-électrons) individuels placés dans le champ moyen créé par les autres électrons,
pour décrire les excitations de basse énergie (dans les métaux et semiconducteurs dopés
non uni-dimensionnels). Cette théorie justifie notamment le calcul perturbatif de l’énergie
de l’état fondamental, que nous abordons à présent.

20. Tout ce qu’on peut affirmer est qu’elle s’écrit comme une combinaison linéaire de déterminants de
Slater.
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1.3.4 Calcul perturbatif de l’énergie du fondamental

A faible rs — i.e. à haute densité — on peut envisager de traiter le terme Coulombien
ĤCoul en perturbation de Ĥkin.

a. Energie d’échange

Au premier ordre, on obtient pour la correction à l’énergie par particule du fondamen-
tal :

εx(rs, ζ) =
〈Ψ0,ζ |ĤCoul|Ψ0,ζ〉

N
= εx(rs, 0)

(1 + ζ)
3
2 + (1− ζ)

3
2

2
, (1.19)

où

εx(rs, 0) =
−8
√

2

3πrs
Ry∗ . (1.20)

Cette correction au premier ordre est l’énergie d’échange. Cette appellation provient
du fait qu’elle correspond à un appariement d’échange, dans le produit d’opérateurs
c+
k+qσc

+
k′−qσ′ck′σ′ckσ de ĤCoul, entre les opérateurs c+

k+qσ et ck′σ′ d’une part, et les opéra-
teurs c+

k′−qσ′ et ckσ d’autre part (l’autre appariement, dit direct, ne donne pas de correction
à cet ordre de perturbation).

L’énergie d’échange s’interprète de la façon suivante. Du fait du principe d’exclusion
de Pauli, deux électrons de même spin ne peuvent se trouver au même point. Ce trou de
Pauli abaisse l’énergie Coulombienne moyenne de chaque population de spin : l’énergie
d’échange, négative, mesure cet abaissement d’énergie à l’ordre dominant.

b. Energie de corrélation

Le traitement perturbatif de l’énergie de l’état fondamental peut être poursuivi. Mais
dès le second ordre, cette correction est divergente ; et cette divergence s’amplifie aux
ordres suivants. Cependant, Gell-Mann et Brueckner [64] ont montré que la série complète
de perturbation était convergente. La démonstration repose sur la séparation de la com-
posante courte portée de l’interaction Coulombienne, et de sa composante longue portée,
fortement écrantée. Cette séparation est également à la base de la RPA (Random Phase
Approximation) historique de Bohm et Pines [65].

On nomme énergie de corrélation (εc) la différence entre l’énergie exacte21 du fonda-
mental, ε, et la somme des termes cinétique ε0 et d’échange εx définis ci-dessus :

ε =
〈Ψζ |Ĥ|Ψζ〉

N
= ε0 + εx + εc , (1.21)

où |Ψζ〉 est la fonction d’onde exacte du fondamental de polarisation de spin ζ. L’énergie
de corrélation εc, qui est une fonction croissante de la constante de couplage rs, donne la
mesure de l’écart entre la fonction d’onde réelle et un unique déterminant de Slater.

On verra que dans le calcul des excitations par la théorie de la fonctionnelle de densité,
une quantité centrale est l’énergie d’échange-corrélation, définie par :

εxc = εx + εc . (1.22)

21. Dans une théorie donnée.
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L’expression perturbative (re-sommée jusqu’à l’ordre infini) de εxc pour le gaz d’électrons
2D non-polarisé a été obtenue par Rajagopal et Kimball [66] :

εxc(rs, 0) =
rs→0

(
−8
√

2

3πrs
− (0.38± 0.04)− 2

3
2

3π
(10− 3π) rs ln rs +O(rs)

)
Ry∗ . (1.23)

1.3.5 Calcul numérique Monte-Carlo

L’Eq. (1.23) ne donne que la limite rs → 0 (puisqu’il s’agit d’un résultat perturbatif), et
ζ = 0 de l’énergie d’échange-corrélation. En revanche, la technique Monte-Carlo diffusif per-
met de calculer numériquement avec une grande précision l’énergie d’échange-corrélation
pour un rs et un ζ quelconques. Nous utiliserons dans ce travail la paramétrisation obtenue
récemment par Attaccalite et al. pour le gaz 2D [67].

1.4 Modes collectifs du gaz d’électrons 2D

Après avoir décrit l’état fondamental du gaz d’électrons en interaction, décrivons ses
excitations. Dans l’approche RPA de Bohm et Pines, comme dans la théorie de Landau,
ces excitations sont séparées en deux catégories : des excitations individuelles d’une part,
correspondant à des paires électron-trou de la mer de Fermi, incohérentes entre elles, et
des modes collectifs (type plasmons) d’autre part. Ces derniers sont décrits comme une
superposition cohérente d’excitations individuelles, et correspondent soit à une oscillation
globale de la densité de charge ou de spin (modes longitudinaux), soit à une précession
collective des spins (modes transverses).

Nous commençons par présenter les excitations individuelles.

1.4.1 Continuum des excitations individuelles

Nous tenons à présent explicitement compte du couplage Zeeman Z (cf. Eq. (1.7)) à
l’origine de la polarisation de spin ζ du gaz. Dans une approche de champ moyen — comme
justifiée par la théorie de Landau — on peut définir une loi de dispersion à 1 particule, εkσ,
pour un quasi-électron de vecteur d’onde k et de spin σ. Les interactions sont alors prises en
compte par une renormalisation de cette énergie εkσ par rapport à celle d’électrons libres.
Cette renormalisation peut porter sur la partie cinétique (définition d’une masse effective)
et la partie potentielle. Aux densités usuelles du gaz d’électrons des puits quantiques dopés
(n2D ∼ 1011−1012 cm−2), la renormalisation de la masse n’est que de quelques % [68, 69] ;
en revanche, comme nous le verrons au chapitre 5, celle de l’énergie Zeeman peut être de
quelques dizaines de %, et dépasser en valeur absolue la correction à l’énergie cinétique.
Dans ce travail, nous conserverons donc la masse de bande mb pour décrire les électrons en
interaction. En notant Z∗ l’énergie Zeeman renormalisée, la dispersion à 1 particule s’écrit
alors22 :

εkσ =
~2k2

2mb
+ σ

Z∗

2
. (1.24)

22. Ceci correspond à un modèle de translation rigide des bandes lors de la renormalisation.
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Les deux "sous-bandes de spin" correspondant à cette dispersion sont représentées sur la
figure 1.5(a).

SPE longitudinales et transverses Une excitation individuelle (Single Particle Ex-
citation, SPE) correspond à une transition électronique d’un état de vecteur d’onde k

sous la surface de Fermi, à un état de vecteur d’onde k + q à l’extérieur de la surface de
Fermi (paire électron-trou intra-bande). Cette transition peut conserver, ou retourner le
spin : on parlera de SPE longitudinale et de SPE transverse, respectivement. Ces deux
types d’excitations sont schématisés respectivement par les flèches bleues et rouges sur la
figure 1.5(a).
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Fig. 1.5. Haut : Excitations intra-sous-bandes du gaz d’électrons polarisé. a, Dispersion à 1
particule de l’Eq. (1.24), définissant deux "sous-bandes de spin". b, Allure du spectre d’excitations
longitudinal. c, Allure du spectre d’excitations transverse. Bas : Excitations inter-sous-bandes du
gaz d’électrons non-polarisé. d, Dispersion des deux premières sous-bandes de confinement. e,
Allure du spectre d’excitations.

L’ensemble des façons de réaliser ces transitions (choix de k) se traduit par un conti-
nuum dans le spectre des excitations, i.e. le graphe de l’énergie ~ω des SPE en fonction du
vecteur d’onde q. Ce spectre des excitations est montré figure 1.5(b) pour les SPE longi-
tudinales, et 1.5(c) pour les SPE transverses. Le continuum des SPE longitudinales débute
à énergie nulle pour q = 0, alors que celui des SPE transverses débute à l’énergie Z∗, qui
correspond au coût énergétique pour retourner un spin. Les propriétés de ce continnum
SPE seront étudiées en détail dans la section 5.3.
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Fonction de Lindhard Le spectre des SPE est décrit par la fonction de Lindhard :

Πσσ′(q, ω) =
1

L2

∑
k

f(εkσ)− f(εk+qσ′)

εkσ − εk+qσ′ + ~ω + iη
, (1.25)

où f est la fonction d’occupation de Fermi,23 et η rend compte du temps de vie fini ~/η des
SPE.24 La partie imaginaire de Πσσ′(q, ω) correspond au poids spectral des SPE d’énergie
~ω, constituées de transitions entre des états (k, σ) et des états (k + q, σ′). Le spectre
(poids spectral en fonction de l’énergie ~ω) des SPE longitudinales est ainsi donné par la
combinaison de Im Π↑↑ et Im Π↓↓, alors que celui des SPE transverses est donné par la
combinaison de Im Π↑↓ et Im Π↓↑. Un exemple de spectre calculé de SPE transverses est
montré figure 3.3(c).

SPE inter-sous-bandes On généralise facilement la description ci-dessus pour décrire
les transitions électroniques entre sous-bandes de confinement. La figure 1.5(e) montre
le continuum des SPE inter-sous-bandes, en l’absence de polarisation de spin, entre la
sous-bande fondamentale et la première sous-bande excitée (séparées de E12).25 Puisque
ζ = 0, les SPE longitudinales et transverses sont dégénérées. Le continuum inter-sous-bande
débute à l’énergie E12 pour q = 0, puis s’élargit quasi-linéairement avec q.

Notion de mode collectif Comme nous l’avons noté, un mode collectif est formé d’une
superposition cohérente de SPE. D’un point de vue classique, une telle excitation consiste
en une oscillation auto-entretenue de la densité de charge ou de la densité de spin, ou en une
précession auto-entretenue des spins. Ce caractère auto-entretenu provient dans les deux
cas de la force de rappel associée aux interactions Coulombiennes. Par contraste, d’autres
mouvements d’ensemble du gaz d’électrons, comme des courants électriques (stationnaires
ou oscillatoires), cessent dès que le champ excitateur qui les génère est interrompu. On
conviendra dans ce travail de les appeler excitations d’ensemble, pour les distinguer des
modes collectifs.

D’après cette définition, on entrevoit une méthode pour calculer les énergies des modes
collectifs : déterminer la fonction de réponse du gaz à un champ excitateur donné, puis
trouver le ou les pôles de cette fonction de réponse. En effet, si la réponse est divergente
pour un certain couple fréquence-vecteur d’onde (ω,q), cela signifie que l’excitation cor-
respondante existe même en l’absence de champ excitateur, et est donc un mode collectif.
Nous allons voir à présent comment formaliser ce raisonnement à l’aide de la théorie de la
réponse linéaire.

23. On pourrait aussi définir la fonction de Lindhard avec les nombres d’occupation exacts du système en
interaction.

24. Ce temps de vie fini provient intrinsèquement des interactions électron-électron, mais on peut y ajouter
une contribution extrinsèque liée au désordre (qui est généralement dominante).

25. On généralise immédiatement la définition (1.25) de la fonction de Lindhard par Πjj′

σσ′(q, ω) =
1
L2

∑
k

f(εjkσ)−f(εj′k+qσ′ )

εjkσ−εj′k+qσ′+~ω+iη
, qui décrit les SPE entre les sous-bandes d’indices j et j′, de dispersions

εjkσ et εj′kσ.
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1.4.2 Théorie de la réponse linéaire

Revenons au Hamiltonien Ĥ de l’Eq. (1.12). Considérons une observable Â, et notons
〈Â〉0 sa valeur moyenne dans l’état fondamental du gaz en interaction :

〈Â〉0 = 〈Ψζ |Â|Ψζ〉 , (1.26)

A l’instant t = t0, on ajoute une perturbation Ĥpert(t) au Hamiltonien stationnaire Ĥ. Le
nouveau Hamiltonien s’écrit :

Ĥ′(t) = Ĥ+ Ĥpert(t) = Ĥ+ F (t)B̂ , t ≥ t0 , (1.27)

où F (t) est un champ extérieur (électrique, magnétique...) se couplant à une observable B̂
(densité de charge, de spin...). Cette perturbation affecte la fonction d’onde du système,
et donc la valeur moyenne de Â, qui devient dépendante du temps :

〈Â〉(t) = 〈Ψ(t)|Â|Ψ(t)〉 , t ≥ t0 . (1.28)

La réponse de Â à la perturbation Ĥpert(t), définie comme la différence δ〈Â〉(t) =

〈Â〉(t) − 〈Â〉0, peut être développée en puissances de F (t). Comme on considèrera des
perturbations faibles (spectroscopie), on ne s’intéressera qu’à la réponse linéaire (i.e. au
premier ordre en F (t)). On montre que celle-ci est donnée par [62] :

δ〈Â〉(t) = 〈Â〉(t)− 〈Â〉0 = − i
~

∫ t

t0

〈[Â(t), B̂(t′)]〉0F (t′)dt′ , (1.29)

où 〈...〉0 désigne la valeur moyenne sur l’état fondamental, i.e. l’état non perturbé (cf.
Eq. (1.26)). On a introduit la représentation de Heisenberg des opérateurs :

Â(t) = e
itĤ
~ Âe

−itĤ
~ . (1.30)

En utilisant à présent l’invariance par translation dans le temps de Ĥ, et en faisant
tendre t0 vers −∞, la réponse linéaire se réécrit :

δ〈Â〉(t) =

∫ ∞
0

χAB(τ)F (t− τ)dτ . (1.31)

Les Eqs. (1.29) et (1.31) définissent la fonction de réponse retardée (ou causale) :

χAB(τ) = − i
~
θ(τ) 〈[Â(τ), B̂]〉0 , (1.32)

où θ(t) est la fonction marche de Heaviside.
En définissant la transformée de Fourier temporelle du champ de perturbation, et son

inverse, par :

F (t) =

∫ ∞
−∞

dω

2π
Fωe

iωt , Fω =

∫ ∞
−∞

dtF (t)e−iωt , (1.33)

et une définition analogue pour les autres grandeurs, on montre facilement que :

δ〈Â〉ω = χAB(ω)Fω , (1.34)
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avec

χAB(ω) ≡ 〈〈Â; B̂〉〉ω = − i
~

lim
η→0+

∫ +∞

0
〈[Â(t), B̂]〉0 e−i(ω+iη)tdt , (1.35)

où la limite η → 0+ garantit le branchement adiabatique de la perturbation [62].

Deux résultats importants sont apparus : (i) la réponse est, dans l’espace fréquentiel,
proportionnelle à l’excitation, et (ii) la fonction de réponse correspondante ne fait intervenir
que les propriétés du système non-perturbé. Notons que nous avons ici considéré le système
initialement dans l’état fondamental, mais toutes les propriétés ci-dessus se généralisent
immédiatement à un état d’équilibre thermique quelconque : 〈...〉0 devient simplement la
moyenne thermique.

1.4.3 Fonctions de réponse du gaz d’électrons

Pour le gaz d’électrons polarisé en spin, les observables pertinentes, pour jouer le rôle
de Â et B̂, sont la densité de charge

n̂(r) =
∑

i
δ (r−r̂i) , (1.36)

et les 3 composantes de la densité de spin (en unités de ~) :

Ŝ(r) =
1

2

∑
i
σ̂i δ (r−r̂i) , (1.37)

où σ̂ est le vecteur des matrices de Pauli :

σ̂x =

(
0 1

1 0

)
, σ̂y =

(
0 −i
i 0

)
, σ̂z =

(
1 0

0 −1

)
. (1.38)

Les champs F (t) qui se couplent linéairement à ces densités sont, respectivement, un
potentiel scalaire ϕ(r, t) (définissant un champ électrique) et les 3 composantes d’un champ
magnétique b(r, t). On considérera donc le Hamiltonien de perturbation :

Ĥpert(t) =

∫
d2r

[
− eϕ(r, t)n̂(r)+gµB

(
bz(r, t)Ŝz(r) + 1

2b+(r, t)Ŝ−(r) + 1
2b−(r, t)Ŝ+(r)

)]
,

(1.39)
où l’on a introduit les densités de spin transverses Ŝ±(r) = Ŝx(r) ± i Ŝy(r) et les champs
transverses b±(r, t) = bx(r, t)± i by(r, t).

L’invariance par rotation de spin autour de l’axe de quantification (en négligeant le
couplage spin-orbite) conduit au découplage des réponses longitudinale (n̂ et Ŝz) et
transverse (Ŝ+ et Ŝ−). De plus, l’invariance par translation (l’état fondamental est ho-
mogène) conduit naturellement à se placer dans l’espace de Fourier spatial : la composante
de vecteur d’onde q d’un champ n’induit de variation de densité que pour le même vecteur
d’onde q. La matrice des fonctions de réponse, qui relie les variations des densités aux
champs excitateurs, prend ainsi la forme bloc-diagonale suivante [70] :

δ〈n̂〉qω
δ〈Ŝz〉qω
δ〈Ŝ+〉qω
δ〈Ŝ−〉qω

 =


χnn(q,ω) χnz(q,ω) 0 0

χnz(q,ω) χzz(q,ω) 0 0

0 0 χ+−(q,ω) 0

0 0 0 χ−+(q,ω)



−eϕqω

gµBbz,qω
gµB

2 b+,qω
gµB

2 b−,qω

 , (1.40)
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où l’on a défini la transformée de Fourier spatiale d’un opérateur Â(r) par
Âq =

∫
dr Â(r) eiq · r et on a posé xq,ω =

∫
dr dt x(r, t) ei(q · r−ωt).

Les fonctions de réponse de l’Eq. (1.40) s’écrivent, en utilisant la notation de
l’Eq. (1.35) :

χnn(q,ω) = 〈〈n̂q; n̂−q〉〉ω Susceptibilité électrique

χnz(q,ω) = 〈〈n̂q; Ŝz,−q〉〉ω Fonction de réponse spin-charge

χzz(q,ω) = 〈〈Ŝz,q; Ŝz,−q〉〉ω Susceptibilité de spin longitudinale (1.41)

χ+−(q,ω) = 〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω Susceptibilité de spin transverse

et l’on a χ−+(q,ω) = [χ+−(−q,ω)]∗. Les différents opérateurs sont donnés par :

n̂q =
∑

kσ
c+
k+qσckσ ,

Ŝz,q =
1

2

∑
k

(
c+
k+q↑ck↑ − c

+
k+q↓ck↓

)
, (1.42)

Ŝ±,q =
∑

k
c+
k+q↑(↓)ck↓(↑) .

Nous allons voir à présent comment calculer ces fonctions de réponse.

1.4.4 Théorie de la fonctionnelle de densité dépendant du temps
(TDDFT)

La théorie de la fonctionnelle de densité dépendant du temps (Time Dependent Density
Functional Theory, TDDFT) est une méthode puissante pour déterminer les fonctions de
réponse du gaz d’électrons en interaction [71]. En effet, elle permet de reproduire la réponse
du système réel en interaction par celle d’un système fictif d’électrons indépendants, placés
dans un potentiel effectif auto-cohérent. Or, sous certaines approximations, ce potentiel
effectif peut lui-même être ramené à l’énergie d’échange-corrélation εxc(rs, ζ) dans l’état
fondamental du gaz polarisé homogène, laquelle est connue précisément par la méthode
Monte-Carlo (cf. section 1.3.5).

a. Formalisme

Pour déterminer les fonctions de réponse de l’Eq. (1.41), il faut calculer les variations
de densité de charge et de spin induites par un potentiel électro-magnétique extérieur.
Pour illustrer la méthode TDDFT, nous limitons le problème à la réponse longitudinale,
i.e. la réponse à un champ électrique, et un champ magnétique orienté selon l’axe de
quantification. Les opérateurs se couplant à ces potentiels sont n̂(r) et Ŝz(r), ou de façon
équivalente, les opérateurs densité résolus en spin :

n̂↑(↓)(r) =
∑
i

1± σ̂z,i
2

δ (r−r̂i) . (1.43)
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Les deux couples d’observables (n̂, Ŝz) et (n̂↑, n̂↓) sont reliés par n̂(r) = n̂↑(r) + n̂↓(r) et
Ŝz(r) =

n̂↑(r)−n̂↓(r)
2 . Nous considérons comme précédemment que le système est dans son

état fondamental, gouverné par le Hamiltonien Ĥ = Ĥkin + ĤCoul (Eq. (1.13)), jusqu’à
l’instant t = t0 où l’on branche la perturbation. Le Hamiltonien est alors Ĥ′(t) = Ĥ +

Ĥpert(t), avec :

Ĥpert(t) =

∫
dr
[
−eϕ(r, t)

(
n̂↑(r)+n̂↓(r)

)
+
gµB

2
bz(r, t)

(
n̂↑(r)−n̂↓(r)

)]
(1.44)

=
∑
σ

∫
dr υσ(r, t)n̂σ(r) ,

où l’on a posé le potentiel résolu en spin :

υ↑(↓)(r, t) =
[
−eϕ(r, t)±gµB

2
bz(r, t)

]
≡ υσ(r, t) . (1.45)

Le point central de la TDDFT est alors le suivant : on montre (théorème de Van
Leeuwen [72]) que les densités dépendantes du temps 〈n̂σ(r)〉(t) ≡ nσ(r, t), évoluant sous
l’action des potentiels υσ(r, t), peuvent être reproduites exactement par un système sans
interactions évoluant sous l’action de potentiels effectifs υeff,σ[n↑, n↓](r, t). La notation
[...] indique que ces potentiels sont des fonctionnelles des nσ(r, t) : le problème est donc
auto-cohérent. Plus précisément, les densités nσ(r, t) peuvent être calculées par :

nσ(r, t) =

Nσ∑
j=1

|ϕjσ(r, t)|2 , (1.46)

où les Nσ orbitales à 1 particule ϕjσ(r, t) obéissent à une équation de Kohn-Sham :[
−~2∆

2mb
+ υeff,σ[n↑, n↓](r, t)

]
ϕjσ(r, t) = i~

∂

∂t
ϕjσ(r, t) , (1.47)

qui correspond à un électron (fictif26) de spin σ placé dans un potentiel effectif :

υeff,σ[n↑, n↓](r, t) = υσ(r, t) +
e2

4πεrε0

∫
dr′

n(r′, t)

|r− r′|
+ υxc,σ[n↑, n↓](r, t) . (1.48)

Ce potentiel effectif est la somme du potentiel extérieur (1.45), du potentiel de Hartree,
correspondant au potentiel Coulombien classique créé par les autres électrons, et d’un
potentiel d’échange-corrélation υxc,σ[n↑, n↓](r, t).

Les Eqs. (1.46) et (1.47) doivent être résolues de façon auto-cohérente : les orbitales
ϕjσ(r, t) définissent les densités, qui déterminent le potentiel effectif, et donc de nouveau
les orbitales.27 La continuité avec l’état fondamental en t0 doit également être respectée.
Avant le branchement de la perturbation, le système est en effet entièrement caractérisé

26. La fonction d’onde correspondant au déterminant de Slater des orbitales ϕjσ(r, t) n’est en aucun cas
une bonne approximation de la fonction d’onde exacte |Ψ(t)〉.

27. Il faut tenir compte de la nature temporelle du problème : la densité initiale détermine le potentiel
initial, qui est utilisé pour recalculer la densité à l’instant immédiatement ultérieur, et ainsi de suite.
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(théorème de Hohenberg-Kohn) par les densités stationnaires n0σ(r), qui obéissent à un
jeu d’équations analogues, mais cette fois indépendantes du temps :

n0σ(r) =

Nσ∑
j=1

|ϕ0
jσ(r)|2 , (1.49)

où les orbitales ϕ0
jσ sont solutions du problème à 1 particule stationnaire :[
−~2∆

2mb
+ υ0

eff,σ[n0↑, n0↓](r)

]
ϕ0
jσ(r) = ε0

jσϕ
0
jσ(r) , (1.50)

avec

υ0
eff,σ[n0↑, n0↓](r) =

e2

4πεrε0

∫
dr′

n0(r′)

|r− r′|
+ υ0

xc,σ[n0↑, n0↓](r) . (1.51)

Le potentiel d’échange-corrélation peut, dans ce cas statique, être exprimé par :

υ0
xc,σ[n0↑, n0↓](r) =

δE0
xc[n0↑, n0↓]

δn0σ(r)
, (1.52)

i.e. la dérivée fonctionnelle de l’énergie d’échange-corrélation totale Exc dans l’état fonda-
mental,28 par rapport à la densité n0σ(r). La continuité en t = t0 exige que ϕjσ(r, t0) =

ϕ0
jσ(r), et υxc,σ[n0↑, n0↓](r, t0) = υ0

xc,σ[n0↑, n0↓](r).
Ce passage à un système auxiliaire d’électrons indépendants est exact, mais bien sûr,

le potentiel d’échange-corrélation n’est pas connu de façon exacte, et doit être approximé.
L’approximation adiabatique et locale (Adiabatic Local Density Approximation, ALDA) est
couramment utilisée.

b. Approximation adiabatique et locale (ALDA)

Si le temps typique de variation des potentiels extérieurs est grand devant le temps
d’évolution du système, on peut faire l’approximation adiabatique, i.e. supposer que le
système est maintenu continûment dans un état propre instantané de Ĥ′(t). On calcule
alors le potentiel d’échange-corrélation (xc) dépendant du temps d’après le potentiel xc
statique (i.e. d’un système à l’équilibre), en remplaçant simplement la densité statique
n0σ(r) par la densité dépendante du temps nσ(r, t) :

υxc,σ(r, t) = υ0
xc,σ[n0↑, n0↓](r)|n0σ(r)→nσ(r,t) (Approx. adiabatique) . (1.53)

Mais même ce potentiel statique requiert une approximation. La plus simple est l’approxi-
mation locale, qui est l’analogue pour l’espace de l’approximation précédente : elle suppose
que le potentiel xc statique au point r est égal au potentiel xc statique d’un système homo-
gène de densité n0σ = n0σ(r). La dérivée fonctionnelle devient alors une dérivée simple :

υ0
xc,σ(r) =

∂ n0 εxc(n0↑, n0↓)

∂n0σ

∣∣∣∣
n0σ=n0σ(r)

(Approx. locale) , (1.54)

28. Egale à l’énergie totale E = 〈Ψ(t)|Ĥ′|Ψ(t)〉, privée de la partie cinétique du système sans interactions
(cf. Eq. (1.21)).
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où εxc(n0↑, n0↓) est l’énergie d’échange-corrélation par particule du gaz 2D polarisé homo-
gène, connue par calcul Monte-Carlo (section 1.3.5).

L’ensemble des deux approximations (1.53) et (1.54) est appelé approximation ALDA
(Adiabatic Local Density Approximation).

1.4.5 Fonctions de réponse ALDA

Le schéma général que nous venons de présenter peut être adapté au calcul spécifique
des fonctions de réponse linéaire [71]. On notera que le calcul de la réponse transverse
nécessite de généraliser le formalisme ci-dessus en incluant deux variables supplémentaires,
correspondant aux deux composantes du spin transverses à l’axe de quantification.

Excitations intra-sous-bande du gaz polarisé en spin

Le calcul ALDA des fonctions de réponse intra-sous-bande du gaz d’électrons polarisé
a été fait dans les Refs. [73, 70]. Il conduit à :

• Réponse longitudinale :

χnn =
Π↑↑ + Π↓↓ − 4GzzxcΠ↑↑Π↓↓

D
, (1.55)

χzz =
Π↑↑ + Π↓↓ − 4 (Vq +Gnnxc ) Π↑↑Π↓↓

4D
, (1.56)

χnz =
Π↑↑ −Π↓↓ + 4Gnzxc Π↑↑Π↓↓

2D
, (1.57)

où le dénominateur s’écrit :

D = 1−(Vq +Gnnxc +Gzzxc) (Π↑↑ + Π↓↓)−2Gnzxc (Π↑↑ −Π↓↓)+4
[
(Vq +Gnzxc )Gzzxc − (Gnzxc )2

]
Π↑↑Π↓↓.

(1.58)

• Réponse transverse :

χ+− =
Π↓↑

1−G+−
xc Π↓↑

. (1.59)

On rappelle que toutes les fonctions de réponse ci-dessus sont des fonctions de q et ω.
Notons également que la forme générale de ces expressions peut être démontrée simplement
par la méthode des équations du mouvement, comme nous le rappelons dans l’Annexe C.4.

Ces fonctions de réponse font intervenir la fonction de Lindhard de l’Eq. (1.25), cor-
respondant aux excitations individuelles, la transformée de Fourier Vq du potentiel Cou-
lombien (cf. Eq. (1.13)) et des facteurs d’échange-corrélation Gxc donnés par les dérivées
par rapport à n2D et ζ de l’énergie d’échange-corrélation par particule de l’état fondamen-
tal [70] :

Gnnxc = 2n2D
∂2εxc

∂n2
2D

, Gnzxc = 4n2D
∂2εxc

∂n2D∂ζ
, Gzzxc =

4

n2D

∂2εxc

∂ζ2
, G+−

xc =
2

n2Dζ

∂εxc

∂ζ
.

(1.60)
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Notons que l’expression de εxc peut être corrigée pour prendre en compte la nature non
purement 2D du gaz [61].

Les 3 fonctions de réponse longitudinale χnn, χnz et χzz ont le même pôle, correspon-
dant au zéro du dénominateur D de l’Eq. (1.58).29 Le mode collectif correspondant, qu’on
pourra nommer plasmon longitudinal (intra-sous-bande), est représenté schématiquement
sur le spectre d’excitations de la figure 1.5(b). Son énergie dépend très faiblement de la
polarisation de spin [70] : il est donc très proche du plasmon de charge traditionnel du gaz
non-polarisé.

La fonction de réponse transverse χ+− possède également un unique pôle, donné par le
zéro du dénominateur 1−G+−

xc Π↓↑. Le mode collectif correspondant, que nous nommerons
onde de spin (intra-sous-bande), est schématisé figure 1.5(c). Il se situe sous le continuum
SPE transverse, avec une dispersion négative.

Un exemple de spectre calculé des excitations transverses (partie imaginaire de χ+−
en fonction de ~ω) est montré figure 3.3(b) pour différentes amplitudes du vecteur d’onde
q. L’onde de spin, caractérisé par un pic fin de type Lorentzien, absorbe la quasi-totalité
du poids spectral (les SPE transverses ne se manifestent que par une bosse de très faible
amplitude).

Notons qu’à la fois pour les excitations longitudinales et transverses, le mode collectif
finit, pour un certain q = qc, par entrer dans le continuum SPE. Il est alors fortement
amorti, se décomposant en excitations individuelles décorrélées : c’est l’amortissement de
Landau (Landau damping).

Enfin, remarquons que si l’on néglige la composante xc de l’interaction Coulombienne,
tous les Gxc sont nuls. Dans ce cas, l’onde de spin "disparaît", et la susceptibilité électrique
se ramène, dans la limite de polarisation nulle, à la forme χnn = Π

1−VqΠ (où Π = 2Π↑↑ =

2Π↓↓) donnée par la RPA historique30 de Bohm et Pines [65].

Nous étudierons les effets spin-orbite sur l’onde de spin du gaz d’électrons polarisé dans
des puits quantiques de CdMnTe, aux chapitres 5 et 6.

Excitations inter-sous-bandes du gaz non-polarisé

Le calcul ALDA des fonctions de réponse inter-sous-bandes du gaz d’électrons non-
polarisé (ζ = 0) pourra être trouvé dans la Ref. [74]. Les modes collectifs correspondants —
plasmon de charge et plasmon de spin inter-sous-bandes — sont montrés sur la figure 1.5(e).
Ils correspondent respectivement à une oscillation de la densité totale n̂, et de la densité
de spin longitudinale Ŝz.

Nous étudierons les effets spin-orbite sur le plasmon de spin inter-sous-bande dans des
puits quantiques de GaAs, au chapitre 4.

29. Il existe un deuxième zéro, mais il se situe dans le continuum SPE et ne correspond donc pas à un
mode collectif à proprement parler.

30. Qui s’apparente à une théorie de Hartree (dépendante du temps) : seuls les termes directs de l’inter-
action Coulombienne (qui sont les plus divergents dans le traitement perturbatif) sont conservés.
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Nous venons de présenter le gaz d’électrons des puits quantiques dopés, et ses modes
collectifs induits par l’interaction de Coulomb. Notre travail expérimental concernera les
effets du couplage spin-orbite sur ces modes collectifs (de spin). Or, comme nous l’avons
noté en introduction, cette thématique est restée relativement inexplorée dans la littérature.
Avant de l’aborder, nous avons donc jugé utile de présenter ici un "état de l’art" sur les effets
spin-orbite à 1 particule — i.e. dont la physique peut être comprise en oubliant l’interaction
de Coulomb entre électrons — dans les nanostructures semi-conductrices. Nous réunirons
ensuite les deux composantes (modes collectifs, et couplage spin-orbite), pour examiner les
effets originaux qui en résultent, à partir du chapitre 4.

Ce chapitre commence par rappeler l’origine physique de l’interaction spin-orbite (2.1),
puis présente les modèles de Dresselhaus et Rashba (2.2), qui décrivent les champs spin-
orbite dans la bande de conduction des semi-conducteurs. Nous détaillons ensuite les poten-
tialités, mais aussi les limitations associées à ces champs spin-orbite pour les applications
spintronique (2.3). La dernière section (2.4) fait transition vers notre étude ultérieure des
effets spin-orbite à N corps.

2.1 Origine de l’interaction spin-orbite

Le couplage spin-orbite est un effet relativiste lié au mouvement des électrons : un
électron se déplaçant avec une vitesse v dans un champ électrique statique E , voit un
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champ effectif BSO ∝ v × E, qui agit sur son spin. Ce champ1 est, par exemple, celui
qui sépare les niveaux d’énergie des atomes, donnant naissance à leur structure fine. Nous
commençons ce chapitre en rappelant comment le Hamiltonien correspondant (terme de
Pauli) peut être obtenu, à partir d’une projection et d’une approximation de l’équation
relativiste de Dirac.

L’équation de Dirac s’écrit, pour un électron placé dans un potentiel V stationnaire :[
cαD ·p + βDm0c

2 + V
]
ψ = εψ , (2.1)

où αD et βD sont les matrices de Dirac. Ce sont des matrices 4× 4 données par :

αD =

(
0 σ

σ 0

)
et βD =

(
12×2 0

0 12×2

)
, (2.2)

où σ est le vecteur des matrices de Pauli (Eq. (1.38)), et 12×2 la matrice identité 2 × 2.
Dans l’Eq. (2.1), c est la vitesse de la lumière, m0 la masse de l’électron dans le vide, et ψ
désigne un spineur (matrice colonne) à 4 composantes.

Nous souhaitons transformer cette équation afin d’obtenir une équation homogène à
celle de l’équation de Schrödinger, i.e. faisant intervenir seulement une fonction d’onde,
décrivant un électron muni d’un spin. Or, le spineur ψ est composé de 2 sous-parties :

ψ =

(
ψA

ψB

)
, (2.3)

dont l’ordre de grandeur est très différent pour des vitesses non relativistes. La partie ψA a
en effet des valeurs supérieures à ψB par un facteur de l’ordre de

(
v
c

)−2, où v est la vitesse
de l’électron. L’idée directrice est de dériver une équation aux valeurs propres effective pour
ψA : ses 2 composantes décriront respectivement les 2 composantes de spin de l’électron,
à l’ordre

(
v
c

)2.
On trouvera dans l’Annexe (B.1) une dérivation intuitive, proposée par Sakurai [75] ;

une démonstration plus technique (transformation de Foldy-Wouthuysen [76]) pourra être
trouvée dans la Ref. [77]. Nous donnons ici le résultat final :[

p2

2m0
+ V+

~
4m2

0c
2

(σ ×∇V ) ·p− p4

8m3
0c

2
+

~2

8m2
0c

2
∆V

]
ψ̃ = ε̃ψ̃ , (2.4)

où ψ̃ =
[
1 + p2/(8m2

0c
2)
]
ψA, et ε̃ = ε − m0c

2. On vérifie que dans la limite v
c → 0, on

retrouve l’équation de Schrödinger (deux premiers termes du membre de gauche). Les trois
termes suivants sont des corrections relativistes à l’ordre

(
v
c

)2. Le premier de ceux-ci est
le Hamiltonien spin-orbite recherché (terme de Pauli) :

ĤPauli
SO =

~
4m2

0c
2

(σ ×∇V ) ·p . (2.5)

1. On parle parfois de champ magnétique, mais il faut garder à l’esprit que : (i) ce champ n’agit que sur
le spin, pas sur le mouvement orbital ; (ii) il ne brise pas l’invariance par renversement du temps ; et
(iii) il n’est pas une fonction de l’espace.
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Le quatrième terme de l’Eq. (2.4) est une correction à l’énergie cinétique, et le dernier le
terme de Darwin.2

On peut donner une interprétation intuitive du Hamiltonien ĤPauli
SO . En effet, en remar-

quant que ∇V = eE (avec e > 0 la charge élémentaire) et p = m0v, celui-ci se réécrit :

ĤPauli
SO = −1

2

(
−e~
2m0

σ ·
(
−v × E

c2

))
= −1

2
Ms ·B′ , (2.6)

où Ms est le moment magnétique de spin de l’électron, et B′ le champ magnétique motion-
nel induit par le mouvement rectiligne uniforme à vitesse v dans le champ électrique E . Le
Hamiltonien ĤPauli

SO a donc, au facteur 1
2 près, la forme intuitive −Ms ·B′, correspondant

à l’effet Zeeman du champ magnétique motionnel. Le facteur 1
2 provient en fait des

composantes non-inertielles du mouvement (précession de Thomas [78]).3

2.2 Effets Dresselhaus et Rashba

Ce couplage spin-orbite a un effet profond sur la structure de bande des cristaux : on
a vu notamment que dans les semi-conducteurs cubiques, il produit une levée de dégé-
nérescence d’amplitude ∆ dans la bande de valence, entre les états de moment angulaire
J = 1/2 et J = 3/2 (cf. section 1.1.1). Le couplage spin-orbite modifie également la valeur
du facteur gyromagnétique des électrons, par rapport au cas g0 ' 2 d’électrons dans le
vide.

Nous allons à présent montrer comment la combinaison du couplage spin-orbite
et de l’asymétrie d’inversion spatiale conduit à des effets spin-orbite supplémentaires
dans la bande de conduction : l’effet Dresselhaus et l’effet Rashba.4 Ces effets sont induits
par des champs électriques E intrinsèques qui sont :

• Microscopiques, associés à l’asymétrie d’inversion de la maille cristalline dans les
semi-conducteurs blende de zinc : c’est l’effet Dresselhaus.

• Macroscopiques, associés à l’asymétrie d’inversion du potentiel électrique dans les
hétérostructures (dopage asymétrique, etc.) : c’est l’effet Rashba.

Ces deux effets se combinent dans les puits quantiques que nous étudierons.

2.2.1 Effet Dresselhaus

a. Dans le massif

L’effet Dresselhaus [79] se produit dans les cristaux dont la maille ne présente pas de
centre d’inversion. C’est le cas des semi-conducteurs de structure blende de zinc comme

2. Si l’on avait inclus un potentiel vecteur A dans l’équation de Dirac (2.1), on aurait obtenu également
les termes magnétiques dont le terme Zeeman e~

2m0
σ ·B et ses corrections relativistes.

3. Notons aussi qu’en réécrivant le Hamiltonien (2.5) dans le cas d’un potentiel V central, on obtient le
terme en L ·S utilisé pour décrire le couplage spin-orbite dans les atomes.

4. On pourra mentionner également l’existence d’effets spin-orbite liés à l’asymétrie spatiale des interfaces,
et à la présence de contraintes [19]. Ces effets ne seront pas rencontrés dans ce travail.
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GaAs ou CdTe. Pour la bande de conduction Γ6 du massif, le Hamiltonien correspondant
s’écrit :

ĤD
SO,3D = γ

[
kx(k2

z − k2
y)σ̂x + ky(k

2
x − k2

z)σ̂y + kz(k
2
y − k2

x)σ̂z

]
. (2.7)

Ce Hamiltonien est d’ordre cubique en k, le vecteur d’onde électronique, et γ est un coef-
ficient dépendant du matériau, qui dépend notamment de l’éclatement spin-orbite ∆ de la
bande de valence. Sa valeur calculée en théorie k · p̂ est donnée dans le tableau 1.1 pour
GaAs et CdTe [19].

Suite au travail théorique pionnier de Dresselhaus en 1952 [79], cet effet a été observé
à la fin des années 1970 dans InSb [80] (par battements Shubnikov–de Haas) et GaAs [81]
(par photoémission).

b. Dans un puits quantique orienté [001]

Nos puits quantiques ont l’axe de croissance z ‖ [001]. Pour obtenir le Hamiltonien
2D correspondant, on remplace la puissance n-ième de kz = −i∂z par sa valeur moyenne
quantique 〈(−i∂z)n〉. On a 〈kz〉 = 0 donc le terme en σ̂z du Hamiltonien (2.7) disparaît.
On obtient :

ĤD
SO =

(〈
γk2

z

〉
kx − 〈γ〉 kxk2

y

)
σ̂x −

(〈
γk2

z

〉
ky − 〈γ〉 kyk2

x

)
σ̂y , (2.8)

dans un système de coordonnées avec x̂ ‖ [100] et ŷ ‖ [010]. Dans cette expression, 〈γ〉
correspond à la moyenne, sur la fonction d’onde, du coefficient γ dans le puits et la barrière.
Généralement,

〈
k2
z

〉
� k2

x et k2
y, de sorte qu’on peut négliger les termes cubiques en k du

Hamiltonien (2.8). On obtient alors :

ĤD
SO ' β (kxσ̂x − kyσ̂y) (z ‖ [001]) , (2.9)

où on a posé la constante de couplage Dresselhaus :

β =
〈
γk2

z

〉
. (2.10)

Cette constante de couplage est essentiellement proportionnelle à l’énergie de confinement
de l’électron. Dans un puits quantique dopé, cette dernière doit être calculée par résolution
couplée Schrödinger-Poisson, comme nous l’avons vu section 1.2.3.

2.2.2 Effet Rashba

a. Champ électrique associé à l’asymétrie du potentiel

Un potentiel de confinement V (r) asymétrique conduit également à un éclatement spin-
orbite des états de conduction : c’est l’effet Rashba [82]. On peut écrire le développement
de Taylor :

V (r) = V0 + eE · r + . . . (2.11)

A l’ordre dominant, l’asymétrie d’inversion de V (r) peut donc (quelle que soit son origine
physique) être caractérisée par un champ électrique E. Par des arguments de symétrie,
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on montre qu’à l’ordre dominant en k et E, le Hamiltonien correspondant s’écrit pour la
bande de conduction Γ6 :

ĤR
SO = e r6c6c

41 σ ·k× E , (2.12)

avec r6c6c
41 un coefficient dépendant du matériau, dont la valeur k · p̂ est donnée dans le

tableau 1.1. Pour E ‖ z, on obtient :

ĤR
SO = α (kyσ̂x − kxσ̂y) , (2.13)

où on a posé la constante de couplage Rashba :

α = e 〈r6c6c
41 Ez〉 . (2.14)

Le Hamiltonien Rashba (2.13) ainsi obtenu a une structure très similaire au Hamiltonien
Dresselhaus 2D de l’Eq. (2.9). Cependant, il faut noter que l’origine physique des deux effets
est différente. L’effet Dresselhaus est, dans le massif, un effet purement microscopique :
le coefficient γ qui le gouverne provient des champs électriques des coeurs atomiques,
sentis par la partie de Bloch de la fonction d’onde. L’effet Rashba implique quant à lui
un phénomène supplémentaire, où la partie enveloppe de la fonction d’onde sent le champ
électrique macroscopique associé à l’asymétrie du potentiel.5

b. Historique

Les premières observations de l’effet Rashba dans les gaz d’électrons 2D d’hétérostruc-
tures semi-conductrices ont été réalisées dans les années 1980, d’après les battements
Shubnikov–de Haas [83, 84], puis les effets d’antilocalisation faible sur la magnétocon-
ductance [85]. Ensuite, par spectroscopie Raman électronique, des données très complètes
de l’anisotropie résultant de l’interférence des effets Rashba et Dresselhaus dans des puits
quantiques de GaAs/AlGaAs ont été obtenues par B. Jusserand et al. [86, 87]. A la fin
des années 1990, des expériences de contrôle de l’effet Rashba par un champ électrique
externe (grilles) ont été initiées [88], stimulées par la proposition par Datta et Das [89]
d’un "transistor de spin" à effet de champ (voir ci-dessous). Dans les années 2000, les effets
Rashba et Dresselhaus ont été mesurés dans le domaine temporel (accès à la dynamique de
précession), par rotation Kerr/Faraday [90, 13, 91] et photoluminescence [92–94] résolues
en temps.

Notons que récemment, un vif intérêt a été porté à l’effet Rashba dans d’autres sys-
tèmes d’électrons 2D. Cet effet peut être plusieurs ordres de grandeur supérieur (α ∼
100− 1000 meVÅ) à l’effet Rashba des hétérostructures semi-conductrices traditionnelles
(où α ∼ 1− 50 meVÅ). C’est le cas notamment pour les états de surface de métaux
comme le bismuth [95–97] ou les états de type puits quantique dans des films métalliques
ultra-minces (quelques nm) [98]. C’est également le cas des états de type puits quantique

5. Nous précisons bien "supplémentaire", car l’effet Rashba n’est pas dû uniquement à ce champ électrique
macroscopique : un raisonnement simple, injectant ce champ dans le Hamiltonien de Pauli (2.6),
obtiendrait une sous-estimation de plusieurs ordres de grandeur de l’énergie de couplage Rashba.
Celle-ci contient en effet une contribution importante des champs électriques des coeurs atomiques,
contribution qui est incorporée dans le coefficient r6c6c

4141.
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à proximité de la surface des isolants topologiques comme Bi2Se3 [99, 100], ou à l’interface
d’oxydes comme LaAlO3/SrTiO3 [101].

Nous étudions dans ce travail des puits quantiques à modulation de dopage : nous
détaillons donc à présent le calcul de la constante de couplage Rashba adapté à cette
situation.

c. Calcul de α pour un puits quantique à modulation de dopage

Une controverse a eu lieu dans la littérature au sujet de la constante de couplage Rashba
α = e 〈r6c6c

41 Ez〉. Ando et al. [102] ont argumenté que l’effet Rashba devrait être très faible,
puisque pour un état confiné, 〈Ez〉 = 0 par application du théorème d’Ehrenfest.6 Cette
controverse a été résolue par Lassnig [105], en démontrant que l’effet Rashba dans la bande
de conduction résultait du champ électrique dans la bande de valence, lequel n’est pas nul.7

Cette intervention de la bande de valence, qui pourrait paraître étonnante, est à relier au
fait que le modèle de Rashba (2.12) dérive d’une projection d’un Hamiltonien de type
Kane (cf. section 1.1.2), incluant les bandes de valence, sur le sous-espace des états de
conduction [19]. ���� ��
Fig. 2.1. Représentation schématique d’un état confiné d’électron dans un puits quantique soumis
à un champ électrique extérieur selon la direction de croissance. Les panneaux haut et bas montrent
les champs électriques Ecz et Evz dans la bande de conduction et de valence, respectivement (cf. Eq.
(2.17)). Pris de [19].

6. Qui implique que la force moyenne agissant sur un état confiné est nulle [75]. Si l’on tient compte de la
différence de masse effective entre le puits et la barrière, le champ moyen dans la bande de conduction
n’est plus rigoureusement nul, mais ne rend compte qu’à hauteur de quelques % de l’éclatement de
spin Rashba [103, 104].

7. Réciproquement, l’effet Rashba dans la bande de valence résulte du champ électrique dans la bande
de conduction.
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La différence entre le champ électrique dans les bandes de conduction et de valence
peut être explicitée de la façon suivante. Le potentiel Vc dans la bande de conduction est
la somme du potentiel Coulombien de Hartree (cf. Eq. (1.9)), et du potentiel associé au
bord de bande de conduction Ec(z) :

Vc(z) = VH(z) + Ec(z) . (2.15)

Pour la bande de valence, le potentiel électrique est, de façon analogue :

Vv(z) = VH(z) + Ev(z) . (2.16)

Ces deux potentiels diffèrent par leur seconde composante, et donnent donc lieu à des
champs électriques différents :

Evc/z = (1/e)∂zVc/v = Eext
z + (1/e)∂zEc/v(z) , (2.17)

pour la bande de conduction et de valence, respectivement. On a noté Eext
z = (1/e)∂zVH le

champ électrique associé au potentiel de Hartree.
Soit la structure schématisée figure 2.1, correspondant au cas très simple d’un puits

rectangulaire dans un champ électrique Eext
z uniforme. A l’interface gauche, il y a une large

contribution négative de 1
e∂zEc(z) à Ecz . Cette contribution est pondérée par l’importante

probabilité de présence à cette interface, qui compense les contributions positives à Ecz (dues
à l’interface droite et au champ extérieur). Ceci permet de comprendre intuitivement le
résultat du théorème d’Ehrenfest :

〈Ecz〉c = 0 , (2.18)

où nous utilisons la notation 〈...〉c pour rappeler explicitement que la moyenne est faite sur
la fonction d’onde de conduction. On comprend également d’après la figure 2.1 que cette
compensation n’a pas lieu pour la bande de valence, où les contributions d’interface sont
opposées. C’est ce champ 〈Evz 〉c 6= 0 qui détermine la constante de couplage α.

Pour exprimer ce champ, il suffit de remarquer que :

〈∂zEv〉c = −Σv

Σc
〈∂zEc〉c , (2.19)

où Σc et Σc sont les offsets de bande de conduction et de valence, respectivement. En
rassemblant les Eqs. (2.17), (2.18) et (2.19), on obtient [19] :

〈Evz 〉c =
Σc + Σv

Σc

〈
Eext
z

〉
c
. (2.20)

Pour un puits quantique à modulation de dopage, le champ
〈
Eext
z

〉
c
peut être évalué

en considérant que le plan de dopage chargé positivement, et le gaz d’électrons (de charge
surfacique totale e n2D opposée) forment un condensateur plan infini. On a alors :〈

Eext
z

〉
c
' e n2D

2εrε0
, (2.21)

où εr est la constante diélectrique relative.
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Au final, en supposant r6c6c
41 identique dans le puits et la barrière, on obtient pour la

constante de couplage Rashba (2.14) :

α = r6c6c
41

Σc + Σv

Σc

e2 n2D

2εrε0
. (2.22)

Des expressions plus sophistiquées existent [103, 104], prenant en compte la discontinuité
de masse effective et d’énergie spin-orbite ∆ aux interfaces. Mais les paramètres de bande
des matériaux barrière (par exemple, CdMgTe) ne sont pas toujours connus avec précision,
et les corrections sont de toute façon faibles. De fait, l’expression (2.22) a démontré un
bon accord avec les expériences [19, 106, 107], et c’est celle-ci que nous utiliserons dans ce
travail.

2.2.3 Champs spin-orbite dans un puits quantique asymétrique [001]

En combinant les Eqs. (2.9) et (2.13), on obtient le Hamiltonien spin-orbite total,
correspondant à la somme de l’effet Rashba et de l’effet Dresselhaus :

ĤSO = α (kyσ̂x − kxσ̂y) + β (kxσ̂x − kyσ̂y) , (2.23)

pour un électron de vecteur d’onde k dans un puits quantique asymétrique orienté [001].
Le groupe de symétrie correspondant est C2v.8

a. Notion de champ magnétique spin-orbite

Ce Hamiltonien peut se réécrire comme l’effet Zeeman d’un champ magnétique spin-
orbite effectif BSO(k) :

ĤSO =
1

2
gµB σ̂ ·BSO(k) , (2.24)

avec g le facteur gyromagnétique électronique, µB le magnéton de Bohr, et

BSO(k) =
2α

gµB

 ky

−kx
0

+
2β

gµB

 kx

−ky
0

 , (2.25)

toujours dans le système de coordonnées x ‖ [100], y ‖ [010] et z ‖ [001]. Le module de
BSO(k) gouverne la levée de dégénérescence des deux états de spin de vecteur d’onde k,
et la direction de BSO(k) gouverne leur orientation de spin, comme nous le montrons à
présent.

8. Un puits quantique symétrique de structure diamant, orienté [001] possède le groupe de symétrie
(groupe ponctuel) D4h. L’asymétrie d’inversion de la maille (du potentiel) réduit ce groupe à D2d

(C4v). En présence des deux asymétries le groupe est C2v.
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b. Eclatement de spin

La dispersion électronique, associée au Hamiltonien à 1 particule Ĥ = p̂2

2mb
+ ĤSO,

s’écrit :

εkσ =
~2k2

2mb
+ σk

√
α2 + β2 + 2αβ sin 2ϕk (σ = ±1) , (2.26)

où mb est la masse effective de conduction, k est le module de k et ϕk son angle polaire par
rapport à [100]. Ainsi, dès que k 6= 0, il se produit une levée de dégénérescence intrinsèque
(à champ magnétique extérieur nul) des deux états de spin. L’éclatement de spin corres-
pondant (différence d’énergie entre les deux états de spin, à k donné) croît linéairement
avec k. La dispersion électronique est représentée figure 2.2 :

  

a

b

c

d

e

Rashba

Dresselhaus

Rashba
Dresselhaus

Fig. 2.2. Gauche : Dispersion des états à 1 particule dans un puits quantique orienté [001], en
présence d’effet Rashba ou Dresselhaus seul (a), et en présence des deux effets simultanément (b).
Droite : Orientation de spin sur des contours d’énergie constante, pour l’effet Rashba (c), l’effet
Dresselhaus (d) et la combinaison des deux (e). Adapté de [108].

• Si un seul des deux effets Rashba ou Dresselhaus est présent (α = 0 ou β = 0), la
dispersion (2.26) présente la symétrie axiale schématisée figure 2.2(a). Les contours
d’énergie constante sont des cercles concentriques (2.2(c)-(d)), et l’éclatement spin-
orbite est isotrope dans le plan du puits quantique.

• Si les deux effets sont simultanément présents, ils interfèrent et la symétrie axiale est
brisée. La dispersion à 1 particule, schématisée figure 2.2(b), dépend alors de l’orien-
tation de k. Les contours d’énergie constante (figure 2.2(e)) ne sont plus circulaires,
mais conservent une symétrie d’ordre 2 (invariance par rotation de 180◦) caracté-
ristique du groupe C2v. Les extrema de l’éclatement spin-orbite correspondent aux
directions [110] et [110].
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Donnons quelques ordres de grandeur : dans des puits quantiques dopés typiques de
GaAs ou CdTe, α et β sont de l’ordre de quelques meVÅ, et le vecteur d’onde de Fermi
kF est de l’ordre de 100 µm−1. L’éclatement spin-orbite au niveau de Fermi est alors de
l’ordre de 0.1 meV (soit ∼ 1% de l’énergie de Fermi) ; cette dernière valeur correspond dans
GaAs à l’effet Zeeman d’un champ magnétique de 4 T.

c. Orientation de spin

En présence de couplage spin-orbite, le spin n’est plus une constante du mouvement :
[ĤSO, σ̂] 6= 0. On ne peut donc plus définir un axe de quantification commun à tous les
spins. Cependant, on peut toujours définir, pour un état donné, un axe de quantification
local dans l’espace des k, aligné avec la valeur moyenne de σ̂. Pour un état de vecteur
d’onde k donné, cet axe de quantification est précisément la direction de BSO(k).

L’orientation de BSO(k) est indiquée par des flèches sur les contours d’énergie constante
de la figure 2.2. Dans le cas de l’effet Rashba (2.2(c)), on a toujours BSO(k) ⊥ k, de
sorte que l’orientation de spin est orthoradiale. Lorsqu’on parcourt un contour d’énergie
constante, l’axe de quantification tourne continûment, dans un sens déterminé (direct ou
indirect) : on parle de chiralité. On constate que la chiralité est opposée pour les 2 contours
(éventuellement dégénérés) correspondant à une énergie donnée. D’autre part, l’invariance
par renversement du temps9 impose que BSO(−k) = −BSO(k) : l’orientation de spin est
opposée pour les vecteurs d’onde k et −k. Ainsi, si l’on choisit un axe de quantification fixe,
chaque contour contient autant de spins up que down selon cet axe : les champs spin-orbite
ne conduisent à aucune polarisation nette de spin dans l’état fondamental.

Ces propriétés, tout à fait générales, se retrouvent naturellement dans le cas de l’effet
Dresselhaus (2.2(c)). Dans ce cas cependant, l’orientation n’est plus orthoradiale, et possède
une symétrie plus complexe. Enfin, la figure 2.2(e) montre le cas où effets Rashba et
Dresselhaus sont présents simultanément. On vérifiera que l’orientation de spin est, tout
comme l’éclatement de spin, invariante par rotation de 180◦.

2.3 Conséquences du couplage spin-orbite : effets à 1 parti-
cule

Dans la première partie de ce chapitre, nous avons vu comment des champs spin-orbite
BSO(k) émergeaient de la combinaison de l’interaction spin-orbite et de l’asymétrie spatiale
dans les semi-conducteurs. L’existence de ces champs spin-orbite constitue, du point de vue
applicatif, à la fois un atout et un inconvénient. Ils offrent en effet de nouveaux moyens
d’agir sur le spin électronique, mais ils contribuent aussi efficacement à la relaxation de ce
même spin. Nous allons examiner tour à tour ces deux aspects des effets spin-orbite à 1
particule.

9. Celle-ci impose de façon générale que εk↑ = ε−k↓ : c’est la dégénérescence de Kramers.
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2.3.1 Applications spintronique

Le couplage spin-orbite ouvre la possibilité de s’affranchir de l’utilisation de matériaux
magnétiques et de champs magnétiques extérieurs pour des applications spintronique. En
effet, il permet de générer et de manipuler des populations de spin, en influant simple-
ment sur leur mouvement par des champs électriques :

a. Génération de spin par effet spin-orbite

Deux méthodes sont couramment utilisées pour générer une population de spin : l’in-
jection électrique à travers une couche ferromagnétique [6],10 et l’orientation optique par
absorption de lumière polarisée circulairement [110].11 Récemment, le couplage spin-orbite
a rendu possible la démonstration de deux nouveaux mécanismes de génération électrique
de spin : l’effet Hall de spin, et l’effet CISP (pour current-induced spin polarization).
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Fig. 2.3. Mécanismes spin-orbite de génération de spin lors du passage d’un courant de charge
dans un semi-conducteur : effet Hall de spin, conduisant à une accumulation de spin sur les bords
du canal, et effet CISP (current-induced spin polarization), conduisant à une polarisation de spin
uniforme dans le matériau. Adapté de [21].

Ces deux mécanismes accompagnent simultanément le passage d’un courant de charge,
comme schématisé figure 2.3. L’effet Hall de spin (extrinsèque) provient de l’interaction
spin-orbite entre les électrons et les impuretés qui les diffusent : deux électrons de spins
opposés sont déviés dans des directions opposées (skew scattering), perpendiculairement
au courant de charge (figure 2.4(a)). Il en résulte un courant de spin, qui est pur de
spin (il n’implique pas de déplacement net de charge) et donne lieu à une accumulation
de spin sur les bords du canal de conduction, comme observé très récemment [12, 111]
(jusqu’à température ambiante). L’effet réciproque (figure 2.4(b)) peut être utilisé comme
une méthode de détection électrique d’un courant de spin [112, 113].12 On notera que les

10. Qui agit comme un polariseur de spin. L’injection d’un ferromagnétique à un semi-conducteur est
actuellement bien maîtrisée (efficacité de 70% à température ambiante [109]).

11. Le moment angulaire ±1 des photons est transféré aux paires électron-trou photocréées, résultant en
une orientation efficace de leur spin dans les semi-conducteurs cubiques.

12. Dans l’effet Hall de spin inverse, un courant de spin génère un faible courant de charge perpendiculai-
rement à sa direction de propagation. La mesure de la différence de potentiel associée à ce courant de
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effets Hall de spin direct et réciproque font partie d’une famille très générale d’effets de
transformation mutuelle des courants de charge en courant de spin, pouvant recevoir un
traitement théorique unifié [118, 119].

L’effet CISP donne lieu quant à lui à une polarisation de spin uniforme dans le
matériau [90], lors du passage du courant de charge. Son interprétation est encore débat-
tue [120, 21], mais elle recourt généralement à la notion de champ spin-orbite induit par
le courant (cf. ci-dessous) : les électrons dérivant avec un vecteur d’onde qdrift voient en
moyenne un champ spin-orbite BSO(qdrift), qui oriente leur spin [121, 122].

Courant de spin Courant de charge

Courant de charge Courant de spin

a b

Fig. 2.4. a, Schéma de principe de l’effet Hall de spin : le passage d’un courant de charge génère un
courant (pur) de spin dans la direction transverse. Cet effet provient de la combinaison du couplage
spin-orbite et des collisions sur les impuretés : les deux populations de spins sont défléchies dans
des directions opposées lors des collisions. b, Effet Hall de spin inverse : génération d’un courant
de charge perpendiculairement à un courant de spin. Pris de [123].

b. Manipulation de spin par effet spin-orbite

Le couplage spin-orbite permet également de manipuler une polarisation de spin à
l’aide de champs électriques.

Transistor de spin de Datta et Das L’archétype d’un dispositif utilisant cet effet
est le transistor de spin à effet de champ proposé par Datta et Das [89] : cf. figure 2.5.
Ce transistor est formé de deux électrodes ferromagnétiques (source et drain) de part
et d’autre d’un canal semi-conducteur. La source injecte des spins parallèles à la direc-
tion de transport, qui se déplacent balistiquement13 avec un vecteur d’onde qdrift, et sont
"analysés" par le drain : le courant est haut (état on) si les spins arrivent orientés pa-
rallèlement à l’aimantation du drain, et bas (état off ) s’ils arrivent anti-parallèlement. La
modulation du courant est obtenue en contrôlant l’orientation des spins par l’application
d’un champ électrique E (grille) : les spins précessent en moyenne autour du champ spin-
orbite Rashba BSO(qdrift) ∝ qdrift × E . L’angle de rotation sur la longueur L du canal,
∆θ ' (2mbeLr

6c6c
4141/~2)〈Ez〉, est ajustable par l’amplitude de E.14

charge est d’ores et déjà couramment utilisée pour mesurer des courants de spin [114–116], et pourrait
également être exploitée dans un schéma de transistor [117].

13. Le principe de fonctionnement peut être étendu au régime diffusif si |α| = |β| [124].
14. Un angle de rotation ∆θ de π nécessite une longueur de canal Lπ = π~2

2mbα
. Dans une structure à fort

couplage spin-orbite comme un puits quantique InAs/AlSb, on peut avoir α ∼ 60 meVÅ [125] de sorte
que Lπ ∼ 0.9 µm.
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Fig. 2.5. Schéma de principe du transistor de spin à effet de champ de Datta et Das [89]. La source
(électrode ferromagnétique) injecte des spins parallèles à la direction de transport, qui se déplacent
balistiquement (vecteur d’onde qdrift) jusqu’au drain (électrode ferromagnétique). L’application
d’un champ électrique E par une grille conduit par effet Rashba à un champ magnétique BSO(qdrift),
qui fait précesser les spins. Le courant peut ainsi être modulé en variant E. Adapté de [1].

Champ spin-orbite induit par le courant L’existence d’un champ magnétique
BSO(qdrift) peut se comprendre simplement. En l’absence de courant (qdrift = 0), la
moyenne sur la mer de Fermi des champs spin-orbite individuels BSO(k) est nulle,15 de
sorte qu’aucune force macroscopique n’agit sur le gaz (et la polarisation de spin est nulle
comme noté ci-dessus). Mais si le gaz est animé d’un mouvement moyen de vecteur d’onde
qdrift, le disque de Fermi se décale et les BSO(k) se moyennent à BSO(qdrift).16

Ce champ spin-orbite induit par le courant décrit adéquatement l’orientation et la
fréquence de précession moyennes d’un paquet de spin dans les expériences de transport
cohérent [122]. La dynamique de précession autour de ce champ a été observée dans le
domaine temporel, en l’absence de champ magnétique extérieur [13], et en superposition
avec un champ magnétique extérieur Bext. Les spins précessent alors en moyenne autour
du champ total Btot = Bext + BSO(qdrift) [91, 127, 92].

Dans cette section, nous avons détaillé les potentialités spintronique offertes par les
champs spin-orbite. Nous allons voir à présent que ces champs peuvent également constituer
un handicap majeur, en contribuant à la relaxation de spin.

2.3.2 Relaxation de spin : modèle de D’yakonov-Perel’

Pour les électrons de conduction des semi-conducteurs et métaux, 4 mécanismes prin-
cipaux de relaxation de spin peuvent à priori être envisagés [1]. Le mécanisme Elliott-Yafet
provient du léger mélange des états de spin ↑ et ↓ induit par le couplage spin-orbite dans les
structures possédant la symétrie d’inversion (et où la dégénérescence des états de spin n’est
donc pas levée par les effets Rashba et Dresselhaus) : ce léger mélange conduit, à chaque
diffusion de l’électron, à une faible probabilité de retournement de spin. Le mécanisme Bir-

15. Ceci découle de la dégénérescence de Kramers, qui impose BSO(−k) = −BSO(k), et de l’égalité des
nombres d’occupation pour les états de vecteurs d’onde opposés, nk = n−k.

16. Une démonstration plus rigoureuse pourra être trouvée dans [126]. Si les termes Dresselhaus cubiques
sont pris en compte, le champ spin-orbite induit par le courant reste linéaire en qdrift, mais avec une
constante de couplage Dresselhaus légèrement renormalisée.
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Aronov-Pikus, pertinent pour les semi-conducteurs dopés p, provient des fluctuations du
champ magnétique associé à l’interaction d’échange électron-trou. L’interaction hyperfine,
dans les semi-conducteurs de spin nucléaire non nul (comme GaAs), affecte les électrons
localisés ; son influence sur les électrons itinérants est inhibée par un fort rétrécissement
par le mouvement (motional narrowing).

Pour les semi-conducteurs de structure blende de zinc dopés n qui nous intéressent
ici, ces trois mécanismes sont négligeables devant un quatrième, le mécanisme D’yakonov-
Perel’ [20]. Celui-ci provient de la dépendance en k des champs spin-orbite Dresselhaus et
Rashba.

Cas d’un électron individuel Pour comprendre ce mécanisme de relaxation, consi-
dérons la figure 2.6(a), montrant une carte typique du champ spin-orbite BSO(k) dans
l’espace des k (le cercle indique le contour de Fermi, de rayon kF). Le champ spin-orbite
varie fortement avec k. Ainsi, à chaque fois qu’un électron change de vecteur d’onde k

par diffusion, le champ magnétique BSO(k) change en amplitude et en orientation : cf. fi-
gure 2.6(b). Le spin doit donc précesser avec une autre fréquence et une autre direction.
Au fur et à mesure des collisions, le spin perd ainsi progressivement la mémoire de son état
initial.

Dans le cas usuel de collisions fréquentes17, l’angle de précession est petit entre deux
collisions, et la phase de précession suit une marche au hasard. Un spin initialement aligné
dans la direction i (i = x, y, z) relaxe alors avec un temps caractéristique [118] :

τ is ∼
1

〈Ω2
⊥i〉τk

, (2.27)

où τk est le temps de relaxation du vecteur d’onde, et 〈Ω2
⊥i〉 le carré de la fréquence de

précession associée au champ spin-orbite dans le plan perpendiculaire à i, moyenné sur la
distribution électronique.18 C’est un exemple typique de rétrécissement par le mouvement
(motional narrowing) : le temps de relaxation de spin est inversement proportionnel au
temps de corrélation des fluctuations du champ magnétique, ici donné par τk.

Cas d’un ensemble d’électrons dans un champ magnétique externe En présence
d’un champ magnétique extérieur Bext, on distingue entre le temps de vie de la composante
longitudinale du spin (temps de relaxation T1), et celui des composantes transverses au
champ extérieur (temps de décohérence T2). Considérons alors un ensemble d’électrons,
auxquels on imprime une précession autour de Bext à l’instant initial. Chaque électron voit
ensuite un champ Bext +BSO(k) différent : le spin macroscopique se déphase donc avec un
temps T ∗2 plus court que le temps intrinsèque T2 de chaque électron, par interférence des-
tructive : T ∗2 < T2. Ce déphasage d’ensemble se produit même en l’absence de diffusion du
vecteur d’onde électronique (donc même si T2 =∞) : le simple fait que chaque spin précesse
avec une direction et une fréquence propres, même constantes au cours du temps, conduit
à un temps d’ensemble T ∗2 fini. Par extension, on nommera également D’yakonov-Perel’ ce
mécanisme de déphasage d’ensemble, persistant en l’absence de diffusion du vecteur d’onde.

17. Soit 〈Ω⊥i〉τk � 1.
18. Dans le cas opposé 〈Ω⊥i〉τk � 1, le spin fait de nombreux cycles de précession entre deux collisions,

et τ is ∼ τk.
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a b

Fig. 2.6. a, Champ spin-orbite BSO(k) dans l’espace des k pour un puits quantique asymétrique
orienté [001] (cf. Eq. (2.25)). Le cercle indique le contour de Fermi, de rayon kF. Pris de [107]. b,
Schéma de principe de la relaxation de spin D’yakonov-Perel’. A chaque fois qu’un électron change
de vecteur d’onde (passage de k à k′) par diffusion, le champ magnétique spin-orbite est modifié
(passage de BSO(k) à BSO(k′)), et le spin se met à précesser avec une autre fréquence et une autre
direction. Pris de [128].

2.3.3 Immunisation contre le mécanisme D’yakonov-Perel’

Des recherches intenses ont été menées en vue de protéger les spins itinérants du mé-
canisme D’yakonov-Perel’. Nous présentons ici deux des stratégies suivies.

a. Exploitation des symétries spin-orbite spatiales

La stratégie principale suivie jusqu’à ce jour consiste à réaliser des situations de haute
symétrie spatiale, diminuant voire supprimant la dépendance en k des champs spin-orbite,
à l’origine du mécanisme D’yakonov-Perel’. Trois situations ont été envisagées dans la
littérature :

• Puits [110] et α = 0

Pour un puits quantique orienté [110], on montre [129] que le champ spin-orbite Dres-
selhaus est orienté selon l’axe de croissance quel que soit k : cf. figure 2.7. En l’absence
d’effet Rashba, le champ spin-orbite total s’écrit BSO(k) = β

gµB
(0, 0, ky), avec x ‖ [001],

y ‖ [110] et z ‖ [110]. La dissipation D’yakonov-Perel’ est alors supprimée (à l’ordre
linéaire en k)19 pour les spins alignés avec l’axe de croissance [6, 130, 131].

[001]

[110]

[110]

Fig. 2.7. Champ spin-orbite Dresselhaus dans l’espace des k, pour un puits quantique orienté
[110].

19. Le terme Dresselhaus cubique rétablit une légère sensibilité au mécanisme D’yakonov-Perel’.
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• Puits [111] et α = −4β√
3

Pour un puits quantique orienté [111], le champ Dresselhaus possède la même symétrie
orthoradiale que le champ Rashba [129]. On a alors BSO(k) = α+4β/

√
3

gµB
(ky,−kx, 0), où

z ‖ [111]. En réalisant la situation α = −4β/
√

3, à l’aide d’une grille, le champ spin-
orbite est identiquement nul, et la dissipation D’yakonov-Perel’ est supprimée dans les 3
directions de l’espace [132]. Balocchi et al. [94] ont récemment observé une augmentation
de deux ordres de grandeur du temps de relaxation de spin en utilisant cet effet.

• Puits [001] et α = ±β : Persistent Spin Helix (PSH)

Pour un puits quantique orienté [001], lorsque α = ±β tous les champs spin-orbite sont
alignés. Ils sont parallèles à la direction [±110] du plan : BSO(k) = 2α

gµB

(
(kx±ky),−(kx±

ky), 0
)
pour α = ±β, respectivement. Il existe alors un profil spatial de polarisation de

spin pour lequel la dissipation D’yakonov-Perel’ s’annule [133] au premier ordre en k,
comme observé par Koralek et al. [106]. Ce profil PSH (Persistent Spin Helix ), schématisé
figure 2.8 pour le cas α = β, consiste en une variation sinusoïdale, de vecteur d’onde
qPSH ‖ [110], de l’orientation de spin dans le plan perpendiculaire à [110].

(axe de croissance)

Fig. 2.8. Profil spatial de la polarisation de spin dans l’état PSH (Persistent Spin Helix ). Cet
état, où l’orientation de spin est périodique avec un vecteur d’onde qPSH ‖ [110], est réalisé pour
|α| = |β| dans un puits quantique orienté [001] (ici le cas α = β est représenté). L’état PSH est
protégé de la dissipation D’yakonov-Perel’ [133]. Adapté de [106].

b. Techniques de type écho de spin

Plutôt que d’exploiter les symétries spatiales de l’interaction spin-orbite comme dans
les exemples ci-dessus, on pourrait songer à exploiter sa symétrie temporelle pour lutter
contre la dissipation D’yakonov-Perel’. En effet, le Hamiltonien spin-orbite est invariant
par renversement du temps. Ainsi, une perturbation (pulse électromagnétique) capable de
placer le système dans l’état miroir par renversement du temps peut reconstruire partiel-
lement la cohérence de spin [134, 135]. C’est le principe de l’écho de spin [136], issu de la
résonance magnétique nucléaire, et dont l’application à la dissipation D’yakonov-Perel’ de
spins électroniques itinérants est actuellement à l’étude.

Refocalisation de spin Pour introduire ces travaux, considérons le cas simple d’un en-
semble de spins localisés précessant autour d’un champ extérieur Bext, avec des fréquences
légèrement différentes (du fait par exemple d’une légère distribution des facteurs g). Les
phases de précession, qui coïncident à l’instant initial, se décalent ensuite progressivement :
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les spins "rapides" prennent de l’avance sur les spins "lents". Si après un temps d’évolution
∆t, on retourne les spins par un impulsion π, les spins rapides se trouvent en retard sur
les spins lents ; au bout d’un nouveau temps d’évolution libre ∆t, les phases coïncident à
nouveau — modulo la décohérence intrinsèque (temps T2) de chaque spin.

Dans ce procédé, baptisé écho de spin de Hahn [136], le déphasage statique associé à la
distribution de fréquence de précession des spins a été compensé : on parle de refocalisation
de spin [137]. Issue de la résonance magnétique nucléaire, cette technique a récemment été
étendue, grâce à l’utilisation de impulsions optiques sub-picosecondes, aux spins électro-
niques — de temps de vie plus court — localisés dans des boîtes quantiques [138, 139] ou
sur des défauts [140].

Concernant la relaxation D’yakonov-Perel’ des spins itinérants, le résultat expérimental
qui se rapproche pour l’instant le plus de cet esprit est celui de la Ref. [14], utilisant des
impulsions électriques (2 ns) sur des paquets de spin générés optiquement dans un film
d’InGaAs. Les impulsions électriques déclenchent la dérive du paquet de spin, et sa préces-
sion autour du champ spin-orbite induit par le courant (cf. section 2.3.1). En appliquant
la succession immédiate de deux impulsions de polarités opposées, un allongement du T ∗2
d’un facteur 2 a été observé.

Découplage dynamique Peut-on également prolonger le temps de décohérence intrin-
sèque T2 de chaque spin ? C’est le but des techniques de découplage dynamique [141].
La décohérence intrinsèque provient du couplage aux fluctuations magnétiques de l’en-
vironnement. Dans l’exemple précédent, celles-ci peuvent être modélisées par un champ
δB(t), fluctuant avec un temps caractéristique τc. Chaque spin précesse alors autour de
Bext + δB(t), les fluctuations de fréquence de précession instantanée induisant la perte de
cohérence avec un temps T2.

Si l’on applique, non plus un seul impulsion de retournement, mais une séquence strobo-
scopique de telles impulsions [142, 143], avec une fréquence de répétition de l’ordre de 1/τc,
on découple partiellement l’évolution du spin par rapport aux fluctuations δB(t) [141]. Une
augmentation de presque 3 ordres de grandeur du temps de cohérence de spins électroniques
localisés a ainsi été démontrée expérimentalement [144, 145].

Dans le cas de la relaxation D’yakonov-Perel’, τc = τk. Or, le découplage dynamique
nécessite des impulsions (i) de durée faible devant T2, et (ii) espacés d’une durée ∆t de
l’ordre de τc. Dans un puits quantique de GaAs comme celui que nous étudierons au
chapitre 4, T2 est de l’ordre de la ns, et τk est de l’ordre de quelques centaines de ps,
à température cryogénique. Le critère (i) est donc facilement satisfait par des impulsions
optiques ; quant au critère (ii), il nécessite un taux de répétition de l’ordre de la dizaine de
GHz, qui est accessible avec certains lasers commerciaux ou de laboratoire [146].

Des simulations numériques [147, 148] montrent que l’on peut attendre de l’utilisation
de cette technique une réduction du mécanisme D’yakonov-Perel’ d’un ordre de grandeur
pour ∆t = τk, et de 3 ordres de grandeur pour ∆t = 0.1 τk. Ces prédictions sont en attente
de confirmation expérimentale.

* * *
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Après cet état de l’art des effets spin-orbite à 1 particule, abordons brièvement la
question des "effets spin-orbite à N corps".

2.4 Vers l’étude des effets spin-orbite à N corps

Jusqu’ici, nous n’avons pas tenu compte de l’interaction Coulombienne entre électrons.
Dans quelle mesure est-elle susceptible de modifier les effets spin-orbite à 1 particule décrits
dans ce chapitre ?

Renormalisation des quantités à 1 particule

Traditionnellement, on s’attend à ce que l’interaction Coulombienne renormalise les
quantités à 1 particule que nous avons manipulées jusqu’ici :

• Comme noté en introduction, il a été prédit un renforcement des constantes de cou-
plage spin-orbite Rashba et Dresselhaus (α et β), à hauteur de quelques % ou dizaines
de % [31–33]. Ce renforcement est une fonction croissante du rayon de Wigner-Seitz rs
(Eq. (1.14)), qui mesure la distance moyenne entre électrons. Cependant, un tel ren-
forcement n’a jamais pu, à notre connaissance, être quantifié clairement d’un point de
vue expérimental. Une expérience déterminante, mais délicate consisterait à faire varier
la densité électronique sur un même échantillon, à potentiel de confinement constant, à
l’aide par exemple d’un dispositif à deux grilles [149, 127].

• Il a également été montré, théoriquement [34, 35] et expérimentalement [36–38], que les
interactions Coulombiennes conduisent à une diminution de la relaxation D’yakonov-
Perel’. Cet effet global se décompose en deux sous-effets. D’une part, l’interaction Cou-
lombienne est une source supplémentaire de diffusion du vecteur d’onde, inhibant la
relaxation D’yakonov-Perel’ en régime de rétrécissement par le mouvement [36, 37].20

D’autre part, en présence d’une polarisation de spin, le champ d’échange Coulombien
diminue encore la relaxation de spin, comme le ferait un champ magnétique réel [34, 35] :
cet effet a été observé dans la Ref. [38].

Effets spin-orbite sur les modes collectifs : positionnement de ce travail

L’effet du couplage spin-orbite sur les modes collectifs, où la dynamique des électrons
est fortement structurée par l’interaction de Coulomb, a fait l’objet d’un certain nombre de
travaux théoriques, mais comparativement peu d’études expérimentales. Nous recensons
les principaux travaux théoriques :

• L’effet du couplage spin-orbite sur le plasmon de charge intra-sous-bande a été étudié
dans les Refs. [49, 150, 151, 33]. Le principal effet prédit est l’anisotropie du poids spectral

20. Le taux de diffusion 1/τee dû aux interactions Coulombiennes augmente, dans un gaz d’électrons 2D

dégénéré, comme la température au carré [35] : 1/τee ' 3.4EF
~

(
kBT
EF

)2

, où EF est l’énergie de Fermi.
Le taux de diffusion total est alors donné par 1/τ∗k = 1/τk + 1/τee, où 1/τk est le taux de diffusion
associé à la mobilité.
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du plasmon.21 Le plasmon de charge inter-sous-bande a également été étudié [74, 107].

• Les effets spin-orbite sur les modes collectifs de spin ont été étudiés dans la Ref. [153],
pour l’intra-sous-bande, et dans les Refs. [74, 107], pour l’inter-sous-bande. Les effets
les plus intéressants concernent clairement cette dernière situation. Il a été prédit que le
couplage spin-orbite conduisait à un éclatement du spectre plasmon en un triplet, et que
les trois modes correspondants étaient immunisés contre le mécanisme D’yakonov-Perel’.

Précisons le sens exact de cette immunité contre le mécanisme D’yakonov-Perel’. Nous
avons vu ci-dessus que même en l’absence de relaxation du vecteur d’onde, la dépendance en
k des champs spin-orbite individuels conduit, dans une image à 1 particule, à un déphasage
du spin macroscopique. Or, le calcul ALDA (cf. section 1.4.4) de la réponse inter-sous-
bande ne conduit, à désordre et température nuls, à aucune partie imaginaire pour les
pôles associés aux 3 plasmons de spin : ces modes ont donc un temps de vie infini. De plus,
ces modes plasmon possèdent une polarisation, i.e. un axe d’oscillation (mode longitudinal)
ou de précession (modes transverses) de spin bien défini, en dépit de la distribution en k

des champs spin-orbite individuels.
A la différence des stratégies d’immunisation contre la relaxation D’yakonov-Perel’

que nous venons de discuter, le phénomène prédit est ici totalement indépendant de la
symétrie spatiale des champs spin-orbite : il ne nécessite donc à priori aucune ingénierie ou
contrôle par grille. Pour faire également un parallèle avec les techniques d’écho de spin, on
pourrait être tenté de dire que les champs Coulombiens d’échange-corrélation agissent, au
sein du plasmon de spin, comme une séquence continue (∆t = 0) d’impulsions de contrôle,
permettant au spin macroscopique de conserver sa cohérence quantique, en dépit de la
dépendance en k des champs spin-orbite individuels.

Nous allons étudier au chapitre 4 ce phénomène d’organisation des champs spin-orbite
en présence de l’interaction de Coulomb pour le plasmon de spin inter-sous-bande, dans des
puits quantiques de GaAs. Dans les chapitres 5 et 6, nous étudierons la présence d’effets
similaires sur l’onde de spin intra-sous-bande du gaz d’électrons polarisé en spin dans
CdMnTe.

Nous donnons avant cela une présentation générale de l’outil expérimental utilisé pour
ces études, la spectroscopie Raman électronique.

21. Il a été proposé d’exploiter cette anisotropie dans les systèmes bi-dimensionnels, pour former un "filtre
plasmonique" [152, 151].
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Spectroscopie Raman électronique
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Dans le chapitre 1, nous avons vu que le gaz d’électrons des puits quantiques dopés était
le siège de deux types d’excitations électroniques : des excitations individuelles (SPE), qui
correspondent aux pôles des fonctions de Lindhard Πσσ′(q, ω) (Eq. (1.25)), et des modes
collectifs, qui correspondent aux pôles des fonctions de réponse densité-densité comme
χnn(q,ω) (susceptibilité électrique), χ+−(q,ω) (susceptibilité de spin transverse), etc. (cf.
Eq. 1.41).

Dans ce chapitre, nous allons voir que la spectroscopie Raman électronique donne un
accès privilégié à ces fonctions de réponse. Dans un spectre Raman, les modes collectifs
apparaissent (idéalement) comme des raies de profil Lorentzien, fournissant l’énergie et
le temps de vie du mode. Le vecteur d’onde d’excitation q peut être contrôlé, à la fois
en amplitude et en orientation, permettant de reconstruire la dispersion ω(q) des modes
collectifs. Ceci va nous permettre dans cette thèse d’étudier les effets spin-orbite sur les
modes collectifs de spin.

Après un court paragraphe de présentation générale (3.1), nous détaillons le calcul de
la section efficace de diffusion Raman (3.2), et nous montrons comment celle-ci est reliée
aux fonctions de réponse du gaz. Puis nous présentons notre dispositif expérimental (3.3).

3.1 Principe et historique

De façon générale, les photons incidents sur un matériau subissent divers processus1 : à
la surface, ils sont réfléchis ou transmis ; dans le volume, les photons transmis peuvent être
absorbés ou diffusés. La diffusion est un mécanisme à deux photons, dont la probabilité
est plus faible qu’un mécanisme à un photon comme l’absorption. Elle se produit sur toute

1. On se restreint ici aux processus linéaires.
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inhomogénéité, statique ou dynamique, du milieu. Les inhomogénités statiques, comme les
défauts de surface, ne peuvent diffuser que de façon élastique : l’énergie ~ωs du photon
diffusé est égale à l’énergie ~ωi du photon incident. En revanche, les inhomogénéités dyna-
miques, comme les fluctuations de la densité de charge et de spin (mais aussi les phonons,
magnons, etc.), diffusent la lumière inélastiquement.

A basse énergie2, cette diffusion inélastique est appelée diffusion Raman, et on nomme
déplacement Raman (Raman shift) la différence

~ω = ~ωi − ~ωs , (3.1)

correspondant à l’énergie échangée avec le système diffusant : cf. figure 3.1(a). La situation
ω > 0 correspond à une création d’excitation (processus Stokes), et la situation ω < 0

correspond à une destruction d’excitation (processus anti-Stokes) dans le milieu.
L’invariance par translation conduit de plus au transfert d’un vecteur d’onde q au

système diffusant :
q = (κi − κs)‖ , (3.2)

où κi et κs sont les vecteurs d’onde du photon incident et diffusé, respectivement, et
(. . .)‖ désigne la projection sur l’espace invariant par translation (espace complet pour un
matériau massif, plan pour un puits quantique, etc.).

Cet effet a été découvert par Raman et Krishnan [154] en 1928 dans des liquides or-
ganiques, et indépendamment par Landsberg et Mandelstam dans le quartz [155].3 L’in-
vention du laser dans les années 1960 a établi la diffusion Raman comme un outil spec-
troscopique puissant [158–160]. En pratique, on éclaire le système avec un faisceau laser
monochromatique, et on analyse avec un spectromètre la lumière diffusée. Le vecteur de
diffusion q étant fixé par les directions d’incidence et de détection, l’analyse de l’énergie des
photons diffusés fournit le spectre d’excitations (individuelles et collectives) du matériau.
Comme nous le montrerons, les excitations de spin peuvent (sous certaines conditions) être
sondées sélectivement, en croisant la polarisation des photons incidents et diffusés.

Donnons un bref historique de l’application de la spectroscopie Raman électronique
à l’étude des semi-conducteurs. Après les premières observations Raman de plasmons de
charge dans les semi-conducteurs massifs (GaAs dopé n) [158, 159], la technique a été
appliquée avec succès aux gaz d’électrons bi-dimensionnels confinés à des hérétérojonctions
et dans des puits quantiques dopés. Les plasmons de charge inter-sous-bande [161], intra-
sous-bande [162], ainsi que les excitations électroniques individuelles (SPE) [163] ont ainsi
été étudiés. Les modes collectifs de spin des puits quantiques ont été examinés à partir de la
fin des années 1980 : les plasmons de spin inter-sous-bande dans GaAs [17, 22], puis les ondes
de spin paramagnétiques dans CdMnTe, au sein de notre équipe notamment [18, 26, 29].
Parallèlement, les excitations de charge et de spin de fils quantiques de GaAs ont été
étudiées [164, 165], notamment par F. Perez et al. [166–168]. Les effets spin-orbite sur

2. A haute énergie, la diffusion élastique est nommée diffusion Thompson et la diffusion inélastique est
nommée diffusion Compton.

3. Notons que le principe en avait été anticipé théoriquement par Smekal [156] en 1923, et Kramers et
Heisenberg [157] en 1925.
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Fig. 3.1. (a), Schéma de principe de la diffusion Raman, conduisant à un transfert d’énergie
~ω = ~ωi − ~ωs au système diffusant, via le passage par un état intermédiaire. (b) Haut : Etats
intermédiaires typiques pour la diffusion Raman électronique résonante dans un semi-conducteur
dopé. Un électron est promu de la bande de valence à un état vide de la bande de conduction
(étape 1) ; puis un électron de la mer de Fermi se recombine avec le trou initial (étape 2). Bas : Au
final, une excitation électronique — une SPE (gauche) ou un mode collectif (droite) — d’énergie
~ω et de vecteur d’onde q est laissée dans le système.

les excitations individuelles ont été mesurées dans des puits quantiques de GaAs par B.
Jusserand et al. [86, 87]. La spectroscopie Raman a été appliquée également dans le régime
de l’effet Hall quantique, où les magnéto-plasmons et les ondes de spin ont été mis en
évidence [169], ainsi que les excitations de spin de fermions composites dans le régime
fractionnaire [170].

Mentionnons que récemment, les lasers impulsionnels ont permis l’utilisation du méca-
nisme Raman non plus seulement comme un outil spectroscopique, mais comme un outil de
génération et de contrôle cohérent d’excitations. Dans ce cas, les deux photons de fréquence
ωi et ωs sont contenus dans l’impulsion incidente (si sa largeur spectrale le permet), et le
mécanisme Raman est cohérent. Ceci permet de générer et de suivre l’évolution temporelle
d’un mode collectif de charge [171] ou de spin [171–173], ou encore de contrôler l’état d’un
spin isolé [174, 175].

* * *

Dans ce travail, nous utiliserons la diffusion Raman spontanée (sous excitation
continue monochromatique) pour sonder les excitations de spin du gaz d’électrons des
puits quantiques dopés. Nous commençons par présenter le traitement théorique adapté à
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cette situation (3.2), puis nous décrirons notre dispositif expérimental (3.3).

3.2 Théorie

Le but de cette section est de montrer comment la diffusion Raman permet de sonder
les excitations individuelles et collectives du gaz d’électrons, et notamment celles qui af-
fectent le spin. Pour faire ressortir les articulations principales sans trop de technicité, nous
ignorons dans un premier temps le confinement quantique. Nous négligeons également le
couplage spin-orbite dans la bande de conduction.

3.2.1 Traitement en perturbation

Nous considérons donc un gaz d’électrons dans la bande de conduction d’un semi-
conducteur blende de zinc massif, à température nulle. Le processus Raman fait in-
tervenir un champ électromagnétique incident (i) et diffusé (s). L’interaction de ces champs
avec le gaz d’électrons est décrite en remplaçant l’opérateur impulsion p̂ de chaque élec-
tron par p̂ − eA(r̂). On obtient ainsi deux termes supplémentaires au Hamiltonien (nous
utilisons le jauge de Coulomb ∇ ·A = 0) :

ĤA = − e

mb

∑
j

p̂j ·A(r̂j) , (3.3)

ĤAA =
e2

2mb

∑
j

[A(r̂j)]
2 , (3.4)

où l’indice j repère les N électrons du gaz, et mb désigne la masse de bande de conduction.
Le potentiel vecteur A est la somme des potentiels vecteurs incident et diffusé :

A = Ai + As . (3.5)

Le processus Raman étant un processus à deux photons, il est calculé en traitant le
Hamiltonien d’interaction en perturbation au deuxième ordre en A : on traite donc ĤA
au deuxième ordre, et ĤAA au premier ordre. La section efficace différentielle de diffusion
Raman est obtenue en appliquant la règle d’or de Fermi :

d2σ

dωdΩ
∝ ωs
ωi

∑
F

|TIF |2 δ (EF − EI − ~ω) , (3.6)

qui fait intervenir une somme de transitions, à partir de l’état initial |I〉 d’énergie EI , vers
tous les états finaux |F 〉 du gaz d’énergie EF = EI + ~ω.4 L’amplitude de probabilité de
ces transitions est :

TIF = 〈F |ĤAA|I〉+
∑
M

[
〈F |ĤAi |M〉〈M |ĤAs |I〉

EI − EM − ~ωs
+
〈F |ĤAs |M〉〈M |ĤAi |I〉

EI − EM + ~ωi

]
, (3.7)

4. On pourrait tenir compte du temps de vie fini de l’état excité F , en remplaçant le delta de Dirac par
une Lorentzienne.
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où les états |M〉 d’énergie EM sont des états intermédiaires du gaz, et ĤAi (ĤAs) désigne
le Hamiltonien (3.3) avec A = Ai (As).

Il est commode de passer à présent en seconde quantification. Puisque dans les semi-
conducteurs dopés le vecteur d’onde de Fermi est petit devant l’extension de la zone de
Brillouin, on écrira les états électroniques |nk〉 = |n0〉 eik · r (d’énergie εnk = εn0 + ~2k2

2mn
),

où les |n0〉 sont les 8 fonctions de Bloch de centre de zone, correspondant au modèle à
4 bandes de la figure 1.1. L’expression de ces fonctions est donnée dans le tableau 1.2.
En se limitant aux termes décrivant une diffusion de vecteur d’onde +q, les Hamiltoniens
d’interaction se réécrivent :

ĤAi = − e

mb
A(ωi)

∑
nn′k

〈n′0|ei · p̂|n0〉 c+
n′k+κi

cnk ≡
∑
αβ

〈α|ĥAi |β〉 c+
α cβ ,

ĤAs = − e

mb
A(ωs)

∑
nn′k

〈n′0|es · p̂|n0〉 c+
n′k−κscnk ≡

∑
α′β′

〈α′|ĥAs |β′〉 c+
α′cβ′ ,

(3.8)

et

ĤAA =
e2

2mb
A(ωi)A(ωs)

∑
nn′k

〈n′0|ei · es|n0〉 c+
n′k+qcnk , (3.9)

où ei et es sont les vecteurs de polarisation des ondes incidente et diffusée, respectivement,
et A(ω) =

√
~

2ε(ω)V ω (avec ε(ω) la constante diélectrique du gaz à la fréquence ω et V

le volume d’interaction). On a défini des Hamiltoniens d’interaction à 1 particule ĥAi et
ĥAs (second membre de l’Eq. (3.8)). On notera que les éléments de matrice intra-bande
de p̂ sont nuls dans le massif : les Hamiltoniens ĤAi et ĤAs ne génèrent donc que des
transitions inter-bande (entre les bandes de valence et la bande de conduction), gouvernées
par l’élément de matrice de Kane P = −i

m0
〈S|p̂x|X〉 (cf. Eq. (1.6)).

Pour poursuivre le calcul, une simplification est obtenue en négligeant la contribution
Coulombienne aux énergies EM dans l’Eq. (3.7) : celles-ci s’écrivent alors comme la somme
des énergies des états à 1 particule |nk〉 composant |M〉. Ainsi, dans un produit comme
〈F |ĤAi |M〉〈M |ĤAs |I〉, qui fait intervenir des éléments de matrice de type :

〈α|hAi |β〉〈α′|hAs |β′〉〈F |c+
α cβ|M〉〈M |c+

α′cβ′ |I〉 , (3.10)

l’énergie de |M〉 diffère de celle de |I〉 par l’énergie d’un état à 1 particule. En appliquant
la relation de fermeture sur les états |M〉, on fait disparaître ces derniers de l’Eq. (3.7).
Les états |I〉 et |F 〉 sont alors couplés dans des éléments de matrice de type :

〈F |c+
α cβc

+
α′cβ′ |I〉 , (3.11)

où α et β, de même que α′ et β′, doivent appartenir à des bandes différentes (valence et
conduction) d’après la remarque ci-dessus. En partant d’un état initial de type mer de
Fermi, on montre facilement que les seuls éléments de matrice (3.11) créant une excita-
tion nette de la bande de conduction correspondent au processus schématisé figure 3.1(b)
(haut) : un électron est promu de la bande de valence à un état vide de la bande
de conduction (action de c+

α′cβ′ , étape 1) ; puis un électron de la mer de Fermi se
recombine avec le trou initial (action de c+

α cβ avec α = β′, étape 2). Au final, une
SPE (paire électron-trou intra-bande, cf. section (1.4)) d’énergie ~ω et de vecteur d’onde
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q est laissée dans le système : cf. figure 3.1(b) (bas). En sommant ce processus sur β et α′,
comme prescrit par l’Eq. (3.8), une superposition cohérente de SPE, c’est-à-dire un mode
collectif, est obtenue.

3.2.2 Tenseur Raman et règles de sélection

Compte tenu des remarques précédentes, remplaçons l’indice n des 8 états |nk〉 par : v
pour les 6 états de valence, et σ = ↑ ou ↓ pour les 2 états de conduction. L’amplitude de
probabilité de transition s’écrit alors :

TIF =
e2

mb
A(ωi)A(ωs)

〈
F
∣∣∣ ∑
kσσ′

γσσ′ (k,q) c+
k+qσ′

ckσ

∣∣∣I〉 , (3.12)

où la quantité γσσ′ (k,q), appelée tenseur (ou vertex) Raman, est donnée par :

γσσ′ (k,q) = (ei · es) δσσ′ +
1

mb

∑
v

〈σ′0 |ei · p̂| v0〉 〈v0 |es · p̂|σ0〉
εσk − εvk−κs − ~ωs

(3.13)

+
1

mb

∑
v

〈σ′0 |es · p̂| v0〉 〈v0 |ei · p̂|σ0〉
εσk − εvk+κi + ~ωi

.

Cette expression permet d’établir les règles de sélection de la diffusion Raman. Le
premier terme de γσσ′ , dû à ĤAA, est proportionnel à δσσ′ et ne permet donc pas de retour-
ner le spin. Il n’autorise un couplage de la lumière qu’avec les excitations longitudinales. En
revanche, les deuxième et troisième termes de γσσ′ , qui sont dus à ĤA, couplent deux états
de conduction σ et σ′ via un état de valence v. En examinant le tableau 1.2, et l’élément
de matrice de Kane, on constate que pour σ 6= σ′, le produit 〈σ′0 |ei · p̂| v0〉 〈v0 |es · p̂|σ0〉
est non nul si et seulement si ei 6‖ es et v est un état mélangé de spin, i.e. un état de trou
léger ou split-off. Dans ce cas, la lumière peut diffuser sur les excitations transverses (i.e.
qui retournent le spin) de la bande de conduction.

Ainsi, deux cas limites apparaissent :

• Dans la configuration ei ‖ es, dite configuration copolarisée, seuls les termes
longitudinaux γ↑↑ et γ↓↓ interviennent dans la diffusion Raman.

• Dans la configuration ei ⊥ es, dite configuration contrapolarisée, seuls les termes
transverses γ↑↓ et γ↓↑ interviennent.

L’existence de ces règles de sélection est très utile pour identifier les excitations élec-
troniques. En effet, en utilisant un faisceau incident polarisé linéairement, il suffit de pla-
cer un analyseur entre l’échantillon et le spectromètre : en l’orientant parallèlement ou
perpendiculairement à la polarisation incidente, on observe sélectivement les excitations
longitudinales et transverses.
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3.2.3 Relation avec les fonctions de réponse

Montrons à présent comment la section efficace de diffusion Raman peut être reliée
aux fonctions de réponse du gaz d’électrons. Si l’on néglige la dépendance en k de γσσ′
(ceci se justifie quand les dénominateurs de l’Eq. (3.13) sont loin de leurs zéros), et sa
dépendance en q (valable si q est négligable devant le moment de Fermi kF), la somme
dans l’expression de TIF peut être réécrite comme

∑
σσ′ γσσ′〈F |

∑
k c

+
k+qσ′

ckσ|I〉, faisant
apparaître la transformée de Fourier des opérateurs de densité de charge et de spin (cf.
Eq. (1.42)). On obtient ainsi pour la section différentielle de diffusion dans chacune des
deux configurations ci-dessus [70] :

• En configuration copolarisée ei ‖ es :(
d2σ

dωdΩ

)
‖
∝
∑
F

∣∣∣〈F ∣∣∣ (γ↑↑ + γ↓↓) n̂q + (γ↑↑ − γ↓↓) Ŝz,q
∣∣∣I〉∣∣∣2 δ (EF − EI − ~ω) .

(3.14)

• En configuration contrapolarisée ei ⊥ es :(
d2σ

dωdΩ

)
⊥
∝ |γ↑↓|2

∑
F

∣∣〈F ∣∣Ŝ+,q

∣∣I〉∣∣2 δ (EF − EI − ~ω) . (3.15)

En utilisant le théorème de fluctuation-dissipation [62], cette dernière expression peut
être reliée directement à la partie imaginaire de la susceptibilité de spin transverse :(

d2σ

dωdΩ

)
⊥
∝ Imχ+− (q,ω) . (3.16)

Si le gaz d’électrons n’est pas polarisé en spin, on a γ↑↑ = γ↓↓, de sorte que la réponse en
configuration copolarisée ne fait intervenir que la densité de charge n̂q. Par ailleurs, comme
l’axe de quantification est arbitraire, χ+− (q,ω) = 2χzz (q,ω), et la réponse contrapolarisée
sonde la densité de spin "en général" (longitudinale=transverse). C’est dans cette dernière
situation qu’apparaîtra le plasmon de spin inter-sous-bande des puits quantiques de
GaAs.

Si le gaz d’électrons est polarisé en spin, la réponse copolarisée fait intervenir à la fois la
densité de charge et la densité de spin longitudinale Ŝz,q, et la réponse contrapolarisée fait
intervenir la densité de spin transverse. C’est dans cette dernière situation qu’apparaîtra
l’onde de spin intra-sous-bande des puits quantiques de CdMnTe.

Prise en compte du confinement quantique

Les calculs ci-dessus ont considéré, par souci de simplicité, un matériau massif. Men-
tionnons les points principaux à prendre en compte pour adapter ces calculs au cas d’un
puits quantique :

• Les expressions doivent être généralisées pour tenir compte de l’indice de sous-bande j :
on définira une série de tenseurs Raman γjj

′

σσ′ (k,q), etc.
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• Dans un puits quantique symétrique, les fonctions enveloppes possèdent une parité dé-
finie et les transitions dipolaires électriques ne sont possibles qu’entre états de même
parité. Puisque dans le processus Raman, les deux paires électron-trou inter-bandes in-
termédiaires partagent le même état de trou (cf. figure 3.1(b)), ne peuvent être sondées
que les excitations intra-sous-bande (de conduction) entre sous-bandes de même parité.
Cette limitation est cependant levée pour les puits quantiques à modulation de dopage
asymétrique que nous considérerons dans ce travail.

• Nous avons vu que la diffusion Raman sur les excitations de spin de conduction reposait
sur la nature mélangée de spin des trous légers et split-off. Dans un puits quantique, la
dégénérescence en k‖ = 0 des états de trous lourds et légers est levée, et pour k‖ 6= 0,
ces états sont couplés. Les états à dominante trou lourd deviennent donc mélangés de
spin, et participent aux processus de retournement de spin.

• Enfin, les règles de sélection sur la polarisation doivent être établies en tenant compte
du fait que seules les composantes du vecteur d’onde du photon parallèles
aux directions invariantes (plan pour un puits quantique) sont conservées : q =

(κi − κs)‖. On montre cependant facilement que si les champs incident et diffusé restent
des ondes planes — ce qui est le cas pour des puits quantiques5 — les règles de sélection
énoncées ci-dessus restent exactes.6

3.2.4 Spectroscopie Raman résonante

En principe, la diffusion Raman n’impose aucune restriction sur le choix de la longueur
d’onde incidente ~ωi : les états intermédiaires |M〉 apparaissant dans l’Eq. (3.7) peuvent
être virtuels. En pratique cependant, la faiblesse de la section de diffusion Raman nécessite
souvent, compte tenu de la sensibilité des détecteurs actuels, d’exalter le signal Raman en
plaçant le laser incident en résonance avec une transition optique inter-bande — ce qui
amène les dénominateurs de l’Eq. (3.13) proches de leurs zéros. On parle de spectrosco-
pie Raman résonante. Les états intermédiaires schématisés figure 3.1 sont alors non plus
virtuels, mais réels.

A titre d’exemple, la figure 3.2(b) montre les spectres expérimentaux de photolumines-
cence7 (PL) et de photoluminescence d’excitation8 (PLE) d’un puits quantique dopé de
CdMnTe. Les pics correspondent aux transitions inter-bandes schématisées figure 3.2(a).
On constate expérimentalement que le signal Raman est fortement exalté quand l’éner-
gie du laser incident est résonante avec E1H

?
1 , correspondant à une transition verticale,

à k = kF (vecteur d’onde de Fermi) entre le premier état confiné de trou lourd et le
premier état confiné d’électron. Des résonances plus hautes en énergie (comme ici E1H

?
2 ,

5. Seule une structuration du champ électromagnétique local, intervenant par exemple pour la diffusion
sur un réseau de fils quantiques [176], complexifie ces règles.

6. On note également que la simplicité des règles de sélection énoncées ici repose sur la symétrie s des
électrons de conduction. Pour établir les règles de sélection Raman pour les phonons en revanche, les
symétries du réseau doivent être explicitement prises en compte par la théorie des groupes.

7. Cf. section 6.2.2.
8. Un spectre de PLE donne l’intensité d’émission à une énergie donnée, en fonction de l’énergie d’exci-

tation.
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impliquant le second état confiné de trou lourd, et plus généralement toute transition
inter-bande) peuvent également être utilisées pour renforcer le signal Raman.9
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Fig. 3.2. Position des résonances Raman. En (b), spectres de photoluminescence (PL) et de
photoluminescence d’excitation (PLE) d’un puits quantique de CdMnTe. Les pics correspondent
aux transitions inter-bande schématisés en (a). La transition E1H

?
1 , correspondant à une transition

verticale entre le premier état confiné de trou lourd et le premier état confiné d’électron, à k = kF
(vecteur d’onde de Fermi), est souvent utilisée pour exalter la réponse Raman.

Dans tous les cas, en situation résonante, les expressions (3.14), (3.15) et (3.16), ob-
tenues en négligeant la dépendance en k du tenseur Raman γσσ′ , ne peuvent pas être
utilisées sans précaution. Le but de la discussion qui suit est d’établir dans quelle mesure
la réponse résonante diffère (hormis son intensité) de la réponse non-résonante, gouvernée
par les fonctions de réponse collectives (densité-densité) du gaz d’électrons :

• Un changement qualitatif important est l’émergence, dans la réponse résonante, d’un
signal correspondant aux excitations individuelles (SPE). Alors que dans les fonctions de
réponse densité-densité, les modes collectifs absorbent la quasi-totalité du poids spectral,
dans la réponse Raman résonante, les SPE peuvent avoir un poids comparable voire su-
périeur à celui des modes collectifs. Ceci constitue un fait expérimental bien attesté [177],
indépendant de la dimensionnalité, du niveau de désordre, de la polarisation de spin et
de la nature intra- ou inter-sous-bande des transitions. La théorie de la Ref. [178] a pour
la première fois réussi à rendre compte théoriquement de ce phénomène (pour le gaz
d’électrons non polarisé), en prenant explicitement en compte la nature résonante des
dénominateurs de l’Eq. (3.13) (conduisant au renforcement du poids spectral des états
k annulant ces dénominateurs).

• En dépit de ceci, l’observation des modes collectifs est généralement peu perturbée.
La réponse Raman résonante est ainsi donnée, en première approximation, par
la somme des réponses individuelle (fonction de Lindhard) et collective (fonction
densité-densité) [30]. Un exemple en est donné sur la figure 3.3, comparant (a) un spectre
Raman expérimental résonant, obtenu dans un puits quantique de CdMnTe, et la partie

9. Au-delà, notons que des schémas de résonance plus complexes peuvent exister : la Ref. [177] a montré
par exemple que la diffusion Raman par le plasmon de charge était sujette à une double résonance
(avec le photon incident et avec le photon diffusé), impliquant des excitons de centre de zone (k = 0).



58 3 Spectroscopie Raman électronique

imaginaire des fonctions de réponse (b) collective (χ+−) et (c) individuelle (Π↓↑) calculées
à partir des paramètres expérimentaux [51]. On constate que la raie expérimentale du
mode collectif (pic fin correspondant à l’onde de spin) est bien reproduite par la fonction
de réponse collective χ+−. Quant à la raie expérimentale de SPE (structure plus large
à haute énergie), ses tendances principales (existence d’un éclatement, augmentant avec
q) sont assez bien reproduites par la fonction de réponse individuelle Π↓↑.
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Fig. 3.3. Comparaison entre (a) un spectre Raman expérimental résonant (configuration contra-
polarisée) obtenu dans un puits quantique de Cd1−xMnxTe (x = 0.75%, n2D = 2.9× 1011 cm−2,
Bext = 2 T), et la partie imaginaire des fonctions de réponse collective (b) et individuelle (c)
calculées à partir des paramètres expérimentaux. Pris de [51].

• Le fait que la réponse collective soit relativement peu perturbée par la nature résonante
du processus Raman tient au rapport entre le temps de vie de l’excitation collective et
celui des états intermédiaires. Si le second est négligeable devant le premier, on s’attend
à ce que les états intermédiaires, même réels, influent peu sur la forme de la réponse
Raman. Expérimentalement, on peut aisément séparer la largeur de raie de l’excitation
de la largeur de la résonance Raman (reflétant celle des états intermédiaires). Un exemple
en est donné figure 3.4, montrant la superposition d’une série de spectres Raman d’un
puits quantique de CdMnTe, en énergie diffusée ~ωs, obtenus en faisant varier l’énergie
laser incidente ~ωi [29]. Chaque spectre montre un pic fin correspondant à l’onde de
spin. La variation d’intensité des spectres reflète la largeur de la résonance optique : on
constate que celle-ci est environ 10 fois supérieure à la largeur de l’excitation elle-même.
Le temps de vie des états intermédiaires est donc très court devant celui de l’onde de
spin.
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Fig. 3.4. Superposition d’une série de spectres Raman (en configuration contrapolarisée) d’un puits
quantique de CdMnTe, en énergie diffusée ~ωs, obtenus en faisant varier l’énergie laser incidente
~ωi. Chaque spectre montre un pic fin correspondant à l’onde de spin. La variation d’intensité des
spectres reflète la largeur de la résonance optique. Pris de [29].

3.2.5 Atouts et limites de la spectroscopie Raman

Pour clore cette section, on situera brièvement la spectroscopie Raman par rapport aux
autres techniques permettant d’étudier les modes collectifs de spin. La résonance parama-
gnétique électronique [179, 50] et la rotation Kerr (ou Faraday) résolue en temps [171, 27]
possèdent des forces propres pour cette étude (notamment, l’accès aux basses fréquences
(ν < 30 GHz) pour la première, et l’accès à la dynamique temporelle pour la seconde).
On pourra dire que les avantages de la spectroscopie Raman sur ces méthodes sont les sui-
vants. D’une part, la diffusion Raman permet de sonder les excitations de vecteur d’onde
q 6= 0 : elle permet donc d’en mesurer la dispersion, offrant un degré d’étude supplémen-
taire. D’autre part, ce vecteur d’onde peut être contrôlé en orientation : cette directivité
spatiale permet d’accéder à des propriétés anisotropes, notamment ici, les effets spin-orbite.
Enfin la coexistence, que nous venons de discuter, des excitations individuelles et collec-
tives dans la réponse Raman résonante, est incidemment un atout supplémentaire. Elle a
permis par exemple de mesurer précisément le renforcement Coulombien de la suscepti-
bilité de spin [26] ; dans ce travail, elle sera utilisée pour comparer directement les effets
spin-orbite aux niveaux individuel et collectif [180] (cf. chapitre 5).

Les principales limitations de la spectroscopie Raman sont les suivantes. D’une part, le
couplage au spin nécessite, comme nous l’avons vu, des états intermédiaires mélangés de
spin. Dans des matériaux à faible couplage spin-orbite, formés d’atomes légers (cas du gra-
phène par exemple), cette technique est difficilement applicable pour sonder les excitations
de spin. D’autre part, la nécessité (fréquente) d’une résonance optique est limitative, car les
sources et les spectromètres usuels sont restreints à la gamme visible (et un peu au-delà),
rendant difficile l’étude de certains matériaux. Enfin, et de façon générale, cette nécessité
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d’une résonance confère aussi à la diffusion Raman une relative inertie de mise en oeuvre. Il
est en effet important de connaître au préalable la structure de bande du matériau étudié ;
il est également important de connaître la symétrie des fonctions d’onde, afin d’établir
les règles de sélection permettant d’assigner correctement les excitations observées. Pour
l’étude d’un système nouveau, la diffusion Raman ne permet ainsi généralement de révé-
ler son efficacité propre qu’après une caractérisation substantielle par d’autres techniques
optiques (photoémission, réflectivité, photoluminescence, etc.) et une connaissance mature
du matériau.

Nous présentons à présent le dispositif expérimental que nous avons utilisé.

3.3 Dispositif expérimental

3.3.1 Schéma optique

Le schéma optique du dispositif de spectroscopie Raman utilisé est montré figure 3.5.
Un faisceau laser continu, de polarisation linéaire, est mis en forme (lame demi-onde, dou-
blet afocal {f20, f50})10 puis focalisé (f150) sur l’échantillon en empruntant un périscope.
L’échantillon est placé dans un cryostat à hélium pompé (2K), et peut être soumis à un
champ magnétique vertical (jusqu’à 10 T). La zone éclairée de l’échantillon (' 100µm)
réfléchit et diffuse la lumière laser incidente. La diffusion (élastique et inélastique) centrée
autour de la direction κs, joignant les centres de la zone éclairée et de la lentille f150, est
collectée par cette dernière lentille. Ce faisceau polychromatique, incohérent et de polari-
sation mélangée, a un diamètre de 1 cm environ. Il est séparé et analysé en polarisation
(après un passage éventuel par une seconde lame demi-onde) : une partie du faisceau (po-
larisation verticale V) est envoyée sur une caméra CCD de visualisation, et l’autre partie
(polarisation horizontale H) est focalisée sur la fente d’entrée du spectromètre. Ce dernier,
composé de 3 monochromateurs, disperse la lumière collectée sur un détecteur multica-
nal CCD. Le signal issu de la CCD est traité informatiquement, résultant en l’affichage du
spectre de la lumière collectée (nombre de photons détectés pendant la durée d’acquisition,
en fonction de leur énergie).

Nous détaillons ci-dessous les différents éléments de ce dispositif.

3.3.2 Description des éléments

a. Sources laser

Différentes sources laser continues sont à notre disposition : lasers à cristal de Ti-
tane :Saphir (Ti :Sa), accordables dans le rouge-IR, et lasers à gaz (Argon, Krypton)
fournissant différentes raies dans la gamme visible. La faible efficacité de la diffusion Ra-
man spontanée nécessite en pratique, comme nous l’avons noté, d’utiliser une longueur
d’onde incidente correspondant à une résonance optique de l’échantillon. Pour les semi-
conducteurs à base de GaAs et CdTe étudiés dans ce travail, les lasers Ti :Sa, couvrant les
bandes interdites de ces matériaux, sont tout à fait adaptés ; leur accordabilité permet de

10. La notation fx désigne une lentille convergente de focale x mm.
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Fig. 3.5. Schéma du dispositif expérimental de spectroscopie Raman utilisé.

plus d’approcher finement les résonances étroites (largeur de l’ordre de la dizaine de meV)
de ces matériaux bien contrôlés technologiquement.

Nos lasers Ti :Sa (Spectra 3900S et Coherent MBR, pompés à 532 nm par un Coherent
Verdi11) couvrent la gamme spectrale 700-870 nm. L’accordabilité est obtenue par rotation
d’un filtre de Lyot dans la cavité. Pour le Spectra 3900S, cette rotation est motorisée et
interfacée, facilitant la recherche des résonances optiques de l’échantillon et l’obtention de
spectres de photoluminescence d’excitation (PLE).

Une fois la longueur d’onde de travail déterminée, nous utilisons le Coherent MBR,
qui émet un faisceau monomode (un seul mode longitudinal) de très grande finesse (de
l’ordre du MHz) : ceci constitue, conjointement au spectromètre, un atout crucial pour la
résolution expérimentale du dispositif. La cavité laser du MBR possède une géométrie en
"Z" ; de façon usuelle, la lame biréfringente ainsi que le cristal Ti :Sa sont montés à l’angle
de Brewster, pour minimiser les pertes, et imposer une polarisation horizontale au faisceau
(taux de polarisation de 10−6 en sortie).

La puissance de sortie du faisceau est de quelques centaines de mW; une densité optique
permet d’ajuster la puissance incidente sur l’échantillon (entre 0.01 et 1 mW typiquement).

11. Laser Nd :Vanadate, pompé par diode et doublé en fréquence.
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b. Contrôle de la polarisation

La sélection de la polarisation des photons incidents et diffusés par l’échantillon est un
élément clé de la spectroscopie Raman : elle permet comme nous l’avons vu d’exploiter
les règles de sélection pour discriminer les différentes excitations électroniques sondées (cf.
section 3.2.2). Le faisceau en sortie du laser est polarisé horizontalement ; par ailleurs, la
réponse du spectromètre est optimisée pour une polarisation horizontale également. Entre
ces deux extrémités de la chaîne de mesure, les deux lames demi-onde amovibles et le cube
polarisant permettent de réaliser les configurations copolarisée (excitation et détection
parallèles) et contrapolarisée (excitation et détection perpendiculaires).

En réalité, la polarisation est partiellement dégradée par les différents éléments op-
tiques, notamment par la biréfringence (induite par la contrainte du vissage) des deux
fenêtres en silice fondue du cryostat. En l’absence de ce dernier, le taux de polarisation
mesuré en sortie du cube polarisant est ∼ 99%. En mesurant ce même taux après traversée
des accès optiques du cryostat et réflexion spéculaire sur l’échantillon, ce taux chute à
∼ 90%. Cette légère fuite de polarisation doit parfois être prise en compte dans l’interpré-
tation des spectres : elle peut conduire à un très léger mélange des réponses copolarisée et
contrapolarisée.

c. Cryostat

Le cryostat à hélium pompé permet d’atteindre une température de travail de 2K
environ (l’échauffement laser est limité à quelques 0.1 K aux puissances usuelles). Cette
basse température permet de limiter l’élargissement thermique des résonances inter-bandes,
utilisées pour exalter le signal Raman, ainsi que l’élargissement des excitations électroniques
de la bande de conduction sondées. De façon incidente, la basse température facilite la com-
paraison de l’expérience avec la théorie, souvent limitée au cas T = 0 pour les phénomènes
à N corps.

Notre cryostat, schématisé figure 3.6(c), a été fabriqué au laboratoire (collaboration
avec D. Roditchev). Un pompage primaire sur le bain d’hélium (capacité 7 litres) entourant
l’échantillon permet d’atteindre l’état superfluide. Ce dernier est indispensable pour des
expériences optiques, l’ébullition au contact des parois perturbant fortement la propagation
de la lumière.

Le réservoir d’hélium est isolé thermiquement de l’extérieur, latéralement par la succes-
sion d’un vide (secondaire), d’une garde d’azote et d’un second vide, et verticalement par
un vide et des écrans thermiques en cuivre.12 Une bobine supraconductrice (Nb3Sn/NbTi),
délivrant un champ jusqu’à 10 T, est insérée dans le col du réservoir d’hélium. A l’intérieur
de cette bobine, vient à son tour s’insérer la canne porte-échantillon, l’échantillon lui-même
occupant le centre de la bobine où l’amplitude et l’homogénéité du champ sont maximales.

12. Les pertes thermiques proviennent de la conduction par les connexions électriques, de la convection
par le vide imparfait, et surtout des rayonnements, laser et thermique à travers les accès optiques. Ces
facteurs déterminent une consommation d’hélium liquide d’environ 1 litre/heure en fonctionnement.



3.3 Dispositif expérimental 63

d. Contrôle du vecteur d’onde transféré

Rotateurs piézoélectriques L’échantillon (quelques mm de côté) est fixé par de la
laque d’argent sur un disque en cuivre vertical : cf figure 3.6(b). Ce disque est monté sur
un actuateur piézoélectrique permettant une rotation autour de la normale à l’échantillon
(angle ϕ) ; un second actuateur permet une rotation autour de la verticale dans le repère
du laboratoire (angle θ). Ce dispositif a été réalisé par M. Bernard, et interfacé par S.
Majrab. J’ai contribué durant ma thèse à cette seconde étape, ainsi qu’à l’installation et à
la calibration du dispositif, qui remplaçait l’ancien système de rotation mécanique par vis.

Géométrie de diffusion Comme montré figures 3.5 et 3.6(b), le faisceau laser est in-
cident dans le plan horizontal du repère du laboratoire. La lumière diffusée est récoltée
dans l’angle solide (' 0.7 sr) limité par le petit miroir de collection, et emprunte un
chemin presque opposé au faisceau incident. Cette géométrie de quasi-rétrodiffusion
(κs ' −κi) maximise l’amplitude du vecteur d’onde transféré pour une longueur d’onde
donnée (q ' 2κi,‖). Elle est également indispensable en pratique pour recueillir un si-
gnal suffisant : dans un dispositif en transmission, le signal serait fortement absorbé sur
l’épaisseur du substrat de l’échantillon.13

Le vecteur d’onde transféré est égal à la projection de κi−κs sur l’espace invariant par
translation. En négligeant le déplacement Raman devant l’énergie des photons incidents,
on obtient dans le cas d’un puits quantique :

q =
4π

λ
cos

γ

2
sin θ , (3.17)

avec λ la longueur d’onde incidente, et γ ' 4◦ l’angle entre κi et κs (cf. figure 3.6(a)).
Il existe une légère incertitude sur q, liée à la légère distribution en orientation de

vecteur d’onde des photons collectés. En prenant en compte les différents éléments (section
des optiques de collection, largeur de la fente d’entrée du spectromètre), cette distribution,
équivalente à une incertitude effective sur l’angle θ, est évaluée à ∆θ = 1◦.

Applications Notre dispositif permet d’atteindre θ = 50◦ ; pour λ = 780 nm, le vec-
teur d’onde transféré maximum est alors q = 12µm−1. Pour un puits quantique dopé,
cette valeur représente typiquement un dixième du vecteur d’onde de Fermi, et quelques
centièmes de la première zone de Brillouin.

Un objectif de microscope peut être utilisé pour atteindre une résolution spatiale de
l’ordre du micron de la zone sondée (micro-Raman) : ceci permet par exemple l’adressage
d’un nano-objet unique [181], ou l’étude de matériaux fortement inhomogènes comme le
graphène [182] ; cependant, la résolution en amplitude et orientation du vecteur d’onde
transféré est alors généralement perdue.

Dans le travail présenté ici, les puits quantiques sont suffisamment homogènes pour
que l’élargissement statistique associé à l’extension de la zone sondée, environ 100 µm de
diamètre, soit négligeable.

13. Le substrat est souvent formé du même matériau que celui accueillant le gaz d’électrons, et avec lequel
le laser incident est en résonance.
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e. Spectromètre

En spectroscopie Raman, le spectromètre a deux fonctions principales : analyser en
fréquence le signal diffusé, et filtrer la diffusion élastique Rayleigh provenant des inhomo-
généités de surface de l’échantillon. Cette dernière, plusieurs ordres de grandeurs supérieure
à la diffusion Raman, est en effet susceptible de compromettre l’observation d’excitations
de basse énergie, i.e. produisant un faible déplacement Raman ω = ωi − ωs.

Le spectromètre utilisé (Dilor XY) est formé de trois monochromateurs. Chaque mono-
chromateur est formé d’une fente d’entrée de largeur ajustable, d’un réseau holographique
blasé de 1800 traits/mm, et d’une paire de miroirs sphériques concaves de 800 mm de focale
(en configuration Czerny-Turner). Le chemin optique dans un monochromateur est sché-
matisé figure 3.7. Il est possible de commuter entre deux configurations du spectromètre :
le mode soustractif, où les deux premiers monochromateurs sont montés en inverse, et le
mode additif, où les monochromateurs additionnent leurs effets dispersifs.

Mode soustractif Le mode soustractif vise à obtenir une réjection maximale de la dif-
fusion élastique. Le principe en est schématisé figure 3.7. Le signal à analyser est focalisé
sur la fente d’entrée S1 (largeur 100 µm typiquement), puis dispersé par le réseau R1. Une
seconde fente S2, de largeur ajustable, agit comme un filtre passe-bande (dont le centre
est ajusté par l’orientation de R1), permettant de couper la diffusion élastique. Le signal
ainsi filtré en fréquences est recomposé par le réseau R2 monté en inverse, puis dirigé sur
le réseau R3 qui effectue la dispersion finale. La détection est réalisée par un capteur CCD
(Horiba Symphony), formé d’une grille de 1024× 256 pixels de 26µm de côté (rendement
quantique de 0.9 à 780 nm), refroidi à l’azote liquide pour limiter le bruit d’obscurité.

Dans ce mode soustractif, la diffusion élastique peut être filtrée à 10−6 près ; ce taux de
réjection permet d’observer un déplacement Raman aussi bas que 0.15 meV (36 GHz)
environ. Ceci est suffisant pour les excitations étudiées dans ce travail, mais exclurait l’étude
d’un certain nombre de modes de Goldstone14 (magnons, phonons acoustiques, etc.).

La résolution (pouvoir séparateur) en énergie de l’ensemble formé par l’optique de
collection, le spectromètre et la CCD, est de l’ordre de 50µeV pour ce mode soustractif.15

Mode additif Dans le mode additif, où l’effet dispersif des réseaux s’additionne, on
atteint une résolution expérimentale de 25µeV,16 au prix d’une réjection dégradée. Ce-
pendant, pour des échantillons de haute qualité, la réjection est suffisante en pratique
pour observer des déplacements Raman jusqu’à 0.3 meV ; en effet, l’intensité relative de
la diffusion Rayleigh par rapport à la diffusion Raman est alors limitée par la finesse des
résonances optiques (exaltant le signal Raman), et l’homogénéité de la surface. Il devient
même parfois possible, à très basse puissance de travail, d’étudier les excitations à q = 0

en filtrant la réflexion du faisceau incident.17

14. Modes, associés à une brisure de symétrie continue, dont l’énergie tend vers 0 quand q → 0.
15. Pour une fente d’entrée S1=50µm et une longueur d’onde de 780 nm.
16. Toujours pour S1=50µm et λ = 780 nm.
17. A condition de travailler en configuration contrapolarisée, où une part importante de la réflexion est

filtrée avant l’entrée dans le spectromètre.
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Réponse du dispositif Le spectromètre Dilor XY permet d’analyser les longueurs
d’onde comprises entre 480 et 1100 nm. La réponse dépend de la longueur d’onde au
sein de cette gamme, et de la polarisation des photons entrants : une calibration est donc
nécessaire pour déduire l’intensité Raman intrinsèque de l’intensité mesurée. Cependant, la
variation de réponse est, par construction, négligeable sur la plage d’énergie couverte par
une acquisition donnée (10 à 30 meV) ; une correction d’intensité n’est donc nécessaire que
pour comparer des spectres obtenus dans des gammes spectrales relativement distantes.
Dans ce travail, l’intensité ne constituera pas une observable centrale : tous les spectres
seront donc présentés en unités arbitraires.

En revanche, la largeur de raie des excitations (donnant accès à leur temps de vie)
sera une quantité importante. Un mode collectif ayant typiquement un profil Lorentzien,
il est important de connaître la relation entre la largeur réelle et la largeur mesurée. Ceci
peut être fait en déterminant la réponse impulsionnelle de l’ensemble {optique de collec-
tion + spectromètre + CCD}, à l’aide du laser monomode MBR : la raie de l’ordre du
µeV qu’il produit peut en excellente approximation être considérée comme une excitation
impulsionnelle. La figure 3.8(a) montre le spectre de cette raie obtenu en mode additif,
pour une fente d’entrée S1 = 50µm et une longueur d’onde λ = 780 nm ; ce spectre est
bien reproduit par un profil de Voigt.18

Cette réponse impulsionnelle permet de déduire la relation, pour un signal Lorentzien,
entre la largeur (à mi-hauteur) réelle et la largeur mesurée : cf. figure 3.8(b).19 La correction
reste inférieure à 10% pour les largeurs de raie usuelles dans ce travail (supérieures à 65µeV,
soit des temps de vie inférieurs à 10 ps).

Par ailleurs, la largeur à mi-hauteur du spectre 3.8(a) fournit directement la résolution
en énergie, pour une longueur d’onde et une largeur de fente d’entrée donnée : ici 25µeV.

Largeur de la fente d’entrée La largeur de la fente d’entrée S1 du spectromètre est un
facteur important de la résolution expérimentale. En effet, deux points sources voisins le
long de S1, émettant à la même fréquence, donnent lieu (de façon purement géométrique)
à deux points distincts sur le capteur CCD.

Une diminution de la largeur de fente augmente la résolution en énergie, mais au prix de
l’intensité du signal mesuré. Un compromis est donc à trouver dans des conditions données
d’expérience.

En pratique, le gain en résolution sature pour une fente de 50µm environ ; en deçà, la
résolution est gouvernée par la réponse du réseau et des optiques, ainsi que par la taille
finie des pixels de la CCD. Ce dernier facteur conduit, compte-tenu du pouvoir dispersif du
spectromètre, à une borne inférieure de résolution de 10µeV en mode additif, et de 20µeV
en mode soustractif, au voisinage de 780 nm.

Calibration en énergie La calibration en énergie absolue du spectromètre peut être
réalisée à l’aide d’une lampe spectrale. En pratique, la rotation répétée des monochroma-

18. Résultat de la convolution d’une gaussienne et d’une Lorentzienne de même sommet.
19. Une Lorentzienne en entrée est transformée par le dispositif en la convolution d’une Lorentzienne par

un profil de Voigt ; cette dernière fonction est bien reproduite par une Lorentzienne. On calcule de
cette façon la courbe de la figure 3.8(b).
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teurs conduit à une dérive relativement rapide de la référence d’énergie. On effectue donc
fréquemment une calibration rapide à l’aide du faisceau laser, dont l’énergie est mesurée
précisément par un lambdamètre. Dans tous les cas, la précision en énergie absolue ne peut
excéder le pouvoir séparateur, soit typiquement 25µeV en mode additif.

Durée d’acquisition En général, le spectre de photoluminescence d’un échantillon peut
être observé "en temps réel" (suite continue d’acquisitions de 0.5 s). Ceci permet d’affiner
rapidement les réglages optiques directement sur l’intensité de la photoluminescence. Pour
le signal Raman, les temps d’intégration nécessaires s’étalent de 30 secondes à 1 heure ; ils
seront généralement de 4 minutes dans ce travail.



3.3 Dispositif expérimental 67

Bobine supra.

Fenêtre froide

Fenêtre chaude

Porte-échantillon

Réservoir Hélium

Accès pompage

Ecran thermique

Réservoir Azote

Vide d’isolement

Extérieur
T=300K

ext

a c

b
Echantillon

la
se

r

Fig. 3.6. (a) Géométrie de diffusion Raman utilisée. Les angles θ et ϕ définissent l’amplitude et
l’orientation du vecteur d’onde transféré q (cf. Eq. (3.17)). Un champ magnétique Bext peut être
appliqué verticalement. (b) Photographie de l’extrémité de la canne porte-échantillon, montrant
les rotateurs piézoélectriques contrôlant les angles θ et ϕ. (c) Schéma du cryostat à hélium pompé.
La canne porte-échantillon est insérée dans l’entrefer d’une bobine supraconductrice, elle-même
insérée dans le col du vase à hélium.
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Pré-monochromateur Spectrographe

R1 R2 R3
CCD

S1
S2 S3

Fig. 3.7. Schéma de principe du spectromètre en mode soustractif : le pré-monochromateur (formé
de deux monochromateurs montés en inverse) assure un filtrage passe-bande efficace du signal
d’entrée, qui est ensuite dispersé par le spectrographe. Adapté de [183].
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Effets spin-orbite collectifs sur le
plasmon de spin inter-sous-bande
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Comme nous l’avons vu au chapitre 2, l’interaction spin-orbite est un effet relativiste
lié au mouvement des électrons. Un électron se déplaçant avec une vitesse v dans un
champ électrique statique E voit un champ spin-orbite BSO ∝ v × E , qui se couple à
son spin. Ce champ sépare les niveaux d’énergie des atomes, donnant naissance à leur
structure fine [184]. Pour un ensemble d’électrons itinérants dans un solide, un effet de
quantification analogue n’est à priori pas attendu, du fait de la très large distribution
des vitesses électroniques. En effet, les champs spin-orbite dépendent du vecteur d’onde k

de chaque électron, comme montré sur la figure 2.6 : l’axe et la fréquence de précession
varient donc d’un électron à l’autre, et pour un même électron quand son vecteur d’onde
diffuse. Ceci induit la relaxation du spin par le mécanisme D’yakonov-Perel’, imposant des
limitations fortes à un certain nombre d’applications spintronique comme la propagation
de courants de spin.

Quel est à présent l’effet de ces champs spin-orbite dépendants de k sur un mode
collectif de spin, où la dynamique des électrons est fortement structurée par l’interaction
de Coulomb ? Les puits quantiques dopés de GaAs sont un candidat idéal pour répondre à
cette question. En effet, leurs effets spin-orbite à 1 particule — effets Rashba et Dresselhaus
— ont été bien caractérisés, par spectroscopie Raman notamment (travaux de B. Jusserand
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et al. [86, 87]). Par ailleurs, ces structures présentent un mode collectif de spin, le plasmon
de spin inter-sous-bande, qui est bien séparé du continuum des excitations individuelles [17,
22]. Enfin ce sont des structures très bien contrôlées technologiquement, avec un niveau de
désordre très bas, facilitant les études optiques.

En étudiant ainsi le plasmon de spin inter-sous-bande de puits quantiques dopés de
GaAs, nous allons démontrer l’existence d’une dynamique de spin remarquablement orga-
nisée, en fort contraste avec le scénario désorganisant D’yakonov-Perel’. Cette dynamique
se caractérise par la précession du moment magnétique du gaz d’électrons autour d’un
champ spin-orbite collectif unique. Ce champ conduit à un éclatement de type structure
fine du spectre plasmon. De plus, nous allons montrer que ce champ collectif est renforcé,
par les effets N corps, d’un facteur de plusieurs unités par rapport aux champs agissant
sur les électrons individuels. Ainsi, au lieu de déphaser l’excitation collective, le couplage
spin-orbite, combiné à l’interaction de Coulomb, conduit ici à un effet constructif remar-
quable.

Les résultats principaux de ce chapitre ont été publiés dans F. Baboux, F. Perez, C.A.
Ullrich, I. D’Amico, J. Gómez, M. Bernard, Giant Collective Spin-Orbit Field in a Quantum
Well : Fine Structure of Spin Plasmons, Phys. Rev. Lett. 109, 166401 (2012).

4.1 Modèle de structure fine des plasmons de spin

4.1.1 Champs spin-orbite

On rappelle que dans un puits quantique de GaAs (structure blende de zinc), l’asymétrie
d’inversion de la maille cristalline et du potentiel de confinement conduit à un éclatement
et une orientation de spin intrinsèques des états de conduction (cf. section 2.2). Ces effets
peuvent être décrits par un champ magnétique effectif qui dépend du vecteur d’onde k

de l’électron. Dans le cas d’un puits quantique orienté [001] (groupe de symétrie C2v), ce
champ s’écrit, à l’ordre linéaire en k :

BSO(k) =
2α

gµB

(
ky

−kx

)
+

2β

gµB

(
kx

−ky

)
, (4.1)

pour un système de coordonnées avec x̂ ‖ [100] et ŷ ‖ [010]. α et β sont les constantes
de couplage Rashba et Dresselhaus, g est le facteur de Landé effectif de l’électron dans le
cristal, et µB le magnéton de Bohr. Regardons quel est l’effet de ces champs spin-orbite
sur le plasmon de spin inter-sous-bande.

4.1.2 Le plasmon de spin inter-sous-bande

Le plasmon de spin inter-sous-bande (cf. section 1.4) est un mode collectif de spin
faisant intervenir des transitions électroniques entre deux sous-bandes de conduction. On
s’intéresse ici à la situation la plus simple, faisant intervenir la première et la seconde sous-
bande (figure 4.1(a)–(b)). Un électron promu de la première à la seconde sous-bande, avec
un changement de vecteur d’onde q, constitue une excitation individuelle (SPE). Comme
nous l’avons vu section 1.4.1, l’ensemble des façons de réaliser ce processus se traduit dans
le spectre des excitations (4.1(c)) par un continuum.
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Fig. 4.1. Haut : Le plasmon de spin inter-sous-bande consiste en une superposition cohérente de
transitions électroniques (paires électron-trou, notées SPE), de vecteur d’onde q, entre la première
et la seconde sous-bande du puits quantique (a et b). Dans le spectre d’excitations (c), la branche
de plasmon de spin émerge en dessous du continnum des SPE inter-sous-bande. Bas : En présence
de couplage spin-orbite, la dégénérescence de spin des états à 1 particule est levée (d) ; il en résulte
un éclatement de la branche plasmon de spin en 3 modes (e).

Des modes collectifs peuvent également être formés, par superposition et couplage Cou-
lombien de telles excitations individuelles. Ceci donne naissance à un plasmon de charge,
au-dessus du continuum SPE, et à un plasmon de spin, au-dessous de ce continuum. Le
plasmon de charge consiste en une oscillation périodique de la densité de charge, autrement
dit, une oscillation en phase de la densité des deux populations de spin. Le plasmon de spin
consiste quant à lui en une oscillation en opposition de phase des deux populations de spin.
Cette oscillation se produit selon deux axes : selon la direction de q (i.e. dans le plan du
puits, avec une période 2π/q : cf. figure 4.2(a)), et selon l’axe de croissance (figure 4.2(b)).
Cette oscillation selon l’axe de croissance provient de la différence de symétrie entre les
fonctions enveloppes des deux sous-bandes.1

Le plasmon de spin inter-sous-bande a été étudié pour la première fois dans les années
1990, notamment par spectroscopie Raman ; il a été montré qu’il dispersait négativement

1. L’amplitude de cette oscillation est z12 =
∫
dzϕ∗1(z)zϕ2(z), où ϕi est la fonction enveloppe de la

sous-bande de conduction i.
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Fig. 4.2. Représentation schématique de la dynamique de spin pour le plasmon de spin inter-sous-
bande. a, Oscillation des densités de spin dans le plan du puits quantique, selon le vecteur d’onde
q. b, Oscillation selon l’axe de croissance du puits (ici, le cas simplifié q = 0, et pour un puits
symétrique, est schématisé).

avec q [17, 22],2 comme montré sur la figure 4.1(c). Cette excitation a été utilisée comme
banc d’essai des théories du gaz d’électrons en interaction [17, 22, 185–187, 23–25, 171] :
en effet, son existence est une pure conséquence des effets d’échange-corrélation (cf. sec-
tion 1.3.4), i.e. des effets au-delà de la RPA de Bohm et Pines, qui ne traite que les termes
de Hartree (termes directs).

4.1.3 Prédictions des effets spin-orbite sur le plasmon de spin

L’effet du couplage spin-orbite sur ce plasmon de spin inter-sous-bande a été étudié
théoriquement par Ullrich et Flatté [74, 107]. Comme nous l’avons déjà noté, ces auteurs
ont prédit que la levée de dégénérescence de spin des états à 1 particule par les champs
spin-orbite (cf. figure 4.1(d)) avait pour conséquence l’éclatement du plasmon de spin en
3 modes (4.1(e)).

La figure 4.3 détaille cette structure fine du plasmon de spin inter-sous-bande. Elle
consiste en un mode longitudinal (m‖) et deux modes transverses (m+ et m−). La fi-
gure 4.3(a) montre le calcul (pour l’échantillon que nous allons étudier expérimentalement)
de la différence d’énergie ∆E entre les cas avec et sans spin-orbite, en fonction de l’am-
plitude q du vecteur d’onde du plasmon. On voit que l’énergie du mode longitudinal n’est
pas affectée par le couplage spin-orbite. En revanche, les modes transverses sont séparés en
des directions opposées : il apparaît un éclatement δ entre ces modes, qui est quasi-linéaire
en q.

Ces données correspondent à une orientation fixe du vecteur d’onde q du plasmon dans
le plan du puits quantique (ici q ‖ [110]). La figure 4.3(b) présente quant à elle la variation
de l’éclatement δ avec l’orientation dans le plan de q, repérée par l’angle ϕ par rapport à la
direction [110] (ici q = 8.0 µm−1). La modulation est quasi-sinusoïdale, avec une période

2. Dans les publications de cette période, le plasmon de spin inter-sous-bande est souvent nommé Spin-
density excitation.
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Fig. 4.3. Eclatement spin-orbite des plasmons de spin inter-sous-bande, calculé pour l’échantillon
étudié dans ce chapitre. a, Différence d’énergie ∆E entre les cas avec et sans spin-orbite, en
fonction de l’amplitude q du vecteur d’onde du plasmon (ici q ‖ [110]). L’éclatement δ entre les
modes transverses (m+ et m−) est quasi-linéaire en q. b, Pour un module de vecteur d’onde fixé
(ici q = 8.0 µm−1), modulation de δ avec l’orientation dans le plan de q, repérée par l’angle ϕ par
rapport à la direction [110].

de 180◦ (symétrie d’ordre 2).
La levée de dégénérescence des modes plasmons peut être comprise intuitivement de la

façon suivante. En l’absence de vecteur d’onde transféré q, la moyenne des champs spin-
orbite BSO(k) (Eq. (4.1)) sur la mer de Fermi, est nulle : ceci provient de la symétrie par
renversement du temps (qui impose BSO(k) = −BSO(−k)),3 combinée à la symétrie axiale
[001] du puits quantique.4 Ainsi, aucune force macroscopique n’agit sur le gaz d’électrons, et
les plasmons de spin sont dégénérés. En revanche, quand un vecteur d’onde q est transféré
au gaz d’électrons, la symétrie spatiale est brisée et les BSO(k) ne se moyennent plus à 0.
La brisure de symétrie de translation, mesurée par l’amplitude de q, se convertit donc en
une brisure de symétrie de rotation du spin : il émerge un axe de quantification privilégié.

Les trois modes de plasmon de spin s’organisent autour de cet axe de quantification
[107]. Le mode longitudinal (m‖) consiste en une oscillation de l’aimantation le long de
cet axe, et les modes transverses (m+ et m−) consistent en une précession autour de cet
axe. Cet axe de quantification, commun aux trois modes, est tout comme l’éclatement δ,
dépendant du vecteur d’onde du plasmon q [107].

4.1.4 Vérification expérimentale : premiers résultats

Nous allons d’abord tenter de confirmer expérimentalement l’existence d’un éclatement
du spectre plasmon, linéaire en q, et modulé avec l’angle dans le plan du puits quantique.

a. Echantillon étudié

L’échantillon (S436) pour lequel nous présentons les résultats ci-dessous est un puits
quantique de GaAs/Al0.3Ga0.7As à modulation de dopage asymétrique, d’axe de crois-

3. Cette propriété est la dégénérescence de Kramers [19].
4. Qui impose l’égalité des facteurs d’occupation électronique pour des vecteurs d’onde opposés : nk =

n−k.
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sance [001]. L’épaisseur nominale du puits est de 20 nm. La densité électronique est
n2D = 2.3× 1011 cm−2, et la mobilité 2× 107 cm2 V−1 s−1 à la température de l’expérience
T ' 2 K (hélium superfluide), comme déterminé par des mesures de magnéto-transport.
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Fig. 4.4. Profil de bande calculé du puits quantique de GaAs/AlGaAs étudié. a, Le dopage par
modulation (couches delta de Si situées en z < 0) crée une inclinaison de l’extremum des bandes
de valence et de conduction le long de l’axe de croissance. b, Fonctions d’onde des deux premiers
états confinés du puits, d’énergie E1 et E2. EF désigne l’énergie de Fermi.

Le profil de bande, calculé par résolution couplée Schrödinger-Poisson (cf. section 1.2.3),
est présenté figure 4.4. Le dopage par modulation (couches delta de Si situées en z = −40 et
−75 nm)5 crée une inclinaison de l’extremum des bandes de valence et de conduction (band
bending) le long de l’axe de croissance (4.4(a)). Les fonctions d’onde des deux premiers états
confinés du puits (4.4(b)), d’énergie E1 et E2, sont donc asymétriques ; seule la première
sous-bande est peuplée.

Donnons les principales énergies mises en jeu dans le plasmon de spin (cf. figure 4.1) :
l’énergie de Fermi est EF = 8.2 meV (vecteur d’onde de Fermi kF = 120 µm−1), la
séparation entre les deux sous-bandes est E12 = E2 −E1 = 28.4 meV (calcul Schrödinger-
Poisson), et l’éclatement spin-orbite des états à 1 particule au niveau de Fermi est de l’ordre
de 2αkF ∼ 0.08 meV (cf. section 4.3.2).

5. Dans les simulations, le dopage des ces couches est ajusté de façon à reproduire la densité n2D mesurée
par transport.
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b. Mise en évidence des effets anisotropes

Notre géométrie de diffusion Raman est rappelée dans l’encart de la figure 4.6. Le
vecteur d’onde transféré q, qui est contenu dans le plan du puits quantique, peut être varié
continûment en amplitude et en orientation (cf. section 3.3.2).

La figure 4.5 montre des spectres Raman typiques des excitations électroniques inter-
sous-bande. Notons qu’ici et dans tout ce travail, nous portons en abscisse, sous le label
"énergie", le déplacement Raman ~ωi − ~ωs entre l’énergie du laser incident et celle des
photons diffusés (cf. section 3.1). L’existence de règles de sélection permet, comme on l’a vu
section 3.2.2, de discriminer les différents types d’excitations apparaissant dans ces spectres.
Ainsi, le plasmon de charge est observé seulement dans la configuration copolarisée (courbe
noire), i.e. quand les photons incidents et diffusés ont une polarisation parallèle, alors que le
plasmon de spin n’apparaît qu’en configuration contradépolarisée (courbe rouge), quand les
photons ont une polarisation perpendiculaire. Plus précisément, seuls les modes transverses
m+ et m− (cf. figure 4.3(a)) sont prédits d’être actifs dans cette dernière configuration
[107]. Enfin, le continuum des excitations à 1 particule (SPE) apparaît dans les deux
configurations : ici comme une épaule au pic du plasmon de charge.
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Fig. 4.5. Spectres Raman des excitations électroniques inter-sous-bande (ISB), en configuration
polarisée (noir) et dépolarisée (rouge). On retrouve le spectre d’excitations schématisé figure 4.1(c)-
(e). La ligne des plasmons de spin (transverses) apparaît en configuration dépolarisée.

Par la suite, nous allons nous intéresser uniquement au pic du plasmon de spin. La
figure 4.6 présente des spectres typiques de ce pic, obtenus en l’absence de champ ma-
gnétique externe. Ils correspondent à une amplitude de vecteur d’onde transféré fixée à
q = 8.0 µm−1, mais différentes orientations ϕ de q dans le plan. Puisque q 6= 0, nous
nous attendrions, conformément à la figure 4.3(a), à observer deux pics, correspondant à
m+ et m− séparés de l’éclatement spin-orbite δ. Cependant, on constate que les spectres
expérimentaux contiennent un unique pic, d’allure Lorentzienne.

Mais en portant sur la figure 4.7(b) la largeur à mi-hauteur, notée w, de ce pic en
fonction de ϕ, on constate que w est modulée, de façon quasi-sinusoïdale avec une période
de 180◦. Nous répétons l’expérience pour deux autres valeurs de q : cf. figure 4.7(a)-(c).
On constate que la valeur moyenne, et l’amplitude de modulation de la largeur de raie w
diminuent lorsque q décroît.
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Fig. 4.6. Spectres Raman des plasmons de spin transverses, observés en configuration dépolarisée
pour q = 8.0 µm−1, en variant l’angle dans le plan ϕ (décalage vertical pour la clarté). Le pic
unique, quasi-Lorentzien observé est la somme de deux Lorentziennes (pointillés rouges pour le
spectre à ϕ = 90◦) d’amplitude et largeur de raie Γ identiques, correspondant aux modes m+ et
m− séparés de l’éclatement spin-orbite collectif δ. Encart : géométrie de la diffusion Raman ; κi et
κs sont les vecteurs d’onde de la lumière incidente et diffusée, respectivement.

On retrouve donc dans le comportement de w les principales propriétés prédites pour
l’éclatement spin-orbite δ. Ceci suggère fortement que le pic Raman observé est com-
posite : il est la somme de deux pics Lorentziens correspondant aux modes m+ et m−,
séparés de l’éclatement spin-orbite δ (figure 4.6, pointillés rouges). Ces derniers ne sont
pas résolus séparément, car leur largeur de raie intrinsèque Γ est de l’ordre l’éclatement
δ, comme nous le confirmerons par la suite (on verra que Γ ∼ 2δ). Nous verrons éga-
lement comment, en déterminant de façon indépendante la largeur Γ de chaque mode,6

l’éclatement δ(q) peut être extrait par déconvolution (cf. section 4.2.3).
A ce point, nous utilisons les résultats de la figure 4.7 pour fixer la référence angulaire

de ϕ : par identification aux prédictions de la figure 4.3(b), nous assignons le maximum de
w à la direction [110] (ϕ ≡ 0◦), et le minimum à la direction

[
110
]
(ϕ ≡ 90◦).

4.2 Détermination du champ spin-orbite collectif et du mo-
ment magnétique

4.2.1 Proposition d’un modèle effectif

Les résultats ci-dessus sont une première étape dans la confirmation expérimentale des
prédictions de la Ref. [107] : sous l’effet du couplage spin-orbite, le spectre plasmon se scinde
en 3 modes ; l’éclatement entre les deux modes transverses est une fonction croissante de
l’amplitude du vecteur d’onde d’excitation q, et présente une modulation angulaire dans
le plan du puits quantique. Nous avons noté également — mais non encore vérifié — la

6. On supposera que les deux modes transverses ont la même largeur de raie [107].
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Fig. 4.7. Variation avec ϕ de la largeur de raie composite w de la ligne Raman observée figure 4.6
pour q = 10.2, 8.0 et 5.4 µm−1 respectivement (a-c). La modulation est quasi-sinusoïdale, de
période 180◦, et son amplitude augmente avec q.

prédiction d’une polarisation des modes, c’est-à-dire d’un axe de quantification privilégié,
dépendant de q, pour la dynamique de spin.

Ainsi, par analogie avec les effets spin-orbite à 1 particule, où l’éclatement et l’orien-
tation de spin sont décrits par un champ magnétique effectif BSO(k), il serait tentant de
définir un champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q), pour décrire la polarisation et l’éclatement
spin-orbite des modes plasmon. Comment relier ce champ collectif aux champs spin-orbite
individuels BSO(k) ? Rappelons que le plasmon de spin inter-sous-bande est une super-
position de transitions à 1 particule entre des états électroniques de vecteur d’onde k

dans la première sous-bande, et des états k + q dans la seconde sous-bande. Ainsi — en
ignorant pour l’instant la dépendance des constantes de couplage α et β avec l’indice de
sous-bande — chacune de ces transitions élémentaires voit une différence de champ ma-
gnétique BSO(k + q)−BSO(k). Celle-ci est simplement égale à BSO(q), et est donc fixée
uniquement par le vecteur d’onde d’excitation q. Bien sûr, on s’attend à ce que les in-
teractions Coulombiennes modifient cette image simple, par exemple en renormalisant ce
champ magnétique : on posera donc l’existence d’un champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q),
différent à priori de BSO(q).

En présence d’un tel champ Bcoll
SO (q), la structure très simple, en triplet symétrique, du

spectre plasmon, pourrait alors s’expliquer par le fait que le plasmon de spin implique des
transitions entre 2 états de spin 1/2, c’est-à-dire des excitations de spin 1. Le plasmon de
spin se comporterait alors comme un objet macroscopique de spin 1, et les 3 modes
plasmon correspondraient aux 3 projections possibles de ce spin : ±1, pour les modes de
précession m+ et m− (figure 4.9, gauche) et 0 pour le mode d’oscillation m‖. Ainsi, nous
proposons de décrire le plasmon de spin par un moment magnétique M en couplage
Zeeman avec le champ Bcoll

SO (q). Nous allons donc remplacer le Hamiltonien à N corps
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Fig. 4.8. Variation de la largeur de raie composite w avec le champ magnétique extérieur Bext. a,
Données w(Bext) obtenues dans la configuration Bext ‖ q, pour une amplitude de vecteur d’onde
fixée q = 8.0 µm−1 et différentes orientations dans le plan ϕ. b, Données w(Bext) obtenues dans
la configuration Bext ⊥ q, pour les mêmes angles ϕ. Les lignes sont des guides visuels. Chaque
courbe w(Bext) est symétrique autour d’une certaine valeur Bmin

ext du champ magnétique externe
(repérée par un cercle noir) qui annule la composante correspondante du champ spin-orbite collectif
Bcoll

SO (q).

du gaz, somme de termes cinétique, Coulombien et spin-orbite :

Ĥtot = Ĥkin + ĤCoul + ĤSO , (4.2)

(avec ĤSO = gµB
2

∑
i σ̂i ·BSO(ki)), par le Hamiltonien effectif suivant :

Ĥeff = −M · Bcoll
SO (q) . (4.3)

Pour tester la pertinence de cette description du plasmon de spin, et la réalité physique
du champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q), nous allons appliquer un champ magnétique externe
Bext. Notre objectif précis sera de vérifier si, comme cela a été montré dans le cas des
champs spin-orbite individuels, les deux champs se superposent [188, 91] (figure 4.9, droite),
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Proposed model 

JMC13     –    29/08/2012    –     Florent Baboux Fig. 4.9. Interprétation des plasmons de spin inter-sous-bande en présence de couplage spin-
orbite. On décrit les modes transverses (m+ et m−) comme la précession d’un moment magnétique
d’amplitude µ autour d’un champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (gauche), et autour de la superposition
Bcoll

SO +Bext en présence d’un champ magnétique extérieur. Pour le mode m+ (m−), le moment
magnétique a une orientation moyenne parallèle (antiparallèle) au champ de quantification.

le Hamiltonien effectif devenant :

Ĥeff = −M · (Bcoll
SO (q)+Bext

)
. (4.4)

Si tel est le cas, il sera possible de contrôler l’éclatement spin-orbite δ entre les modes plas-
mons m+ et m−, et même de l’annuler, en appliquant Bext de façon exactement opposée à
Bcoll

SO : ceci fournit un critère de détermination de Bcoll
SO . Par ailleurs, en déterminant indé-

pendamment l’éclatement δ, nous pourrions mesurer l’amplitude du moment magnétique
M associé au plasmon, et déterminer ainsi comment l’effet des interactions Coulom-
biennes se répartit entre M et Bcoll

SO (q).

4.2.2 Détermination du champ spin-orbite collectif

Examinons d’abord comment l’application d’un champ magnétique externe Bext in-
fluence l’éclatement spin-orbite δ, et donc la largeur w du pic Raman composite. Puisque
l’axe de polarisation des modes plasmon est, d’après le Ref. [107], contenu dans le plan du
puits quantique, nous allons appliquer Bext dans le plan également (configuration quasi-
Voigt).

Pour un vecteur d’onde q donné, nous prenons des spectres pour une série de valeurs de
Bext, avec Bext appliqué successivement selon deux directions perpendiculaires : Bext ⊥ q

et Bext ‖ q. Les figures 4.8(a) et 4.8(b), respectivement, présentent la largeur w de la
ligne Raman composite en fonction de Bext pour ces deux configurations. Les différentes
courbes sont obtenues pour une amplitude de vecteur d’onde fixée q = 8.0 µm−1, et une
série de 8 angles ϕ équidistants à l’intérieur d’une période (180◦). Chaque courbe montre
un minimum pour une valeur donnée Bmin

ext du champ extérieur, et est symétrique par
rapport à ce minimum.

Comparons ce comportement à celui prédit par l’Eq. (4.4). D’après cette équation, si
le moment magnétique M du plasmon est de nature quantique, ses niveaux d’énergie sont
quantifiés par le champ total Btot = Bcoll

SO (q)+Bext (cf. figure 4.9, droite), et l’éclatement
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δ est donné par :

δ = 2µBtot = 2µ
√

(Bext + Bcoll
SO ·u)2 + (Bcoll

SO × u)2 , (4.5)

où µ est la valeur quantifiée du moment magnétique du plasmon, et u est un vecteur
unitaire parallèle à Bext. Selon l’Eq. (4.5), chaque minimum de δ(Bext) correspond ainsi à
la situation où Bext compense exactement la composante de Bcoll

SO (q) qui lui est parallèle,
Bmin

ext = −Bcoll
SO ·u.

En utilisant ce critère, nous extrayons la composante Bcoll
SO,‖ du champ spin-orbite col-

lectif parallèle à q des données de la figure 4.8(a), et nous la portons sur la figure 4.10
(cercles pleins). Cette composante apparaît antisymétrique par rapport à la direction

[
110
]

(ϕ = 90◦).
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Fig. 4.10. Champ spin-orbite collectif Bcoll
SO et moment magnétique µ en fonction de ϕ. a, Com-

posante parallèle (Bcoll
SO,‖, cercles pleins) et perpendiculaire (Bcoll

SO,⊥, cercles creux) à q du champ
spin-orbite collectif pour q = 8.0 µm−1, extraites des données de la figure 4.8. Les courbes noires
sont des ajustements par la théorie décrite dans la section 4.3.1. b, Moment magnétique µ du
plasmon de spin : valeurs expérimentales (carrés) et théoriques (courbe).

L’Eq. (4.5) prédit également que la valeur minimale δmin de l’éclatement que l’on peut
atteindre, pour Bext appliqué dans une direction donnée, dépend de la composante de Bcoll

SO

orthogonale à cette direction : δmin = 2µ
√

(Bcoll
SO × u)2. Ainsi, d’après la position verticale

des minima sur la figure 4.8(a), on s’attendrait à ce que la composante orthogonale Bcoll
SO,⊥

soit maximale pour ϕ = 0◦, décroisse jusqu’à ϕ = 90◦, puis parcourt cette variation en
sens inverse entre ϕ = 90◦ et ϕ = 180◦. Pour le vérifier, nous déterminons la composante
Bcoll

SO,⊥ d’après le champ magnétique Bmin
ext comme précédemment, et nous portons les ré-

sultats sur la figure 4.10(b) (cercles creux). On obtient bien la variation attendue, avec un
comportement symétrique autour de la direction

[
110
]
(ϕ = 90◦).

Le champ collectif ainsi déterminé présente la même symétrie que le champ spin-orbite
individuel (Eq. (4.1)). On note également que la composante perpendiculaire Bcoll

SO,⊥ est
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environ un ordre de grandeur supérieure à la composante parallèle Bcoll
SO,‖ (∼ 1 T contre

∼ 0.1 T, respectivement) : ceci suggère que l’effet Rashba (dont le champ spin-orbite est
toujours perpendiculaire au vecteur d’onde, cf. Eq. (4.1)) domine l’effet Dresselhaus dans
cet échantillon (nous le démontrerons section 4.3.1).

Hypothèse de superposition

Nous allons naturellement supposer que le champ total Bcoll
SO (q) est donné par la somme

vectorielle de Bcoll
SO,‖ et B

coll
SO,⊥. Une vérification directe de cette hypothèse consisterait à an-

nuler l’éclatement spin-orbite en appliquant Bext exactement dans la direction de Bcoll
SO (q),

tel que Bext = −Bcoll
SO (q) : au lieu de déterminer successivement les deux composantes

cartésiennes de Bcoll
SO , on déterminerait simultanément son orientation et son amplitude.

Cette technique n’est cependant pas applicable expérimentalement, car notre dispositif ne
permet pas de faire varier continûment l’orientation dans le plan de Bext. En revanche,
nous vérifierons ci-dessous par des simulations numériques la parfaite équivalence entre
cette méthode directe et la méthode que nous avons utilisée (cf. section 4.3.1).

4.2.3 Détermination du moment magnétique

a. Accès à l’éclatement spin-orbite collectif

Pour poursuivre la validation du modèle de l’Eq. (4.4), nous avons besoin d’un accès
expérimental à l’éclatement spin-orbite δ. Nous devons donc déterminer la largeur de raie
intrinsèque Γ des modes m± (cf. figure 4.6), afin de remonter à l’éclatement δ par déconvo-
lution. Pour déterminer Γ, nous nous plaçons dans la situation expérimentale où q = 0 et
Bext = 0 (données non montrées) : dans ce cas en effet, on s’attend à ce que l’éclatement
δ s’annule (cf. figure 4.3(a)) et que les deux pics soient parfaitement superposés, de sorte
que w = Γ. On obtient

Γ = 0.124± 0.010 meV (4.6)

par cette méthode. Cette valeur peut être comparée à une estimation théorique.

b. Estimation théorique de la largeur de raie : spin Coulomb drag

Pour estimer théoriquement la largeur de raie Γ d’un mode plasmon, examinons les
différentes sources de dissipation possibles. Comme nous l’avons noté, les Refs. [74, 107]
ont prédit que le plasmon de spin inter-sous-bande était immunisé contre le mécanisme
D’yakonov-Perel’, au sens où il n’est pas déphasé par la distribution en k des champs
spin-orbite individuels (cf. section 2.4).7

7. Indépendamment de cette prédiction, nous pouvons à titre informatif calculer le taux de relaxation
D’yakonov-Perel’ des électrons individuels. Ce taux de relaxation peut être calculé, en présence d’effet
Rashba seul, par [189, 190] :

1

τs
' 2τ∗k(αkF/~)2

1 + 4(αkFτ∗k/~)2
, (4.7)

où kF est le vecteur d’onde de Fermi, τ∗k est le temps de relaxation du vecteur d’onde. Celui-ci est donné
par τ∗k = (τ−1

k +τ−1
ee )−1, où τk est le temps de relaxation correspondant à la mobilité électronique, et τee

est le temps de diffusion dû aux collisions électron-électron. En utilisant τ−1
ee ' 3.4EF

~

(
kBT
EF

)2

[35, 37]
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En revanche, on s’attend à ce qu’un effet à N corps intrinsèque, le spin Coulomb drag
(SCD) [191–193], joue un rôle central dans la dissipation. De façon générale, le SCD pro-
vient d’une friction d’origine Coulombienne entre des porteurs de spins opposés se dépla-
çant avec des vitesses différentes : cf. figure 4.11. La force coulombienne (par unité de
volume) produite par les électrons de spin σ = −σ, se déplaçant avec une vitesse de centre
de masse Vσ, sur les électrons de spin opposé σ, se déplaçant avec une vitesse de centre
de masse Vσ, peut être écrite [191] :

Fσσ = −f mb
nσnσ
nσ + nσ

(Vσ −Vσ) , (4.8)

où mb est la masse de bande, nσ la densité de spin σ, et f le coefficient de SCD. Le
SCD s’apparente donc à un frottement visqueux. Ce frottement affecte le courant de spin
(longitudinal), qui est proportionnel à Vσ−Vσ (le courant de charge n’est pas affecté, car
l’interaction de Coulomb conserve la vitesse totale Vσ + Vσ.)����������		
��
��� ��� � � �����
Fig. 4.11. Exemple de diffusion Coulombienne entre électrons de spins opposés, qui ne conserve
pas le courant de spin. Ce mécanisme forme la base du spin Coulomb drag. Pris de [194].

Le SCD est généralement faible dans les métaux, du fait de leur température de Fermi
élevée, mais peut être fort dans les semi-conducteurs, où il peut même excéder la résisti-
vité de Drude associée au désordre [191]. Le SCD a été mesuré en régime continu (trans-
port) [193], mais jamais en régime alternatif. Or, le plasmon de spin inter-sous-bande a
précisément été proposé comme un candidat idéal pour mesurer le SCD en régime alter-
natif [192]. En effet :

• Dans le plasmon de spin inter-sous-bande, les deux densités de spin oscillent en
opposition de phase selon l’axe de croissance, formant un courant de spin alternatif
(cf. figure 4.2(b)). Cette situation, où les impulsions des deux populations de spin
sont à chaque instant opposées, est d’après l’Eq. (4.8) la situation où la friction
Coulombienne est maximale.

et en calculant τk = 760 ps d’après la mobilité expérimentale, on obtient τ∗k ' 50 ps. Pour une
constante de couplage spin-orbite α = 2 meVÅ (cf. section 4.3), l’Eq. (4.7) donne τs ' 100 ps, soit
un élargissement ~/τs ' 6 µeV (on notera que αkFτ

∗
k/~ ∼ 2, nous sommes donc dans la limite de

collisions peu fréquentes). Le couplage spin-orbite est donc pour notre échantillon, indépendamment
de la prédiction d’immunité établie dans les Refs. [74, 107], une source négligeable de dissipation.
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On notera que pour q 6= 0, l’oscillation dans le plan du puits quantique conduit à une
contribution supplémentaire au SCD. Mais cette contribution est négligeable devant
la première8 : elle est d’ordre (q/kF)2, et nous considérons ici la situation q < 0.1 kF.

• Le SCD, qui dépend fortement de la fréquence, présente un maximum pour une
fréquence d’excitation de l’ordre de quelques EF/h [192]. Ceci est typiquement le cas
pour le plasmon inter-sous-bande : nous avons ici E12/EF ∼ 3.5.

La contribution du SCD à la largeur de raie Γ des modes plasmons transverses a été
calculée par I. D’Amico (University of York, UK) et C. Ullrich (University of Missouri,
USA) dans le cadre de notre collaboration. Le calcul utilise la théorie de la fonctionnelle
de densité dépendant du temps (TDDFT, cf. section 1.4.4) appliquée au courant de spin,9

en négligeant le couplage spin-orbite. Ce calcul utilise l’approximation locale, avec un
potentiel d’échange-corrélation tri-dimensionnel,10 mais pas l’approximation adiabatique,
car ce sont précisément les termes non-adiabatiques du potentiel d’échange-corrélation qui
sont responsables de la dissipation [192].

Un premier calcul a fourni ΓSCD ' 0.4 meV, sans utilisation de paramètres libres.11

Cette valeur surestime la largeur de raie expérimentale, sans soute du fait d’un traitement
insuffisant de le dimensionnalité.12 Une amélioration du calcul est en cours.

Ce résultat préliminaire suggère en tout cas fortement que le SCD est bien la contri-
bution dominante à la largeur de raie Γ des modes transverses. Or, le SCD est quasiment
constant avec q, car comme nous l’avons noté ci-dessus, il est essentiellement déterminé par
la dynamique selon l’axe de croissance. Par conséquent, nous allons déconvoluer toutes les
données w(Bext) en utilisant la valeur expérimentale Γ = 0.124 meV déterminée à q = 0.

c. Validation du modèle

Pour convertir les valeurs de largeur de raie composite w en valeurs d’éclatement spin-
orbite δ, on utilise une fonction de déconvolution δ(w) déterminée de la façon suivante.
On ajuste la somme de deux Lorentziennes identiques de largeur Γ = 0.124 meV, sépa-
rées par δ, avec une unique Lorentzienne — obtenant une largeur w. On inverse ensuite
numériquement la relation w(δ) pour obtenir la relation δ(w).

8. I. D’Amico et C.A. Ullrich, en préparation.
9. Si l’on ne fait pas l’approximation adiabatique, il est impossible de construire un potentiel d’échange-

corrélation υxc(r, t) qui dépende seulement de la densité au même point r ("problème de l’ultra-non-
localité") [71]. Une variable plus appropriée que la densité est alors la densité de courant : on définit
un potentiel vecteur d’échange-corrélation Axc(r, t), qui n’est pas soumis au problème de non-localité
ci-dessus.

10. C’est à dire que c’est l’énergie d’échange corrélation εxc(rs, ζ) d’un gaz d’électrons 3D qui est utilisée.
L’inhomogénéité selon la direction de croissance est prise en compte par la fonction enveloppe.

11. Les paramètres de croissance du puits quantique sont pris en entrée.
12. Une surestimation similaire est obtenue en calculant la largeur de raie du plasmon de spin d’après

les résultats expérimentaux de la Ref. [17]. Dans le cas des plasmons de charge inter-sous-bande dans
les puits quantiques, il a été montré [195] que l’approximation de densité locale 3D (utilisée ici) ne
rend pas compte adéquatement de la quantification liée au confinement, qui agit comme un goulot
d’étranglement pour la dissipation d’énergie et de moment des degrés de liberté collectifs vers les
degrés de liberté dans le plan. Il est probable qu’un mécanisme analogue explique la surestimation
trouvée ici pour le plasmon de spin.
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Fig. 4.12. Variation de l’éclatement spin-orbite δ avec le champ magnétique extérieur Bext ‖ q,
pour q = 8.0 µm−1 : données expérimentales (a) et théoriques (b). Les données sont très bien
reproduites par l’Eq. (4.5) (courbes).

La figure 4.12(a) montre les données δ(Bext) obtenues par déconvolution des données
w(Bext) de la figure 4.8(a). Ces données, combinées à la détermination précédente du
champ Bcoll

SO (q), vont à présent nous permettre de déterminer le moment magnétique µ
de l’excitation. Notons que ce moment magnétique dépend à priori du vecteur d’onde
d’excitation q, à la fois en orientation et en module. Les données obtenues jusqu’ici nous
donnent pour l’instant accès à la dépendance en orientation. D’après l’Eq. (4.4), µ peut
être déterminé de deux manières différentes :

• Par le quotient entre l’éclatement spin-orbite à champ extérieur nul et l’amplitude
du champ spin-orbite collectif :

µ =
δ (Bext = 0)

2|Bcoll
SO |

, (4.9)

où |Bcoll
SO | est calculé par

√
Bcoll

SO,‖
2 +Bcoll

SO,⊥
2 (cf. hypothèse de superposition ci-

dessus). Ce quotient est tracé figure 4.10(b) (carrés), pour les différents ϕ sondés. Il
apparaît constant avec ϕ dans la barre d’erreur. On déduit µ = 28.8±0.7 µeV T−1 =

(0.50± 0.01)µB, pour l’amplitude de vecteur d’onde sondée q = 8.0 µm−1.

• Par le quotient entre l’éclatement minimum atteint en annulant une composante
donnée du champ collectif, et la valeur de la composante qui lui est perpendiculaire :

µ =
δ(Bext = −Bcoll

SO,‖)

2|Bcoll
SO,⊥|

, µ =
δ(Bext = −Bcoll

SO,⊥)

2|Bcoll
SO,‖|

. (4.10)

Ces deux dernières déterminations s’accordent très bien avec celle de l’Eq. (4.9) (don-
nées non montrées). Elles confirment notamment qu’à q fixé, le moment magnétique
est indépendant de ϕ dans la barre d’erreur.

Finalement, pour vérifier la cohérence globale de notre interprétation, nous comparons
en figure 4.12(a) les points expérimentaux pour δ (Bext) avec la relation de l’Eq. (4.5),
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δ (Bext) = 2µ
√

(Bext +Bcoll
SO,‖)

2 +Bcoll
SO,⊥

2 (courbes), en utilisant les valeurs précédemment

déterminées de Bcoll
SO,‖, B

coll
SO,⊥ et µ. On trouve un excellent accord, sans l’introduction

d’aucun paramètre d’ajustement.

Mentionnons que l’analyse des données de la figure 4.8(b), obtenues avec Bext ⊥ q,
révèle une légère complication. Pour ϕ = 0◦ et ϕ = 90◦ en effet, la composante Bcoll

SO,‖ du
champ collectif est, d’après les données de la figure 4.10(a), presque nulle. On s’attendrait
donc à ce qu’en appliquant Bext ⊥ q, l’éclatement minimal δmin atteint soit identique pour
ces deux angles, et égal à la largeur intrinsèque Γ du plasmon. Or on constate expérimen-
talement que δmin(ϕ = 0◦) ∼ 0.16 meV est supérieur à δmin(ϕ = 90◦) ∼ 0.13 meV. Ce
désaccord pourrait provenir d’une légère composante hors-plan du champ spin-orbite au
voisinage de ϕ = 0◦, comme discuté dans la Ref. [107]. On notera toutefois que sur un
autre échantillon étudié (PC02), ce désaccord s’est avéré beaucoup plus réduit, seulement
à la limite de la barre d’erreur.

4.2.4 Dépendance en q

Les résultats précédents ont été obtenus pour une amplitude de vecteur d’onde fixe q =

8.0 µm−1. Afin de déterminer à présent la dépendance en q du champ spin-orbite collectif et
du moment magnétique, nous répétons la même procédure expérimentale pour une valeur
inférieure et une valeur supérieure du vecteur d’onde, q = 5.4 µm−1 et q = 10.2 µm−1 :

• La figure 4.13(a) présente les valeurs du minimum (ϕ = 90◦, symboles ouverts) et
du maximum (ϕ = 0◦, symboles pleins) du module de Bcoll

SO en fonction de q. Ces
quantités apparaissent proportionnelles à q dans la barre d’erreur.

• La figure 4.13(b) montre le moment magnétique µ, moyenné sur ϕ (carrés). On
constate que µ est pratiquement constant avec q.

Ces deux résultats pris ensemble suggèrent que tous les effets spin-orbite à N corps
sont contenus dans Bcoll

SO (q), et que µ caractérise la réponse du système non perturbé13

par ces effets. Ce dernier point est renforcé en notant que µ ≈ 2 |g|µB

2 , c’est-à-dire, µ est
environ égal au double du moment magnétique d’un électron unique (en considérant le
facteur g du GaAs massif, g = −0.44)14 : ceci est tout à fait cohérent avec le fait qu’un
plasmon de spin inter-sous-bande implique des transitions entre 2 états de spin 1/2, c’est-à-
dire des excitations de spin 1. Ainsi, comme noté ci-dessus, le plasmon de spin se comporte
comme un objet de spin 1, admettant donc trois valeurs quantifiées possibles :
±µ (cas des modes m±, cf. figure 4.9), et 0 (cas du mode m‖, dont l’énergie n’est en effet
pas affectée par le couplage spin-orbite).

13. Ou du moins très faiblement.
14. On pourrait définir un facteur g effectif par |g∗| = µ/µB ' 0.5 : cette valeur, légèrement supérieure à

celle du GaAs massif, traduirait un léger effet de renforcement par les interactions Coulombiennes [26],
de même que d’éventuels très faibles effets spin-orbite [19].
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Fig. 4.13. Champ spin-orbite collectif et moment magnétique en fonction de q. a, Minimum
(symboles creux) et maximum (symboles pleins) de l’amplitude de

∣∣Bcoll
SO

∣∣ en fonction de q, comparés
aux valeurs théoriques (courbes). b, Moment magnétique µ du plasmon de spin, moyenné sur ϕ :
valeurs expérimentales (symboles) et théoriques (courbe), en fonction de q.

4.2.5 Comparaison avec l’effet Zeeman normal en physique atomique

Il est intéressant de comparer cette situation à l’effet Zeeman atomique. Le travail
historique de P. Zeeman (1896) concernait l’éclatement des raies spectrales émises par
une vapeur de Sodium placée dans un solénoïde [196]. La structure de cet éclatement et
la polarisation des photons émis dépendent de la direction d’observation. Le cas le plus
simple correspond à l’observation selon une direction perpendiculaire au champ magné-
tique. On obtient alors, à partir d’une raie initialement dégénérée, un triplet symétrique :
2 raies polarisées circulairement apparaissent de part et d’autre de la raie initiale polarisée
linéairement : c’est l’effet Zeeman normal [197].

Une explication purement classique de ce phénomène (due à Lorentz) considère que
les raies atomiques sont émises par des électrons oscillant linéairement avec une fréquence
ν0 [197] ; en présence d’un champ magnétique Bext, le mouvement électronique peut être
décomposé en une oscillation linéaire le long du champ, et deux oscillations circulaires (en
sens opposés) dans le plan perpendiculaire. Le champ magnétique n’affecte pas l’oscilla-
tion linéaire, qui continue à produire une raie ν0 ; il agit en revanche sur les oscillations
circulaires, dont la fréquence est déplacée en des sens opposés, conduisant à deux raies
supplémentaires ν0 ±∆ν(Bext).15

15. Le traitement quantique est le suivant. L’effet Zeeman normal correspond au cas d’un champ ma-
gnétique fort, tel que le couplage spin-orbite peut être négligé devant le couplage au champ ma-
gnétique. Chaque niveau atomique est alors éclaté en des sous-niveaux équidistants, d’énergies
E = En + µBBext(ml + 2ms), où En est l’énergie en champ nul du n-ième état propre, ml le nombre
quantique orbital et ms = ±1/2 le nombre quantique de spin. Les lignes spectrales sont obtenues à
partir des règles de sélection des transitions dipolaires (∆ms = 0 and ∆ml = 0,±1). On obtient que
chaque ligne spectrale est éclatée en 3 lignes — un triplet de Lorentz — où la ligne centrale (∆ml = 0)
est à ~ωnn′ = E′n − En, et les deux autres lignes (∆ml = ±1) à ~ωnn′ ± ~ωL, avec ωL = µBBext/~.
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On constate donc que l’analogie est frappante entre ce triplet de Lorentz, lié au moment
magnétique orbital, et le triplet des plasmons inter-sous-bande lié au moment magnétique
de spin ; dans ce dernier, c’est le champ spin-orbite Bcoll

SO (q) qui joue le rôle d’un champ
magnétique externe. On pourra donc parler, par analogie, d’un effet Zeeman normal
intrinsèque (à champ extérieur nul) pour le plasmon de spin [198].16

4.3 Détermination du facteur de renforcement collectif

Résumons les résultats obtenus jusqu’ici : nous avons validé un modèle effectif des
plasmons de spin en présence de couplage spin-orbite, en démontrant la cohérence des
mesures — avec et sans champ magnétique externe — avec les Eqs. (4.4) et (4.5). Nous
soulignons à nouveau que ceci n’a pas nécessité le recours à des paramètres d’ajustement.
Tous les éléments sont à présent réunis pour examiner comment le champ spin-orbite
collectif Bcoll

SO émerge des champs spin-orbite individuels dépendants de k. Nous allons
pour cela comparer nos résultats expérimentaux à des calculs en théorie de la réponse
linéaire.

4.3.1 Calcul de l’éclatement spin-orbite collectif

La Ref. [107] permet de calculer la dispersion des 3 modes plasmons, et donc l’éclate-
ment spin-orbite δ entre les modes transverses (cf. figure 4.3), à champ extérieur nul. Le
calcul utilise la théorie de la fonctionnelle de densité dépendant du temps (TDDFT), dans
l’approximation adiabatique et locale (ALDA). Notons qu’en présence du couplage spin-
orbite, ce calcul nécessite une généralisation du formalisme présenté section 1.4.4 : outre
l’existence de sous-bandes, il faut tenir compte de la non-colinéarité des spins imposée par
le couplage spin-orbite (Non-collinear spin DFT ). Par rapport à cette Ref. [107], la théorie
a été généralisée par C. Ullrich, dans le cadre de notre collaboration, afin de prendre en
compte la présence d’un champ magnétique extérieur comme dans nos expériences [198].

L’entrée principale de la théorie est constituée des constantes de couplage Rashba et
Dresselhaus pour les deux premières sous-bandes du puits, α1, α2 et β1, β2. Celles-ci
déterminent le champ spin-orbite dans chacune des deux sous-bandes (j = 1, 2) :

BSO,j(k) =
2αj
gµB

(
ky

−kx

)
+

2βj
gµB

(
kx

−ky

)
. (4.11)

La dispersion des 3 modes plasmons, ainsi que leur axe commun de polarisation, sont obte-
nus pour un champ magnétique extérieur Bext donné. En revanche, le calcul ne fournit pas
directement le champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q). Pour déterminer ce dernier, nous avons
donc suivi au plan numérique exactement la même procédure qu’au plan expérimental (cf.

16. Dans les atomes, le couplage spin-orbite produit également une levée de dégénérescence des niveaux
d’énergie, contribuant à la structure fine des spectres. Cette structure fine inclut trois corrections
relativistes (cf. Eq. (2.4)) : le couplage spin-orbite, le terme de Darwin, et une correction à l’énergie
cinétique. Cependant, cette structure fine est complexe, et ne donne pas lieu à des triplets symétriques.
C’est donc l’analogie avec l’effet Zeeman normal qui est de ce point de vue la plus directe pour les
plasmons de spin.
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section 4.2.2) : minimiser l’éclatement δ par l’application d’un champ magnétique extérieur,
pour déterminer les deux composantes cartésiennes du champ spin-orbite collectif.

La figure 4.12(b) montre le résultat de ces simulations, correspondant à la situation
expérimentale Bext ‖ q de la figure 4.12(a) ; les symboles représentent les points calculés,
et les courbes sont des ajustements par l’Eq. (4.5). Les données expérimentales sont très
bien reproduites, en utilisant α1 = 3.5 meVÅ, α2 = 2.8 meVÅ, β1 = 0.22 meVÅ, et
β2 = 0.79 meVÅ. Ces 4 paramètres sont obtenus à partir de 2 paramètres libres seulement,
comme nous l’expliquerons ci-dessous.

Sans modifier ce jeu de paramètres ajustés, la procédure est répétée avec Bext ⊥ q

(données non montrées), afin de déterminer l’autre composante du champ spin-orbite col-
lectif, puis le moment magnétique µ du plasmon de spin. Enfin l’ensemble de la procédure
est reconduite pour d’autres valeurs de l’amplitude du vecteur d’onde q. Les résultats
complets de ces simulations sont présentés figure 4.10(a)–(b) et figure 4.13(a)–(b) par les
courbes noires. On constate que les données expérimentales sont très bien reproduites, avec
l’unique jeu de paramètres donné ci-dessus.

Comme nous l’avons mentionné, ces simulations numériques ont également permis de
valider notre méthode expérimentale, qui consiste à reconstruire le champ spin-orbite col-
lectif en déterminant successivement ses deux composantes cartésiennes. Nous avons vérifié
la parfaite équivalence entre cette méthode et la méthode directe consistant à annuler l’écla-
tement spin-orbite en appliquant Bext exactement dans la direction de Bcoll

SO (q), tel que
Bext = −Bcoll

SO (q).

4.3.2 Relation entre les champs spin-orbite individuels et collectif

A l’aide des valeurs ajustées de α1, α2 et β1, β2., nous pouvons à présent comparer les
champs spin-orbite aux niveaux individuel et collectif. Pour cela, rappelons que le plasmon
de spin inter-sous-bande est une superposition de transitions à 1 particule entre des états
électroniques de vecteur d’onde k dans la première sous-bande, et des états k + q dans
la seconde sous-bande. Ainsi, chacune des ces transitions élémentaires voit une différence
de champ magnétique ∆BSO(k,q) = BSO,2(k + q) − BSO,1(k), donnée — en prenant à
présent en compte la dépendance du champ spin-orbite avec l’indice de sous-bande — par :

gµB

2
∆BSO(k,q) = α2

(
qy

−qx

)
+ β2

(
qx

−qy

)
︸ ︷︷ ︸

indépendant de k

+ (α2 − α1)

(
ky

−kx

)
+ (β2 − β1)

(
kx

−ky

)
︸ ︷︷ ︸

dépendant de k

.

(4.12)
Cependant, cette expression ne tient pas compte des interactions Coulombiennes. On

s’attend à ce que celles-ci produisent des corrections dépendantes en k aux champs spin-
orbite individuels [107]. Le scénario le plus simple serait que ces corrections compensent
la partie k-dépendante de ∆BSO(k,q), et renforcement légèrement sa partie indépendante
de k. Or, la figure 4.14 démontre que :

Bcoll
SO (q) = 5.25× 2

gµB

(
αqy + βqx

−αqx − βqy

)
(4.13)
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avec α = (α1 + α2) /2 et β = (β1 + β2) /2. Ainsi, d’une part, il apparaît que les effets à N
corps font tourner la partie indépendante de k de ∆BSO(k,q), pour l’aligner avec le champ
spin-orbite individuel moyen. Mais surtout, ils amplifient le champ spin-orbite individuel
d’un facteur remarquablement élevé.
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Fig. 4.14. Facteur de renforcement du champ spin-orbite collectif. Les cercles noirs montrent les
composantes (parallèle et perpendiculaire à q) de Bcoll

SO en fonction de ϕ. Ces données sont très
bien reproduites par les triangles rouges, correspondant au champ spin-orbite individuel BSO(q)

(moyenné entre les deux sous-bandes) multiplié par un facteur 5.25.

4.3.3 Discussion

Un tel effet de renforcement par les effets à N corps est surprenant. Comme nous l’avions
noté section 2.4, des travaux théoriques antérieurs [31–33] ont effectivement prédit un
renforcement des constantes de couplage spin-orbite Rashba et Dresselhaus par l’interaction
Coulombienne, mais ce renforcement n’excède pas quelques dizaines de %. De manière
générale, on notera [26, 62] que le renforcement Coulombien des quantités dépendant du
spin, comme la susceptibilité statique de Pauli, est typiquement de l’ordre du rayon de
Wigner-Seitz rs, qui mesure la distance moyenne entre électrons en unités du rayon de
Bohr (cf. Eq. (1.14)), et correspond essentiellement au rapport entre l’énergie d’échange
et l’énergie cinétique dans l’état fondamental (cf. section 1.3.2). Or, rs vaut seulement 1.2

pour notre échantillon.
Cependant, des expériences récentes [199, 200] ont suggéré que le le jeu mutuel entre

le couplage spin-orbite et l’interaction Coulombienne peut, par un effet coopératif, donner
lieu à un renforcement bien supérieur à rs des éclatements de spin dans les systèmes de
basse dimensionnalité [33]. Par exemple, la Ref. [200], mesurant le facteur de Landé dans
des puits quantiques d’InSb, constate un renforcement d’un facteur 2 par rapport à une
théorie à 1 particule (calcul k · p̂), dans des échantillons où rs vaut seulement 0.15 à 0.3.
Ce facteur de renforcement est un ordre de grandeur supérieur (100% contre ∼ 10%) à une
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prédiction de type échange-corrélation seul [67, 201] (i.e. sans prise en compte du couplage
spin-orbite).

a. Interprétation

A défaut d’une compréhension quantitative du renforcement d’un facteur 5 que nous
avons mesuré, on pourra ébaucher une explication intuitive. Tout d’abord, remarquons
que ce renforcement ne peut pas s’expliquer comme une sommation des champs spin-
orbite individuels : ceux-ci sont en effet des grandeurs dynamiques, qui n’apparaissent que
dans le référentiel propre de chaque électron. Ils sont donc par nature ressentis de façon
individuelle.

En revanche, nous savons que les interactions Coulombiennes ont naturellement ten-
dance à aligner les spins : un électron d’un spin donné subit un champ magnétique d’échange
de la part du nuage d’électrons avoisinant, qui tend à aligner son spin avec celui de ses
voisins (cf. section 1.3.4). Or, du fait du couplage spin-orbite, les électrons impliqués dans
le plasmon sont déjà soumis à un champ ∆BSO(k,q) (Eq. (4.12)), dont une partie est
commune à tous les électrons, créant une polarisation (dynamique) de spin. Les champs
d’échange sont donc préférentiellement alignés selon par cette direction de direction ; or,
les champs d’échange peuvent (à la différence des champs spin-orbite) s’ajouter pour créer
un effet de sommation.

Dans un tel scénario, on s’attendrait à une dépendance du facteur de renforcement avec
la densité électronique n2D ; l’énergie d’échange varie en effet comme

√
n2D (cf. Eq. (1.20)).

Nous effectuerons au chapitre 6 une expérience visant à tester cette prédiction (cf. section
6.3.2).

b. Désaccord sur les constantes de couplage spin-orbite

Revenons à présent sur la façon dont nous avons déterminé les constantes de couplage
spin-orbite α1, α2 et β1, β2 données ci-dessus.

Dans un premier temps, les constantes de couplage Dresselhaus βj ont été calculées,
par une généralisation directe de l’Eq. (2.10) : βj =

〈
γk2

z

〉
j
, où 〈...〉j désigne la moyenne sur

la fonction enveloppe de la sous-bande j, et γ le coefficient Dresselhaus du matériau. En
utilisant γ = 6.4 eVÅ3 obtenu par calcul ab-initio GW [202], on obtient βGW

1 = 0.93 meVÅ
et βGW

2 = 3.3 meVÅ.
Les constantes de couplage Rashba αj ont été calculées en suivant la Ref. [103] (calcul

de type k ·p), par αj = 〈α(z)〉j , où :

α(z) =
d

dz

~2

2mb

[
∆

3Eg + 2∆
−

(εj − V )
(
2Eg∆ + ∆2

)
Eg (Eg + ∆) (3Eg + 2∆)

]
. (4.14)

Dans cette expression, Eg est la bande interdite, ∆ l’éclatement spin-orbite de la bande
de valence (cf. figure 1.1), V = Vconf + VH, où Vconf est le potentiel rectangulaire de
confinement17 et VH(z) est le potentiel de Hartree (cf. Eq. (1.9)). Enfin, εj est l’énergie

17. On notera qu’ici, c’est le potentiel dans la bande de conduction, et non celui dans la bande de valence,
qui intervient, à la différence de la théorie présentée section 2.2.2. Cependant, les deux théories s’ac-
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de la sous-bande j, par rapport au minimum de V . Les quantités Eg et ∆ dépendent
de z puisque leur valeur est différente dans le puits et la barrière. Ce calcul conduit à
αkp

1 = 0.84 meVÅ, αkp
2 = 0.66 meVÅ.

Pour reproduire les données expérimentales par les calculs de TDDFT, il s’est avéré
nécessaire de multiplier les constantes de couplage Rashba et Dresselhaus ci-dessus par 4.2

et 0.24, respectivement, i.e. d’utiliser α1,2 = 4.2αkp
1,2 et β1,2 = 0.24βGW

1,2 . L’utilisation de
ces deux paramètres d’ajustement permet alors de reproduire l’ensemble des résultats ex-
périmentaux (figures 4.10(a)–(b) et 4.13(a)–(b)). Ce désaccord entre les paramètres ajustés
et calculés est toutefois surprenant, et nous avons cherché à comprendre son origine :

• Une première source de désaccord pourrait être liée au fait que nous avons négligé le
terme Dresselhaus cubique (cf. Eq. (2.8)), qui donne une contribution supplémentaire
〈γ〉j (−kxk2

y, kyk
2
x) au champ spin-orbite de l’Eq. (4.11). Le rapport entre ce terme

cubique et le terme Dresselhaus linéaire est donné, pour un électron au niveau de
Fermi, par le rapport k2

F/〈k2
z〉, qui est de l’ordre de 0.5 pour notre échantillon. La

prise en compte de ce terme dans les calculs TDDFT pourrait modifier légèrement
les valeurs ajustées de αj et βj .

• D’autre part, dans ces calculs TDDFT, une approximation de densité locale 3D a été
utilisée, comme pour le calcul de la largeur de raie SCD (section 4.2.3). Cependant,
à la différence du calcul SCD, l’inhomogénéité de la densité électronique le long de
l’axe de croissance n’a pas été prise en compte par un facteur de forme : c’est une
seconde source de désaccord possible.

• Enfin, l’interaction Coulombienne a été traitée de façon non relativiste. Comme le
montre l’Annexe B.2, un modèle plus complet du problème à N corps en présence de
couplage spin-orbite devrait traiter sur un plan d’égalité le couplage spin-orbite et les
interactions électron-électron [203]. Ceci impose de prendre en compte des corrections
relativistes à l’interaction Coulombienne : c’est le rôle des termes de Breit discutés
dans l’Annexe B.2.

La prise en compte des trois facteurs ci-dessus pourrait peut-être résorber le désaccord
entre les valeurs ajustées et théoriques des constantes de couplage Rashba et Dresselhaus.
Cependant, notons que le résultat principal, à savoir le renforcement du champ collectif par
un facteur de plusieurs unités, ne serait pas altéré. En effet, la force des effets spin-orbite

individuels, grossièrement mesurée par
√
α2 + β

2, ne serait pas sensiblement modifiée : on

a
√
α2 + β

2 ' 1.4×
√
αkp

2
+ βGW

2
. Ainsi le facteur de renforcement, qui est de 5.25 avec

les valeurs ajustées de αj et βj , serait de 7.3 en utilisant les valeurs calculées.

c. Accès expérimental aux constantes de couplage spin-orbite

Cependant, afin de clarifier ce désaccord entre l’ajustement et le calcul, il serait très
utile d’avoir un accès expérimental direct aux constantes de couplage spin-orbite indivi-
duelles α et β. Il a été montré [86, 87] que α et β pouvaient être déduits du spectre des

cordent sur ce point que le coefficient Rashba n’est pas simplement proportionnel au champ électrique
associé au potentiel de Hartree.
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excitations individuelles (SPE) obtenu en spectroscopie Raman. En effet, la distribution
des champs spin-orbite individuels (liée à leur dépendance en k) produit, quand l’élargis-
sement inhomogène est suffisamment faible pour l’observer, un éclatement dans le spectre
des SPE. B. Jusserand et al. [86, 87] ont montré que l’analyse de cet éclatement en fonction
de l’orientation dans le plan ϕ permettait de déduire α et β, en modélisant le spectre des
SPE par la fonction de Lindhard (Eq. (1.25)).

Malheureusement, nous n’avons pas été en mesure de résoudre expérimentalement cet
éclatement spin-orbite pour notre échantillon. Il faut noter que les conditions d’observation
sont beaucoup moins favorables pour notre échantillon que pour ceux étudiés dans les
travaux ci-dessus. L’éclatement du spectre des SPE est en effet de l’ordre de l’éclatement
spin-orbite au niveau de Fermi des états à 1 particule, soit ∼ 2

√
α2 + β2 kF. Or notre

échantillon a une densité environ 5 fois plus faible que celui des Refs. [86, 87] : kF et α
(qui est essentiellement proportionnel à la densité électronique dans un puits quantique
dopé, cf. Eq. (2.22)) sont donc respectivement environ 2 et 5 fois plus faibles, expliquant
la difficulté expérimentale à observer un éclatement spin-orbite.

d. Reproductibilité

Nous avons mis en évidence le phénomène de renforcement du champ spin-orbite collec-
tif sur deux autres puits quantiques de GaAs (S438, de paramètres comparables, et PC02,
possédant une densité électronique trois fois plus élevée). Ceci confirme la reproductibilité
du phénomène. En revanche, ces échantillons n’ont pas permis non plus l’observation d’un
éclatement spin-orbite dans le spectre des SPE. Nous verrons en revanche dans le chapitre
suivant que cette observation a été possible pour les puits quantiques de CdMnTe, nous
permettant une mesure directe du facteur de renforcement entre les champs spin-orbite
individuels et collectif.

4.4 Conclusions

Dans ce chapitre, nous avons étudié les effets du couplage spin-orbite sur le plasmon
de spin inter-sous-bande, dans un puits quantique dopé de GaAs. Les champs spin-orbite
individuels, provenant de l’asymétrie de la maille cristalline et du potentiel de confinement,
dépendent du vecteur d’onde électronique k : dans une image à 1 particule, chaque électron
précesse donc avec un axe et une fréquence propres. Au plan du mode collectif, on pour-
rait ainsi s’attendre à un simple effet d’élargissement, reflétant la distribution des champs
spin-orbite individuels. Au contraire, on observe une dynamique collective remarquable-
ment organisée : un champ spin-orbite collectif émerge, donnant naissance à un triplet de
structure fine des modes plasmon. D’autre part, ce champ spin-orbite est remarquablement
renforcé d’un facteur de plusieurs unités par rapport aux champs spin-orbite individuels.

Pour démontrer ce résultat, nous avons tout d’abord, à la suite des prédictions de la
Ref. [107], mis en évidence l’éclatement spin-orbite des modes plasmon. Cet éclatement
est modulé dans le plan avec une périodicité de 180◦ (symétrie d’ordre 2), et croît de
façon linéaire avec l’amplitude du vecteur d’onde d’excitation q. Nous avons ensuite pro-
posé un modèle effectif, postulant l’existence d’un champ spin-orbite collectif linéaire en
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q, se couplant par un terme Zeeman au moment magnétique du plasmon de spin. Pour
démontrer la réalité physique de ce champ collectif, nous l’avons superposé à un champ
magnétique extérieur. Nous avons montré que les deux champs s’additionnaient de façon
vectorielle : ceci nous a permis de contrôler l’éclatement spin-orbite des modes plasmon, et
de cartographier le champ spin-orbite collectif dans l’espace réciproque.

En étudiant ensuite la dépendance en q du moment magnétique et du champ spin-
orbite collectif, nous avons montré que le plasmon de spin se comportait comme un objet
quantique macroscopique de spin 1. Ainsi, l’apparition d’un triplet symétrique se comprend
simplement comme l’effet Zeeman du champ collectif sur les trois états propres de ce spin,
±1 et 0. Par ailleurs, l’amplitude du moment magnétique correspond environ au double
de celui d’un électron individuel : le plasmon de spin inter-sous-bande conserve donc le
moment magnétique des excitations de spin individuelles, alors que les effets à N corps
sont absorbés dans le champ spin-orbite collectif.

Enfin, la comparaison des résultats expérimentaux avec des simulations numériques en
théorie de la réponse linéaire, a permis d’inférer le facteur de renforcement entre les champs
spin-orbite individuels et collectif : environ 5 pour l’échantillon étudié. Quoiqu’il n’existe
pas encore de compréhension théorique complète de ce facteur de renforcement, on peut
supposer, à la lumière d’autres résultats expérimentaux récents [199, 200], qu’il provient
d’un phénomène coopératif entre le couplage spin-orbite et les interactions Coulombiennes.
Cette hypothèse sera interrogée plus en détails au chapitre 6.

Dans le prochain chapitre, nous allons examiner la présence d’effets analogues sur un
autre mode collectif, l’onde de spin intra-sous-bande du gaz d’électrons polarisé en spin.
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Dans le chapitre précédent, nous avons vu que les effets dynamiques à N corps produi-
saient un écart significatif à l’image à 1 particule des effets spin-orbite dans les cristaux.
Pour le plasmon de spin inter-sous-bande en effet, en dépit de la distribution des vecteurs
d’ondes électroniques et donc des champs spin-orbite individuels, une dynamique de spin
remarquablement organisée émerge au niveau collectif. Cette dynamique peut être décrite
comme la précession d’un spin 1 autour d’un champ spin-orbite collectif unique Bcoll

SO (q),
linéaire avec le vecteur d’onde q de l’excitation.

D’autre part, ce champ spin-orbite collectif est renforcé d’un facteur de plusieurs unités
par rapport aux champs spin-orbite agissant sur les électrons individuels. Ainsi, il faut bien
différencier ce champ collectif Bcoll

SO (q) du champ spin-orbite induit par le courant [122, 13,
91, 127, 14], BSO(q), qui représente le champ perçu en moyenne par un paquet de spin
dérivant avec un vecteur d’onde q (cf. section 2.3.1). Le champ spin-orbite collectif Bcoll

SO

agissant sur le plasmon de spin inter-sous-bande possède une orientation identique à ce
champ, mais une amplitude très supérieure : on a montré que Bcoll

SO (q) ≈ 5 BSO(q).
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Ces résultats posent naturellement la question de la généralité de cet effet d’organisation
et de renforcement des effets spin-orbite collectifs : tient-il à la physique particulière du
plasmon de spin inter-sous-bande, ou est-il général à tout mode collectif de spin d’un gaz
d’électrons ? Pour apporter un élément de réponse à cette question, nous avons recherché
la présence de cet effet sur l’onde de spin intra-sous-bande du gaz d’électrons polarisé en
spin, dans un puits quantique magnétique dilué de CdMnTe.

Le choix de cet objet d’étude, qui s’inscrit dans la lignée d’une série de travaux expé-
rimentaux et théoriques dans l’équipe [18, 26, 29, 30, 51, 52], va nous permettre d’étudier
une situation qui diffère de celle étudiée au chapitre précédent à la fois par la nature du
gaz d’électrons (polarisé en spin contre non-polarisé) et par celle de l’excitation (intra-
sous-bande contre inter-sous-bande). Or, comme nous allons le voir, des effets spin-orbite
collectifs tout à fait semblables gouvernent la dynamique de ce mode. Par ailleurs, dans le
chapitre précédent, nous avions montré que le champ Bcoll

SO (q) s’ajoutait vectoriellement à
un champ magnétique externe. Ici, nous allons étendre ce résultat, en montrant que Bcoll

SO (q)

s’ajoute vectoriellement à un autre type d’action magnétique : le champ provenant de l’in-
teraction d’échange entre les porteurs et les impuretés magnétiques. L’ensemble de ces
résultats fournit un indice important du caractère universel de l’organisation et du renfor-
cement des champs spin-orbite dans les systèmes conducteurs, ainsi que de la superposition
du champ spin-orbite collectif à d’autres actions magnétiques.

D’autre part, ces effets vont ici être mis en évidence de façon beaucoup plus directe.
Dans les résultats sur le plasmon de spin inter-sous-bande, les constantes de couplage
spin-orbite individuelles α et β n’ont pas pu être mesurées expérimentalement. L’effet de
renforcement a donc été déduit à partir d’un support théorique relativement complexe
(cf. section 4.3). Par ailleurs, l’observation des effets spin-orbite collectifs eux-même était
légèrement obscurcie par l’absence de résolution directe de l’éclatement collectif, nécessi-
tant le recours à une procédure de déconvolution (cf. section 4.2.3). Ici en revanche, les
champs spin-orbite à la fois individuels et collectif vont pouvoir être mesurés de façon
très immédiate. Le facteur de renforcement correspondant va donc pouvoir être évalué ex-
périmentalement, sans recours à une théorie complexe. De façon incidente, ces résultats
démontrent donc aussi le caractère modèle des puits quantiques de semi-conducteurs ma-
gnétiques dilués pour l’étude future et la fonctionnalisation éventuelle des effets spin-orbite
collectifs.

Les résultats principaux de ce chapitre ont été publiés dans F. Baboux, F. Perez,
C.A. Ullrich, I. D’Amico, G. Karczewski, T. Wojtowicz, Coulomb-driven organization and
enhancement of spin-orbit fields in collective spin excitations, Phys. Rev. B Rapid Com-
munication 87, 121303(R) (2013).

5.1 L’onde de spin du gaz d’électrons polarisé

Nous commençons par quelques rappels, puis un approfondissement sur l’effet Zeeman
géant et les excitations de spin dans CdMnTe, afin de préparer notre étude expérimentale
ultérieure.
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5.1.1 Effet Zeeman géant

Nous avons vu au chapitre 1 que pour conserver son caractère collectif, une excitation
électronique doit être suffisamment protégée du déclin en excitations individuelles (SPE,
qui sont des paires électron-trou de la mer de Fermi) incohérentes. Ceci requiert qu’elle
soit suffisamment séparée énergétiquement du continuum des SPE, afin de conserver sa
cohérence quantique.

Pour le plasmon de spin inter-sous-bande, c’était la séparation énergétique entre les
sous-bandes orbitales (énergie E12, de l’ordre de la dizaine de meV) qui permettait l’ouver-
ture d’une telle fenêtre énergétique pour l’existence d’un mode collectif. Un rôle analogue
pourrait à priori être joué par l’éclatement Zeeman induit par un champ magnétique exté-
rieur. Cependant, un tel champ magnétique produit aussi des effets orbitaux (quantification
en niveaux de Landau). Or dans les semi-conducteurs conventionnels comme GaAs, l’ob-
tention d’un éclatement Zeeman suffisant pour l’observation d’un mode collectif de spin
nécessite l’application d’un champ de l’ordre d’une dizaine de Teslas au moins1, pour lequel
les effets orbitaux dominent l’effet Zeeman.

Mais une alternative radicale a été ouverte par l’introduction des semi-conducteurs
magnétiques dilués (DMS) comme Cd1−xMnxTe [55, 204], dans les années 1980, puis leur
structuration en puits quantiques dopés dans les années 1990 [205] (cf. section 1.1.3). Dans
ces matériaux, les ions manganèse Mn occupent par substitution des sites de cation : cf.
figure 5.2(a). Les électrons localisés d de ces ions portent un spin total 5

2 . Nous nous inté-
ressons ici à la phase paramagnétique d’un puits quantique dopé n : sous l’effet d’un champ
magnétique Bext, ces spins localisés se polarisent, et polarisent à leur tour les électrons du
puits quantique via l’interaction d’échange.2 Dans une approximation de champ moyen, les
porteurs sont décrits comme étant soumis à un champ magnétique géant dû aux Mn (qui
ne produit pas d’effet orbital). L’énergie Zeeman correspondante s’écrit :

Z(Bext) = −xeff γQWN0 αs−d 〈Sz(Bext)〉th + gµBBext . (5.1)

Z contient deux contributions : la première correspond au champ d’échange créé par les
ions Mn, et la seconde correspond à l’action directe du champ extérieur Bext.

1. Dans GaAs, gµB ∼ 25 µeV/T.
2. Le spin 5

2
des Mn se couple au spin des électrons de conduction par un Hamiltonien de type Heisen-

berg [206]. Dans l’approximation du cristal virtuel, on fait porter une fraction x du spin des Mn à
chaque site de cation. Le Hamiltonien (de perturbation) d’un électron itinérant de spin σ au point r

s’écrit alors, dans l’approximation de champ moyen :

Ĥéchange = −x
∑
n

Js−d(r−Rn) σ̂ · 〈S〉th ,

où la somme porte sur tous les sites cationiques Rn, et Js−d désigne la constante d’échange. En
décrivant l’électron par sa fonction de Bloch uc0 de centre de zone, et en orientant l’axe de quantification
selon z, l’énergie associée s’écrit au premier ordre en perturbation :

Es−d =

〈
uc0
∣∣Ĥéchange

∣∣uc0〉
〈uc0|uc0〉

= −N0xσ 〈Sz〉th 〈uc0 |Js−d|uc0〉 .

On note αs−d = 〈uc0 |Js−d|uc0〉. Dans le cas d’un puits quantique Cd1−xMnxTe/Cd1−yMgyTe, il faut
multiplier cette quantité par le probabilité de présence γQW de l’électron dans le puits. On obtient
alors le premier terme de l’Eq. (5.1).
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La première contribution est proportionnelle à la moyenne thermodynamique
〈Sz(Bext)〉th du spin d’un ion Mn, donnée par [55] :

〈Sz(Bext)〉th =
5

2
B 5

2

(
5
2gMnµBBext

kBTeff

)
, (5.2)

où B 5
2
est la fonction de Brillouin3 pour un spin 5

2 , et gMn ' 2. Les paramètres xeff

et Teff correspondent à la concentration molaire de Mn et à la température, corrigées
empiriquement pour tenir compte du couplage ferromagnétique direct entre les Mn.4

N0 αs−d = 0.22 eV est l’intégrale d’échange entre les électrons localisés d des Mn et les
électrons itinérants s dans CdMnTe [55] (N0 est la densité volumique de sites de cations),
et γQW est la probabilité de présence des électrons de conduction dans le puits (γQW ' 99%

pour les puits que nous allons étudier).
On a 〈Sz(Bext)〉th < 0 pour Bext > 0, et le facteur g électronique vaut g ' −1.64 [56].

Les deux contributions dans Z sont donc de signes opposés, conduisant à une dépendance
non-monotone de Z avec Bext, schématisée figure 5.1(a).

a b 
0q 

0B

0extB B

 

 

c 


q
extB

SPE transverses 
(intra-sous-bande) 

Onde de spin 

0( )Z B

0

*( )Z BOnde de spin (Z) 

       SPE  
Transverses (Z*) 

0extB B

k



n


n


FE

Fig. 5.1. Excitations transverses (intra-sous-bandes) du gaz d’électrons polarisé en spin dans un
puits quantique magnétique dilué. a, Dispersion magnétique des excitations à q = 0. L’onde de
spin suit l’énergie Zeeman Z (Eq. (5.1)), et les SPE, l’énergie Zeeman renormalisée Z∗ (Eq. (5.3)).
b, Dispersion εkσ = ~2k2

2mb
+σZ

∗

2 des deux "sous-bandes de spin" (↑ et ↓), séparées de Z∗. c, Allure
du spectre d’excitations transverse : quand q augmente, l’énergie des SPE décrit un continuum de
largeur ∼ vFq, et l’énergie de l’onde de spin disperse négativement.

A basse température (bain d’hélium) et pour des champs modérés (quelques Teslas),
on obtient ainsi une énergie Zeeman Z de l’ordre du meV, pour un dopage en manganèse
d’une fraction de % seulement.5 Cette énergie est suffisante pour l’existence d’un mode
collectif suffisamment protégé des excitations individuelles, et observable en spectroscopie
Raman ; de plus, la quantification de Landau y est négligeable si le champ magnétique
est appliqué dans le plan.6 A l’inverse de GaAs, on obtient donc un système dominé par

3. BJ(x) = 2J+1
2J

coth
(

2J+1
2J

x
)
− 1

2J
coth

(
1

2J
x
)
.

4. On a d’après la Ref. [207] : xeff = x(0.265 e−43.34x+0.735 e−6.19x) et Teff = T+(35.37K)x/(1+2.752x).
5. Par exemple, on a Z = 1 meV à Bext = 1.5 T, pour un dopage magnétique x = 0.3%, et T = 2 K.
6. On peut le montrer de façon intuitive, en comparant la force de Lorentz agissant sur la fonction d’onde

et la force électrique due au confinement. Pour un électron au niveau de Fermi, avec un vecteur d’onde
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l’effet Zeeman c’est-à-dire un modèle de gaz d’électrons paramagnétique polarisé
en spin [18, 26].

5.1.2 Excitations transverses du gaz polarisé en spin

Au lieu de nous intéresser aux excitations inter-sous-bandes comme dans le chapitre
précédent, nous considérons ici les excitations au sein de la sous-bande fondamentale (qui
est la seule peuplée), mais entre les deux populations de spin séparées énergétiquement par
le couplage Zeeman. Comme déjà noté, ces excitations transverses (i.e. qui retournent le
spin) sont de deux types : excitations individuelles (SPE), et modes collectifs.

Les SPE transverses sont l’analogue des excitations de Stoner [208] dans les métaux
ferromagnétiques. Ces SPE transverses décrivent un continuum dans le spectre d’excita-
tions (figure 5.1(c)), s’élargissant avec le vecteur d’onde q. En dessous de ce continnum, les
effets Coulombiens d’échange-corrélation donnent naissance à un mode collectif, qui dis-
perse négativement avec q [18]. La terminologie habituellement retenue pour ce mode est
onde de spin, qui souligne l’analogie avec l’onde de spin des isolants magnétiques [16], des
DMS [9, 209, 210] et des métaux ferromagnétiques [211, 212]. D’un point de vue classique,
l’onde de spin du gaz polarisé correspond à une précession collective autour du champ
magnétique effectif géant Z

gµB

Bext
Bext

. Le long du vecteur d’onde q, la phase de précession
varie sinusoïdalement, avec une période 2π/q, comme schématisé figure 5.2(b).

CdMnTe 

Te 

Cd 
Mn 

q


Onde de spin électronique dans CdMnTe a b 

Fig. 5.2. a, Structure cristalline du semi-conducteur magnétique dilué Cd1−xMnxTe. En présence
d’un champ magnétique extérieur Bext, le spin 5/2 des Mn se polarise. b, Représentation schéma-
tique de l’onde de spin du gaz d’électrons polarisé dans CdMnTe. Les spins électroniques précessent,
avec une phase modulée sinusoïdalement (cf. courbe rouge) selon le vecteur d’onde q, autour d’un
champ magnétique effectif géant Z

gµB

Bext

Bext
, provenant de l’interaction d’échange s-d avec les Mn.

Adapté de [213].

Dans ce chapitre et le suivant, nous allons étudier les effets spin-orbite collectifs sur
cette onde de spin. Notons que nous nous placerons toujours dans un régime où les énergies

perpendiculaire à Bext, la force de Lorentz vaut evFBext. On pourra approximer le champ électrique
dû au confinement par Σc/d, où Σc ' 300 meV est l’offset de bande typique pour nos puits quantiques,
et d ∼ 30 nm est l’épaisseur du puits. Pour une densité n2D = 3× 1011 cm−2 et un champ Bext = 3 T,
le rapport evFBext/(Σc/d) vaut 0.045 : la force de Lorentz ne représente que quelques % de la force
électrique. La fonction d’onde est donc peu affectée par le champ magnétique externe.
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Zeeman des électrons et des Mn sont suffisamment éloignées, pour que la présence des Mn
ne joue qu’un rôle statique, par une contribution de champ moyen à l’éclatement Zeeman
des électrons (Eq. (5.1)).7

5.2 Modélisation des effets spin-orbite collectifs

5.2.1 Echantillon étudié

L’échantillon (101008A) pour lequel nous présentons les résultats ci-dessous est un
puits quantique à modulation de dopage de 30 nm de Cd1−xMnxTe (x ∼ 0.2%), avec des
barrières de Cd0.8Mg0.2Te. L’orientation cristallographique de l’axe de croissance est [001]

(comme pour le puits quantique de GaAs étudié dans le chapitre précédent). La densité
électronique est n2D = 3.5× 1011 cm−2 (énergie de Fermi EF = 8.0 meV, vecteur d’onde de
Fermi kF = 150 µm−1) et la mobilité 1.1× 105 cm2/Vs (valeurs de magnéto-transport).
Notons que la reproductibilité de tous les résultats ci-dessous a été confirmée sur un autre
échantillon (étudié au chapitre 6).

5.2.2 Spectres Raman

a. Géométrie de diffusion

La géométrie de diffusion Raman, schématisée figure 5.3, est identique à celle utilisée
dans le chapitre précédent. Cependant, nous mesurons ici l’orientation de q par rapport à
la direction [100], et non [110] : cette rotation du repère de π/4 permet de simplifier les
expressions. Nous conservons cependant la même notation ϕ pour l’orientation de q. Le
champ magnétique Bext est appliqué dans le plan du puits quantique, toujours perpen-
diculairement au vecteur d’onde transféré q ; la flèche sur le figure 5.3 définit Bext > 0.8

La polarisation des photons incidents est linéaire, et nous détectons les photons diffusés
avec une polarisation perpendiculaire (configuration contrapolarisée) afin de sonder les
excitations transverses (cf. section 3.2.2).

Nous allons d’abord illustrer sur nos données expérimentales un certain nombre des
résultats établis précédemment par notre équipe [18, 26, 29, 30, 51, 52]. Cela nous permettra
de situer précisément nos nouveaux résultats, que nous décrirons à partir de la section 5.2.3.

b. SPE et onde de spin

Intéressons-nous d’abord aux données obtenues pour q ' 0. Un spectre Raman typique
(obtenu pour Bext = 3 T et ϕ = π/4) est montré figure 5.4. Il présente deux raies spectrales
d’excitation [18] : un pic étroit correspondant à l’onde de spin, et une raie large, structurée,
correspondant au continuum des SPE transverses.

7. On pourra trouver dans les Refs. [27, 28, 51, 52] des études du régime de couplage fort entre les
électrons itinérants et les ions Mn, lorsque leurs énergies Zeeman sont résonantes, donnant naissance
à des modes mixtes électron/Mn.

8. Explicitement, Bext > 0 lorsque le trièdre (q,Bext, ez) est direct (où ez est un vecteur normal au puits
quantique et dirigé vers l’extérieur).
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Fig. 5.3. Géométrie de la diffusion Raman pour ces expériences. Le champ magnétique Bext est
appliqué toujours perpendiculairement au vecteur d’onde transféré q. Par convention, Bext > 0

lorsque le trièdre (q,Bext, ez) est direct (avec ez un vecteur normal au puits quantique et dirigé
vers l’extérieur).
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Fig. 5.4. Spectre Raman typique obtenu à q ' 0, en configuration contrapolarisée. On observe
deux raies spectrales d’excitation, correspondant à l’onde de spin et au continuum des excitations
à 1 particule (SPE) avec retournement de spin.

c. Théorème de Larmor

La figure 5.5(a) montre une série de spectres à q ' 0, en fonction du champ magnétique
Bext. La variation correspondante de l’énergie de l’onde de spin et des SPE transverses est
tracée figure 5.5(b). L’onde de spin homogène (q = 0) correspond à une précession parallèle
(i.e. en phase) des spins électroniques. Le théorème de Larmor [214] prédit que l’énergie
d’un tel mode est déterminée uniquement par le champ magnétique statique s’appliquant
sur les électrons : les champs dynamiques Coulombiens entre électrons n’interviennent
pas. L’énergie de l’onde de spin à q = 0 est donc donnée par l’éclatement Zeeman nu
de l’Eq. (5.1), qui est indépendant de la densité électronique. Ce théorème, qui est une
conséquence de l’invariance par rotation de spin autour de l’axe de quantification,9 est
l’analogue du théorème de Kohn [215] s’appliquant aux systèmes invariants par translation
(et prédisant que la résonance cyclotron est indépendante des interactions électroniques).

9. En négligeant pour l’instant le couplage spin-orbite ; nous serons amenés à rediscuter ce point au
chapitre 6.
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Fig. 5.5. a, Spectres Raman en configuration contrapolarisée pour q ' 0, en fonction du champ
magnétique extérieur Bext. b, Variation correspondante de l’énergie de l’onde de spin (Z) et des
excitations à 1 particule (Z∗).

d. Renforcement Coulombien de l’énergie Zeeman

A la différence du cas de l’onde de spin, le retournement d’un spin unique, lors d’une
SPE transverse, nécessite une énergie supérieure à Z. En effet, l’interaction d’échange
Coulombienne (qui domine sur les corrélations aux densités électroniques usuelles [62]) est
de type ferromagnétique (cf. section 1.3.4). Ainsi le retournement d’un spin unique, sans
retournement des autres spins s’oppose à cette interaction. Les états de spin à 1 particule
sont donc séparés d’une quantité Z∗ (figure 5.1(b)) correspondant à l’éclatement Zeeman
renforcé par les interactions ; cette énergie Z∗ correspond à l’énergie des SPE transverses
à q = 0 (figure 5.1(c)).

Le calcul de Z∗ peut être fait en théorie de la fonctionnelle de densité, dans l’approxi-
mation ALDA (Adiabatic Local Density Approximation, cf. section 1.4.4). Ce calcul, mené
dans la Ref. [70], est repris dans l’Annexe C.2. Il conduit à :

Z∗ = Z + 2
∂εxc

∂ζ
, (5.3)

où εxc(rs, ζ) est l’énergie d’échange-corrélation par particule dans l’état fondamental (cf.
section 1.3.4), et ζ =

N↓−N↑
N↓+N↑

(avec Nσ le nombre de spins σ) est la polarisation de spin.
Cette dernière est reliée à Z∗, à température nulle10 par :

ζ =
Z∗

2EF
, (5.4)

où EF = ~2πn2D
mb

est l’énergie de Fermi (avec mb la masse de bande) mesurée à partir du
milieu entre les deux sous-bandes de spin (cf. figure 5.1(b)).

Le renforcement de l’énergie Zeeman (|Z∗| > |Z|) et de la polarisation de spin (|ζ| >
|ζ0| = |Z|

2EF
, la polarisation d’un gaz sans interactions) est une conséquence directe du

10. Et dans l’approximation de bandes paraboliques.
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renforcement Coulombien de la susceptibilité magnétique statique χ, par rapport
à la susceptibilité de Pauli χ0 pour des électrons libres. On montre en effet que χ

χ0
= dζ

dζ0
=(

1 + r2
s
2
∂2εxc
∂ζ2

)−1
[67], et ζ

ζ0
= Z∗

Z (en négligeant la renormalisation de la masse, qui n’est
que de quelques % aux densités de nos échantillons [68, 69]).11

e. Extraction de la concentration x et de la température T

Pour déterminer la concentration x et la température T des ions Mn, nous ajustons la
variation de l’énergie Z de l’onde de spin homogène avec Bext (figure 5.5(b)) par l’Eq. (5.1),
en utilisant g = −1.64 ; on obtient12 x = 0.21% et T = 2.6 K. Cette dernière valeur indique
que l’échauffement des Mn par le faisceau laser est très faible (la température du bain
d’hélium pompé est d’environ 2.2 K).

f. Dispersion de l’onde de spin

Intéressons-nous à présent à la dispersion de l’onde de spin. La figure 5.6 montre des
spectres obtenus à champ extérieur Bext = 3 T et orientation dans le plan ϕ = π/4 fixés,
mais pour une série croissante d’amplitudes q du vecteur d’onde transféré. L’énergie de
l’onde de spin décroît avec q. Ceci peut être compris intuitivement de la façon suivante :
pour un vecteur d’onde d’excitation q 6= 0, les spins sont périodiquement antiparallèles
pour chaque π/q : par rapport à la situation q = 0, ceci induit une réduction de la répul-
sion d’échange Coulombienne d’autant plus prononcée que π/q est petit, résultant en une
dispersion négative [30].

L’énergie E(q) de l’onde de spin correspond par définition à la partie réelle du pôle
de la susceptibilité de spin transverse χ+−(q, ω), donnée par l’Eq. (1.59). Elle est donc
solution de :

1−G+−
xc Re Π↓↑(q, E(q)/~) = 0 , (5.5)

où Π↓↑(q, ω) est la fonction de Lindhard transverse (Eq. (1.25)), et G+−
xc = 2

n2Dζ
∂εxc
∂ζ est

le facteur de champ local prenant en compte les effets d’échange-corrélation dans l’ap-
proximation ALDA (cf. Eq. 1.60). En développant Π↓↑(q, ω) à l’ordre dominant en q, et à
température nulle, on montre que [70] :

E (q) = |Z|

∣∣∣∣∣1− Ry∗

r2
sζ

(
∂εxc

∂ζ

)−1

q̃2

∣∣∣∣∣ , (5.6)

où q̃ = q/kF, rs est le rayon de Wigner-Seitz (Eq. (1.14)) et Ry∗ est le Rydberg effectif
(Eq. (1.16)). En utilisant l’Eq. (5.3), on obtient :

E (q) =

∣∣∣∣Z − 1

ζ

Z

Z∗ − Z
~2

2mb
q2

∣∣∣∣ ≡ ∣∣Z − fq2
∣∣ . (5.7)

On retrouve le résultat du théorème de Larmor : E(q = 0) = |Z|. Cette expression (5.7),
isotrope et quadratique, décrit bien la dispersion mesurée en spectroscopie Raman [26, 70,

11. Ces renforcements ont été démontrés par spectroscopie Raman dans les puits de CdMnTe par F. Perez
et al. [26], ainsi que par magnéto-transport dans diverses hétérostructures semi-conductrices [216–219].

12. Après prise en compte des effets du couplage ferromagnétique entre Mn, cf. note de bas de page 4.
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Fig. 5.6. Spectres Raman obtenus à Bext = 3 T, pour une série de vecteurs d’ondes transférés q,
à orientation fixe dans le plan, ϕ = π/4. L’énergie de l’onde de spin disperse négativement, et le
continuum des SPE transverses s’élargit quand q augmente.

29, 51], pour q � kF , hors de la résonance avec le mode de Mn d’énergie gMnµBBext,
et dans des conditions de faible couplage spin-orbite. Dans ce chapitre, nous allons
précisément démontrer les écarts à cette dispersion induits par le couplage
spin-orbite.

On notera la présence de la valeur absolue dans l’Eq. (5.7), afin de définir l’énergie de
l’onde de spin comme positive. Dans nos notations en effet, Bext est la valeur algébrique
du champ externe selon la direction indiquée figure 6.1. Les énergies Zeeman Z et Z∗, la
polarisation de spin ζ et le coefficient quadratique f = 1

ζ
Z

Z∗−Z
~2

2mb
de la dispersion sont

donc également algébriques ; leur signe est le même que celui de Bext.

5.2.3 Mise en évidence d’effets anisotropes

Jusqu’ici, nous avons négligé le couplage spin-orbite. On pourrait d’ailleurs penser
que, à la différence des semi-conducteurs non-magnétiques comme GaAs, les effets de ce
couplage spin-orbite soient complètement masqués dans les DMS par l’énergie Zeeman
géante. Nous allons voir que tel n’est pas le cas. Pour nous en rendre compte, nous portons
sur la figure 5.7 l’énergie de l’onde spin en fonction de l’orientation ϕ dans le plan du
puits quantique, pour Bext = 3 T (figure 5.7(a)) et Bext = −3 T (figure 5.7(b)), et pour 3
amplitudes du vecteur d’onde transféré q. On observe plusieurs propriétés remarquables :

• (i) L’énergie de l’onde de spin montre une modulation de type sinusoïdale, avec une
symétrie d’ordre 2 (période de 180◦) ; cette modulation est analogue à celle obtenue
pour le plasmon de spin inter-sous-bande (cf. figure 4.7).

• (ii) L’amplitude de cette modulation augmente avec q.
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• (iii) Les modulations pour Bext > 0 et Bext < 0 sont en opposition de phase.

• (iv) La modulation pour Bext < 0 se situe en moyenne à plus haute énergie que celle
pour Bext > 0.
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Fig. 5.7. Variation de l’énergie de l’onde de spin avec l’angle dans le plan ϕ pour (a) Bext = 3 T

et (b) Bext = −3 T, et pour trois amplitudes du vecteur d’onde transféré q. La modulation montre
une symétrie d’ordre 2, et son amplitude augmente avec q. De plus, en comparaison de Bext > 0,
la modulation pour Bext < 0 est en opposition de phase, et se situe en moyenne à plus haute
énergie. Les courbes correspondent à l’Eq. (5.15), avec Z, f , α̃ et β̃ déterminés comme expliqué
section 5.2.5.

La symétrie de la modulation, avec une période de 180◦ et des extrema selon les di-
rections [110] (ϕ = π/4) et

[
110
]
(ϕ = 3π/4), correspond exactement à la symétrie des

champs spin-orbite. Cette dernière est identique à celle du puits quantique de GaAs étudié
dans le chapitre précédent : le puits quantique de CdMnTe orienté [001] étudié ici possède
en effet le même groupe de symétrie, C2v (cf. section 2.2.3).

On rappelle que pour ce groupe de symétrie, le champ spin-orbite expérimenté par un
électron de vecteur d’onde k s’écrit, à l’ordre linéaire en k :

BSO(k) = 2α

(
ky

−kx

)
+ 2β

(
kx

−ky

)
, (5.8)

avec x̂ ‖ [100] et ŷ ‖ [010], et avec α et β les constantes de couplage Rashba et Dresselhaus
(linéaire) respectivement [19]. BSO(k) est contenu dans le plan du puits quantique. Pour
simplifier les notations, dans ce chapitre nous omettons la division par le moment magné-
tique gµB dans la définition de BSO(k) ; ce dernier a donc directement la dimension d’une
énergie, correspondant à l’éclatement spin-orbite entre les deux états de spin de vecteur
d’onde k.
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Amplitude de la modulation de l’onde de spin

Cherchons à présent à comprendre la propriété (ii) ci-dessus : l’augmentation de la
modulation angulaire de l’énergie de l’onde de spin avec q. Dans l’état q = 0, la moyenne sur
la mer de Fermi de BSO(k) est nulle, de sorte qu’aucune force macroscopique n’agit sur le
gaz. Quand un vecteur d’onde q est transféré en revanche, le disque de Fermi se décale et les
BSO(k) se moyennent à BSO(q) dans l’hypothèse d’électrons indépendants. Ce champ spin-
orbite induit par le courant, BSO(q) (cf. section 2.3.1), décrit adéquatement l’orientation et
la fréquence de précession moyennes d’un paquet de spin dans les expériences de transport
cohérent [122, 13, 91, 127, 14].

Voyons s’il peut rendre compte de la modulation de l’énergie de l’onde de spin. L’écla-
tement de spin associé à BSO(q) est :

|BSO(q)| = 2q
√
α2 + β2 + 2αβ sin 2ϕ . (5.9)

Pour la calculer, on peut procéder à une estimation simple de α et β. On calcule la constante
de couplage Rashba par α = r6c6c

41 e Σc+Σv
Σc
Edop (cf. Eq. (2.22)), où e est la charge électro-

nique et Σc (Σv) l’offset de bande de conduction (valence). Edop ' e n2D
2εrε0

est le champ créé
par le plan de dopage, calculé dans le modèle du condensateur plan (εr ' 10 est la constante
diélectrique relative dans CdTe). En utilisant Σc+Σv

Σc
= 1.5 [220], et r6c6c

41 = 6.93 Å2 calculé
par la théorie k ·p [19], on obtient αkp = 3.3 meVÅ. La constante de couplage Dresselhaus
peut être estimée par β = γ〈k2

z〉.13 En utilisant γ = 43.9 eVÅ3 calculé en théorie k ·p [19]
et en estimant 〈k2

z〉 pour un puits rectangulaire, on trouve βkp = 3.7 meVÅ.14

L’énergie spin-orbite donnée par l’Eq. (5.9) varie entre 2 |α+ β| q (pour ϕ = π/4) et
2 |α− β| q (pour ϕ = 3π/4). Ceci correspond, en utilisant les valeurs ci-dessus de α et β, à
une modulation de 8 µeV pour q = 5.5 µm−1 (la plus grande valeur de q sondée figure 5.7).
Or, cette modulation est environ 7 fois plus faible que la modulation observée de l’énergie
de l’onde de spin (' 60 µeV, soit 10% de Z).

Nous sommes donc conduits, comme pour le plasmon de spin inter-sous-bande, à la
notion d’un champ spin-orbite collectif, possédant la même symétrie que BSO(q) mais
une amplitude fortement renforcée. Dans la suite, nous allons proposer un modèle effectif
incluant un tel champ collectif, et déterminer s’il peut reproduire les 4 propriétés énoncées
ci-dessus de la modulation de l’énergie de l’onde de spin.

5.2.4 Définition d’un Hamiltonien effectif

Nous avons montré au chapitre précédent que le plasmon de spin inter-sous-bande se
comportait comme un objet quantique macroscopique de spin 1, sujet à un champ spin-
orbite collectif linéaire avec le vecteur d’onde q de l’excitation :

Bcoll
SO (q) = 2α̃

(
qy

−qx

)
+ 2β̃

(
qx

−qy

)
, (5.10)

13. En considérant γ identique dans le puits et la barrière.
14. Ces valeurs sont très légèrement différentes de celles que nous avons données dans la Ref. [180]. Ici

en effet, nous corrigeons une coquille sur βkp, et nous prenons en compte, en suivant la Ref. [19], le
facteur Σc+Σv

Σc
dans l’expression de αkp.
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Ici nous avons introduit α̃ et β̃, les constantes de couplage Rashba et Dresselhaus
collectives. Pour le plasmon de spin inter-sous-bande, en utilisant des valeurs ajus-
tées pour les constantes spin-orbite individuelles α et β, nous avions déduit le résultat
Bcoll

SO (q) ' 5 BSO(q) (cf. section 4.3).
Nous allons supposer que l’onde de spin étudiée ici se comporte également comme

un objet de spin 1, immergé dans le champ collectif ci-dessus. Mais ici, le système est
également soumis au champ Zeeman géant, somme du champ d’échange créé par les Mn et
du champ Bext ; considéré seul, ce champ conduit à la dispersion |Z − fq2| de l’Eq. (5.7).
Pour capturer les effets du couplage spin-orbite, nous proposerons donc le Hamiltonien
effectif suivant pour l’onde de spin :

Ĥeff = Σ̂ ·
[∣∣Z − fq2

∣∣ Bext

|Bext|
+ Bcoll

SO (q)

]
, (5.11)

où Σ̂ est le vecteur des matrices de spin pour un spin 1.15 On notera que cette expression
suppose un découplage total entre les effets spin-orbite et les effets du champ Zeeman
géant : les deux effets sont considérés comme additifs. Nous discuterons a posteriori la
validité de cette hypothèse.

On rappelle que Bext et Bcoll
SO (q) sont contenus dans le plan du puits quantique. En

utilisant le fait que Bext = Bext

(
− sinϕ

cosϕ

)
(où Bext est la valeur algébrique du champ, cf.

figure 5.3) et l’Eq. (5.10), on obtient :

Ĥeff =
[
−(Z − fq2) sinϕ+ 2α̃q sinϕ+ 2β̃q cosϕ

]
Σ̂x

+
[
(Z − fq2) cosϕ− 2α̃q cosϕ− 2β̃q sinϕ

]
Σ̂y . (5.12)

Ce Hamiltonien possède trois valeurs propres : une nulle, et un couple de valeurs oppo-
sées. Seul le mode d’onde de spin de valeur propre positive, correspondant à un mode de
projection de spin +1, possède une réalité physique. Son énergie s’écrit :

E(q, ϕ) =
∣∣Z − fq2

∣∣ [1− 4(α̃+ β sin 2ϕ)q

Z − fq2
+ 4

(α̃q)2 + (β̃q)2

(Z − fq2)2 +
8α̃β̃q2

(Z − fq2)2 sin 2ϕ

] 1
2

.

(5.13)
Comme la modulation de la figure 5.7 ne dépasse pas 10% de Z, nous allons considérer
cette énergie au premier ordre en α̃q/Z et β̃q/Z. On obtient finalement pour la dispersion
de l’onde de spin :

E(q, ϕ) ' |Z − fq2 − 2α̃q − 2β̃q sin 2ϕ| . (5.14)

Cette expression reproduit bien la modulation sinusoïdale de l’onde de spin avec une
symétrie d’ordre 2, et l’augmentation de cette modulation avec q (propriétés (i) et (ii)

15. Explicitement, Σ̂x =

0 1 0

1 0 1

0 1 0

, Σ̂y =

0 −i 0

i 0 −i
0 i 0

 et Σ̂z =

1 0 0

0 0 0

0 0 −1

 .
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ci-dessus). Par ailleurs, on note que (Z − fq2) est du même signe que Bext ; ainsi, si on
note E± l’énergie de l’onde de spin pour Bext ≷ 0, on a :

E± (q, ϕ) '
∣∣Z − fq2

∣∣∓ 2α̃q ∓ 2β̃q sin 2ϕ . (5.15)

Ainsi, dans le modèle de l’Eq. (5.11), la constante Dresselhaus collective β̃ gouverne
l’amplitude de la modulation spin-orbite, avec des signes opposés pour Bext > 0

et Bext < 0. Ceci explique qualitativement la propriété (iii) ci-dessus. Quant à la constante
Rashba collective α̃, elle gouverne le décalage d’énergie entre les deux situations Bext > 0

and Bext < 0, expliquant la propriété (iv).

5.2.5 Extraction des constantes de couplage spin-orbite collectives

Afin de déterminer α̃ et β̃, nous allons considérer 4 configurations expérimentales par-
ticulières, qui sont schématisées figure 5.8(a). Elles correspondent aux angles ϕ = π/4 et
ϕ = 3π/4, pour lesquels la composante Rashba du champ spin-orbite collectif (Bcoll

SO,R),
la composante Dresselhaus (Bcoll

SO,D), et le champ extérieur Bext sont colinéaires (cf.
Eq. (5.10)). Ces configurations correspondent à des extrema dans l’énergie de l’onde de
spin, comme le montre l’Eq. (5.15).

La figure 5.8(b) présente les dispersions expérimentales obtenues dans ces 4 configura-
tions (même code couleur que les schémas de la figure 5.8(a)), pour |Bext| = 3 T.
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Fig. 5.8. a, Schéma des configurations expérimentales (ϕ,Bext) utilisées pour extraire α̃ et β̃.
Bcoll

SO,R est la composante Rashba du champ spin-orbite collectif (bleu), et Bcoll
SO,D la composante

Dresselhaus (violet). b, Dispersions de l’énergie de l’onde de spin, obtenues pour les 4 configurations
ci-dessus (même code couleur). Les courbes correspondent à l’Eq. (5.15).

a. Extraction de la constante Dresselhaus collective

La constante Dresselhaus collective β̃ peut être déterminée en remarquant que pour
Bext > 0, la différence d’énergie entre ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4 est donnée, selon l’Eq. (5.15),
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par
E+ (q, 3π/4)− E+ (q, π/4) = 4β̃q . (5.16)

On notera que la même différence pour Bext < 0 vaut −4β̃q. Nous traçons ces deux
quantités en figure 5.9(a) pour les données de la figure 5.8(b) (cercles). Nous portons
également des données additionnelles prises à |Bext| = 2 et 4 T (carrés et triangles).

On observe effectivement un comportement linéaire. Par ailleurs, l’Eq. (5.15) prédit
aussi que la modulation spin-orbite est indépendante du champ magnétique appliqué. On
trouve que ceci est vrai, dans la barre d’erreur, mais seulement pour un signe donné du
champ magnétique. En effet, la constante Dresselhaus trouvée pour Bext > 0 est systéma-
tiquement un peu plus élevée que pour Bext < 0. En moyennant sur les trois valeurs de
champ magnétique pour chaque signe, ces constantes sont respectivement trouvées égales
à β̃> = 35.2± 4.4 meVÅ et β̃< = 28.0± 3.0 meVÅ. Nous reviendrons ci-dessous sur les
causes possibles de ce désaccord. Pour l’instant nous allons considérer la constante Dres-
selhaus collective moyenne :

β̃ = (β̃> + β̃<)/2 = 31.6 meVÅ . (5.17)

(m
eV

) extB      =             2T   3T 4T 

extB      =             2T   

B    > 0

B    < 0

ext

ext

3T 4T 

Vecteur d'onde q  (µm 
0 1 2 3 4 5

0

0.02

0.04

-1)

-0.05

0

0.05

4
q

4
q

(m
eV

)

a

b

Fig. 5.9. Extraction des constantes de couplage spin-orbite collectives. a, Pour |Bext| = 2, 3 et
4 T, tracé des quantités E± (q, 3π/4) − E± (q, π/4) en fonction de q. Ces dernières sont linéaires
en q, avec une pente proportionnelle à la constante Dresselhaus collective β̃. b, Pour les mêmes
valeurs de |Bext|, quantité 〈E−〉 (q) − 〈E+〉 (q), dont la pente est proportionnelle à la constante
Rashba collective α̃.

b. Extraction la constante Rashba collective

Quant à la constante de couplage Rashba collective α̃, elle peut être extraite, comme
nous l’avons noté ci-dessus, du décalage d’énergie entre les deux situations Bext > 0 et
Bext < 0. En effet, en définissant la moyenne angulaire de l’énergie de l’onde de spin,

〈E±〉 (q) =
E± (q, 3π/4) + E± (q, π/4)

2
, (5.18)

on a en utilisant l’Eq. (5.15) :

〈E−〉 (q)− 〈E+〉 (q) = 4α̃q . (5.19)
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Cette quantité est tracée figure 5.9(b) pour |Bext| = 2, 3 et 4 T. De nouveau, un bon accord
est trouvé avec la linéarité prédite, indépendamment de l’amplitude du champ magnétique
extérieur. Notons que nous pouvons définir α̃> et α̃< comme pour la constante Dresselhaus,
mais nous avons ici seulement accès à la moyenne α̃ = (α̃> + α̃<)/2. Cette dernière vaut :

α̃ = 19.9± 2.5 meVÅ . (5.20)

c. Vérification de la cohérence du modèle

Enfin, nous pouvons déterminer Z et le coefficient quadratique f de la dispersion d’après
la dispersion "moyenne" [〈E−〉 (q) + 〈E+〉 (q)]/2 (données non montrées), où les contribu-
tions spin-orbite s’annulent, comme on le vérifie aisément d’après l’Eq. (5.15). L’ensemble
de ces déterminations nous permet à présent de vérifier l’auto-cohérence du modèle dé-
fini par l’Eq. (5.11). Pour cela, nous traçons en figures 5.7(a)–(b) et 5.8(b) la relation
de l’Eq. (5.15) (courbes) en utilisant les 4 paramètres (Z, f, α̃, β̃) extraits ci-dessus. On
constate que l’énergie de l’onde de spin est très bien reproduite.

A ce point, nous sommes en mesure d’écarter une autre interprétation possible de la
modulation de l’énergie de l’onde de spin, qui serait basée sur l’anisotropie du facteur g
électronique dans le plan du puits quantique. Les effets Rashba et Dresselhaus peuvent
effectivement produire une telle anisotropie [221, 92]. Cependant, celle-ci conduirait à une
amplitude de modulation augmentant linéairement avec le champ extérieur : or, nous ve-
nons de voir que la modulation observée ne dépend pas de l’amplitude de Bext.

d. Désaccord entre β̃> et β̃<

Revenons à présent sur le désaccord, qui est de l’ordre de 10%, entre la constante
Dresselhaus collective extraite pour Bext > 0 et celle extraite pour Bext < 0. On notera
que l’inversion du champ magnétique est obtenue par l’inversion de polarité aux bornes
du solénoïde : il s’agit donc à priori d’une opération parfaitement symétrique.16 Les autres
pistes d’explications à envisager sont les suivantes :

• Une première explication ferait intervenir la force de Lorentz agissant sur le gaz.
En effet, puisque q et Bext sont orthogonaux (figure 5.3), les électrons subissent
en moyenne une force non nulle selon l’axe de croissance, et de sens opposé pour
les deux sens d’application de Bext. Cependant, le champ électrique associé à cette
force, EL = ~

mb
q|Bext|, est négligeable devant le champ électrique créé par le plan de

dopage à modulation, Edop ∼ e n2D
2εrε0

. Pour q = 5.5 µm−1 (le plus grand q sondé) et
Bext = 3 T, on a en effet EL = 1.8× 104 V/m, soit 0.5% seulement de Edop.

• Le désaccord pourrait provenir des termes négligés dans le développement limité de
la dispersion exacte (5.13) : nous n’avons en effet gardé que les termes au premier
ordre en α̃q/Z et β̃q/Z pour établir l’Eq. (5.15). Cependant, par un phénomène de
compensation entre les termes d’ordres supérieurs, on vérifie que l’Eq. (5.15) s’avère
exacte à 1% près pour les paramètres utilisés.

16. Sauf s’il existe une hystérésis de la bobine (champ rémanant).
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• En l’absence d’autre explication, nous sommes conduits à l’idée que l’hypothèse d’un
découplage total entre les effets spin-orbite et les effets du champ magnétique externe,
utilisée pour établir le Hamiltonien effectif (5.11), est légèrement incorrecte. Alors
que dans l’Eq. (5.15), toute l’anisotropie est contenue dans le terme linéaire d’origine
spin-orbite, il existe probablement une influence du couplage spin-orbite sur le terme
quadratique. Nous examinerons en détail ce point dans le chapitre suivant. Pour
l’instant, nous conservons notre description par le modèle de l’Eq. (5.11), qui décrit
les résultats expérimentaux à 10% près.

e. Signe de α̃ et β̃

On notera que pour déterminer la référence angulaire de ϕ, nous nous sommes appuyés
sur le fait que les échantillons de CdTe clivent invariablement selon les directions [110] et[
110
]
. Ceci laisse subsister cependant une indétermination de π/2 sur la référence angu-

laire : de ce fait, le signe de la constante de couplage Dresselhaus collective β̃ extraite est
arbitraire.

En revanche, le signe de la constante Rashba collective α̃ n’est pas affecté par cette
indétermination, et est déterminé de façon univoque. Compte tenu des définitions choisies
(cf. Eq. (5.10) et figure 5.3), on vérifie que α̃ > 0 correspond bien à un champ électrique
dirigé de la surface de l’échantillon vers le substrat, i.e. du plan dopage chargé positivement
vers le gaz d’électrons, comme attendu.

5.2.6 Comparaison avec le plasmon de spin inter-sous-bande

Nous venons de déterminer le champ spin-orbite collectif Bcoll
SO (q) gouvernant la dyna-

mique de l’onde de spin. On pourrait se poser la question de savoir pourquoi ce dernier ne
donne pas lieu à un éclatement de l’onde de spin, comme c’était le cas pour le plasmon de
spin inter-sous-bande. La situation semble pourtant très analogue : le spectre d’excitations
a la même structure, avec le mode collectif dispersant négativement sous le continnum
des SPE (comparer figures 5.1(c) et 4.1(c)). Et, alors que le plasmon de spin est une su-
perposition cohérente de transitions entre sous-bandes orbitales, l’onde de spin est une
superposition de transitions entre sous-bandes de spin : l’énergie de séparation entre les
sous-bandes E12 y semble simplement remplacée par l’énergie Zeeman Z.

Cependant, une différence fondamentale découle précisément de cette énergie Z, qui
polarise le gaz d’électrons. Dans le cas du plasmon de spin inter-sous-bande, le gaz n’est pas
polarisé dans son état fondamental (figure 5.10(a)), et les 3 polarisations de mode de spin
(longitudinale m‖, et transverses m+ et m−) sont dégénérées. C’est seulement la brisure
de symétrie de translation, lorsqu’un vecteur d’onde q est transféré au gaz (figure 5.10(b)),
qui donne lieu via le couplage spin-orbite à un axe de quantification privilégié pour le spin,
et à des modes de précession (m+ et m−) autour de cet axe. Les effets spin-orbite sont
alors mesurés par l’éclatement entre ces modes, proportionnel à Bcoll

SO (q).
Dans le cas du gaz polarisé en revanche, il existe déjà, en l’absence de couplage spin-

orbite et de vecteur d’onde transféré, un axe de quantification privilégié, aligné avec le
champ extérieur (figure 5.10(c)). Ceci permet l’existence de modes de précession, corres-
pondant à des transitions entre les deux sous-bandes de spin séparées par l’énergie Z.
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Fig. 5.10. Comparaison entre le plasmon de spin inter-sous-bande, et l’onde de spin du gaz
d’électrons polarisé. Pour le plasmon de spin inter-sous-bande, les 3 modes de spin sont dégénérés
à q = 0 (a) ; c’est la brisure de symétrie spatiale associée à q qui définit un axe de quantification,
et fait émerger des modes transverses (b). Dans le cas du gaz d’électrons polarisé en spin (c),
il existe déjà un axe de quantification en l’absence de couplage spin-orbite, mais seul un mode
de précession est possible autour de cet axe : celui (S+) formé de transitions entre la sous-bande
des spins majoritaires et celle des spins minoritaires. Le couplage spin-orbite modifie l’axe de
quantification et l’énergie de ce mode (d).

Cependant, seul le mode (S+) formé de transitions entre la sous-bande des spins majo-
ritaires et celle des spins minoritaires possède une énergie positive, et a donc une réalité
physique.17 Pour q 6= 0 (figure 5.10(d)), le champ spin-orbite collectif se superpose au
champ Zeeman géant agissant sur ce mode, modifiant l’axe de quantification et l’énergie.
Ainsi, plutôt que sur l’éclatement, on a cherché la signature d’effets spin-orbite directement
sur l’énergie absolue du mode S+ (cf. Eq. (5.15)). Cette situation est en réalité beaucoup
plus commode que pour le plasmon de spin inter-sous-bande, où la faible valeur de l’écla-
tement spin-orbite, 2gµBB

coll
SO (q) ∼ 0.1 meV, prohibait l’observation directe des modes de

précession, nous obligeant à recourir une procédure de déconvolution.

De plus comme nous allons le voir à présent, nous sommes ici en mesure de résoudre
expérimentalement les champs spin-orbite au niveau individuel. Ceci va nous permettre de
déduire le facteur de renforcement de façon beaucoup plus immédiate que dans le chapitre
précédent.

17. Autrement dit, comme noté ci-dessous, seule la branche à énergie positive du modèle de l’Eq. (5.11)
possède une réalité physique dans le cas du gaz polarisé en spin.
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5.3 Détermination expérimentale des constantes de couplage
spin-orbite individuelles

5.3.1 Spectres Raman

La figure 5.11(a) montre les spectres Raman obtenus à Bext = 3 T et q = 0.6 µm−1,
pour une série équidistante d’orientations dans le plan entre ϕ = π/4 (courbe du bas) et
ϕ = 3π/4 (courbe du haut). Notons que le fond continu de luminescence a été soustrait
pour la clarté.
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Fig. 5.11. Extraction des constantes de couplage spin-orbite individuelles. a, Spectres Raman
obtenus à Bext = 3 T et q = 0.6 µm−1, pour une série équidistante d’orientations dans le plan
entre ϕ = π/4 (courbe du bas) et ϕ = 3π/4 (courbe du haut). b, Avec le même code couleur,
calcul de la partie imaginaire de la fonction de Lindhard (Eq. (5.34)) avec α = 3.3 meVÅ et
β = 4.6 meVÅ. Les points gris sont des guides visuels.

Deux observations importantes peuvent être faites. La ligne des SPE transverses a une
structure en double pic ; et cette structure est anisotrope : la séparation entre les deux pics
est maximale pour ϕ = π/4, et tend à s’estomper quand ϕ augmente jusqu’à 3π/4. On
pressent d’ores et déjà que ces deux propriétés sont la signature d’effets spin-orbite. Ceci
est évident pour l’anisotropie ; pour la structure en double pic, nous allons le montrer de
la façon suivante.

5.3.2 SPE sans couplage spin-orbite

Commençons par présenter la structure théorique du spectre des SPE en négligeant le
couplage spin-orbite. Cette situation a été traitée dans les Refs. [26, 70]. Les énergies à 1
particule s’écrivent :

εkσ =
~2k2

2mb
+ σ

Z∗

2
, (5.21)

correspondant à deux paraboloïdes de révolution séparés de l’énergie Zeeman renormalisée
Z∗ (figure 5.12(b)). L’énergie d’une SPE transverse, faisant transiter un électron d’un état
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Fig. 5.12. Excitations à 1 particule (SPE) avec retournement de spin en l’absence de couplage
spin-orbite. a, Spectre d’excitations (calculé pour ζ = 0.4 et rs = 2), montrant les frontières du
continnum SPE (Eq. (5.23)). Les lignes numérotées 1, 2, 3 et 4 correspondent aux transitions
représentées en c. Les courbes bleues représentent le spectre SPE, pour q = 0 et q = 0.2 kF, calculé
d’après la fonction de Lindhard. b-c, Illustration des transitions SPE entre les sous-bandes de spin.
Pris de [26].

de spin ↓ et de vecteur d’onde k, vers un état ↑ de vecteur d’onde k + q, s’écrit alors :

~ωSPE(k,q) = εk+q↑ − εk↓ = |Z∗|+ ~2k ·q
mb

+
~2q2

2mb
. (5.22)

Pour q = 0 (transitions verticales) toutes les SPE transverses ont une énergie dégénérée,
égale à |Z∗| (figure 5.12(b)). Pour q 6= 0 en revanche, les SPE décrivent un continuum
(figure 5.12(c)). Les frontières de ce continnum sont fixées par les conditions sur les nombres
d’occupation des états initiaux et finaux : f(εk↓) > 0 et f(εk+q↑) < 1, où f est la fonction
de Fermi.

A température nulle, ces conditions donnent pour l’énergie maximale ~ωSPE
4 (label 4

sur la figure 5.12(c)) et minimale ~ωSPE
1 (label 1) des SPE en fonction de q :

~ωSPE
4/1 (q) = |Z∗| ± ~vF↓q +

~2q2

2mb
, (5.23)

où vFσ = ~
√

2πn2D(1 + σζ)/mb est la vitesse de Fermi de la population de spin σ.
Les énergies ~ωSPE

4/1 définissent les frontières du continuum SPE, montrées figure 5.12(a).
Mais la probabilité des différentes transitions n’est pas uniforme au sein de ce continuum :
la réduction de l’espace des phases due à l’occupation des états de spin ↑ conduit à un
creux dans le spectre des SPE transverses, pour des énergies comprises entre les lignes 2
et 3 d’énergie :

~ωSPE
3/2 (q) = |Z∗| ± ~vF↑q −

~2q2

2mb
. (5.24)
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Ainsi, quand q augmente, le spectre des SPE transverses, représenté par les courbes
bleues sur la figure 5.12(a) (calcul par la fonction de Lindhard Π↓↑(q, ω)) évolue d’un pic
unique centré en |Z∗| (de largeur non nulle si l’on tient compte du temps de vie fini des
électrons) à une structure en double pic, qui s’élargit avec q. L’éclatement entre ces deux
pics est de l’ordre de ~vFq, i.e. de l’ordre de la variation d’énergie cinétique lors de la
transition : on parlera donc d’éclatement cinétique.

Si l’on se tourne à présent vers les données expérimentales de la figure 5.6, on retrouve
effectivement cette structure en double pic, s’élargissant avec q. Mais on note que cette
structure en double pic survit à très faible q, ce qui n’est pas prévu par le modèle ci-dessus.
En effet pour q = 0.6 µm−1 (qui correspond aussi à la situation de la figure 5.11), on a
~vFq ' 0.06 meV ; or l’éclatement observé expérimentalement est de l’ordre de 0.3 meV,
soit 5 fois plus grand.

Nous allons à présent montrer que l’existence de cet éclatement en q → 0, ainsi que son
anisotropie comme observé figure 5.11(a), provient du couplage spin-orbite. En incluant ce
dernier dans la modélisation de la forme de raie des SPE, nous allons pouvoir déterminer
la valeur des constantes de couplage spin-orbite α et β.

5.3.3 SPE avec couplage spin-orbite

Ce calcul n’était pas à notre connaissance disponible dans la littérature18 ; nous en
détaillons donc ci-dessous les étapes principales.

a. Etats à 1 particule

Déterminons tout d’abord l’énergie des états à 1 particule. En utilisant un calcul tout à
fait analogue à celui de l’énergie de l’onde de spin (section 5.2.4), on trouve dans la limite
de fort champ magnétique (Z � αk et βk) :

εkσ '
~2k2

2mb
+ σ sgn(Bext)

[
Z∗/2−

[
α cos (ϕ− ϕk) + β sin (ϕ+ ϕk)

]
k
]
, (5.25)

où sgn(Bext) est le signe de Bext, k est le module de k et ϕk l’angle entre k et la direction
cristalline [100]. Comme précédemment, ϕ repère l’orientation dans le plan du vecteur
d’onde Raman q ; le champ magnétique Bext, qui lui est perpendiculaire, fait donc un
angle ϕ+ π/2 avec [100] : d’où la dépendance en ϕ de εkσ.

Notons qu’en toute rigueur, en présence de couplage spin-orbite le spin σ apparaissant
dans l’Eq. (5.25) n’est plus un bon nombre quantique. Cependant, puisque Z � αk et
βk, on peut en bonne approximation considérer que Bext impose un axe de quantification
uniforme pour tous les spins.

La dispersion à 1 particule (5.25) dépend de l’orientation de k ; elle ne correspond plus
à un simple paraboloïde de révolution. Pour un ϕk donné, les dispersions des deux sous-
bandes de spin ↑ et ↓ restent cependant des paraboles, décalées de ±k0(ϕk) respectivement,
avec k0(ϕk) = mb

~2

[
α cos (ϕ− ϕk)+β sin (ϕ+ ϕk)

]
. Corrélativement, les contours de Fermi

18. Les cas avec couplage spin-orbite seul [87, 151], ou avec champ extérieur seul [70] ont été traités, mais
pas la conjonction des deux.
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des 2 sous-bandes de spin ne sont plus circulaires ; ils sont donnés par

kFσ(ϕk) =

√
2mb

~2
(EF(ϕ)− σ |Z∗| /2) + k0(ϕk)2 + σk0(ϕk) , (5.26)

et possèdent une symétrie d’ordre 2. Dans cette expression, EF(ϕ) est l’énergie de Fermi,
qui dépend à présent de l’orientation du champ magnétique, du fait de l’interférence entre
les champs extérieur et spin-orbite. Pour la déterminer, on exprime la densité d’états de
spin σ par unité de surface comme :

nσ =
1

4π2

∫ 2π

ϕk=0

∫ kFσ(ϕk)−σk0(ϕk)

k=0
kdkdϕk , (5.27)

qui doit respecter la contrainte n2D =
∑

σ nσ. Il vient :

EF(ϕ) =
π~2n2D

mb
− mb

4~2

(
α2 + β2 + αβ sin 2ϕ

)
. (5.28)

Ceci définit complètement le contour de Fermi kFσ(ϕk) de chaque population de spin
(Eq. (5.26)).

b. Energie des SPE transverses

On montre ensuite que l’énergie des SPE transverses est donnée, toujours au premier
ordre en αk/Z et βk/Z, par :

~ωSPE(k,q) ' ~2

mb
kq cos (ϕ− ϕk) +

~2q2

2mb

+ sgn(Bext)
[
Z∗ − 2

[
α cos (ϕ− ϕk) + β sin (ϕ+ ϕk)

]
k −

[
α+ β sin 2ϕ

]
q
]
. (5.29)

Pour comprendre l’existence d’un éclatement dans le spectre des SPE transverses à q → 0,
il nous faut examiner la quantité ~ωSPE(k,0) :

~ωSPE(k,0) ' |Z∗| − 2 sgn(Bext)
[
α cos (ϕ− ϕk) + β sin (ϕ+ ϕk)

]
k . (5.30)

Cette expression montre qu’en présence de couplage spin-orbite, les SPE à q = 0 ne
sont plus dégénérées, mais forment un continuum, centré en |Z∗|. L’énergie minimale
et maximale de ce continuum correspond à des transitions à k ' kF↓, et pour des angles
ϕk vérifiant :

∂~ωSPE(k,0)

∂ϕk
= 0⇐⇒ tanϕk =

α sinϕ+ β cosϕ

α cosϕ+ β sinϕ
. (5.31)

Cette condition définit également des singularités de Van Hove [222] dans la densité
d’états joints : les énergies minimale et maximale des SPE correspondent donc également
à des pics dans le spectre,19 donnant naissance à la structure en double pic observée

19. En effet, le spectre des SPE correspond à la partie imaginaire de la fonction de Lindhard :

ImΠ↓↑(q, ω) ∝
∫

d2k

(2π)2
[f(εk↓)− f(εk+q↑)] δ

(
~ωSPE(k,q) + ~ω

)
(5.32)
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figure 5.11. La séparation entre ces deux pics est obtenue en réinjectant la deuxième égalité
de l’Eq. (5.31) dans l’expression de ~ωSPE(k,0). Cette séparation s’écrit :

δSPE(ϕ) ' 4kF↓
√
α2 + β2 + 2αβ sin 2ϕ = 2 |BSO(kF↓, ϕ)| (5.33)

La séparation entre les deux pics des SPE transverses à q = 0 est donc environ égale au
double de l’éclatement spin-orbite au niveau de Fermi, dans la direction ϕ, des états à 1
particule.

L’Eq. (5.33) reproduit bien (en prenant α et β du même signe que α̃ et β̃) la mo-
dulation de l’éclatement observé figure 5.11(a), avec un maximum pour ϕ = π/4 et un
minimum pour ϕ = 3π/4. On pourrait donc estimer grossièrement α et β en utilisant cette
équation. Cependant, les spectres de la figure 5.11(a) sont obtenus pour un q petit, mais
fini : l’éclatement cinétique ~vFq ' 0.06 meV se mélange donc légèrement à l’éclatement
d’origine spin-orbite. De manière générale, lorsque q augmente, comme montré figure 5.6,
l’éclatement des SPE transverses évolue continûment d’une nature spin-orbite à une nature
cinétique. Pour obtenir une détermination précise des constantes spin-orbite individuelles,
décorrélée de l’éclatement cinétique, nous allons donc calculer numériquement les spectres
SPE et les ajuster à ceux de la figure 5.11(a).

5.3.4 Calcul de la fonction de Lindhard

Il nous faut pour cela calculer la fonction de Lindhard transverse :

Π↓↑(q, ω) =

∫
d2k

(2π)2

f(εk↓)− f(εk+q↑)

εk↓ − εk+q↑ + ~ω + iη
(5.34)

dont la partie imaginaire décrit la raie Raman des SPE transverses (voir section 3.2.4), pour
un vecteur d’onde transféré q [86]. Dans l’Eq. (5.34), f désigne la fonction d’occupation
de Fermi, et η rend compte du temps de vie fini ~/η des SPE du fait de la diffusion sur le
désordre et sur les autres électrons. Comme q est négligeable devant le vecteur d’onde de
Fermi kF ' 150 µm−1 et comme Z∗ � αkF et βkF, nous avons en bonne approximation
négligé le changement d’axe de quantification de spin entre les états électroniques initiaux
et finaux [151].

Nous avons implémenté numériquement le calcul de Π↓↑. Les résultats pour la partie
imaginaire Im Π↓↑(q, ω) sont montrés figure 5.11(b), pour les paramètres expérimentaux

où f est la fonction de Fermi. Or pour toute fonction f d’un vecteur x, on a :

δ (f(x)− f0) =
1

|∇x(f(x0)|δ ((x− x0) ·n) ,

où f0 = f(x0), et n est le vecteur unitaire de la surface Sf0 d’équation f(x) = f0. En posant
f(x) = ~ωSPE(k,q), l’intégrale en k de l’Eq. (5.32) peut donc être transformée pour faire apparaître
la densité d’états joints :

D(~ω) =

∫
dSk

|∇k(~ωSPE(k,q))| ,

où Sk est la ligne d’énergie constante ~ω(k,q) = ~ω. Ainsi, les transitions telles que
∇k(~ωSPE(k,q)) = 0 correspondent à des pics dans le spectre des SPE.
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correspondant à la figure 5.11(a) (même code couleur). On constate que les principales
tendances expérimentales sont bien reproduites, en utilisant α = 3.3 meVÅ, β = 4.6 meVÅ

et η = 0.05 meV. Ces valeurs sont en bon accord avec les estimations théoriques simples du
début de ce chapitre (section 5.2.3), αkp = 3.3 meVÅ et βkp = 3.7 meVÅ.20 Notons par
ailleurs que le paramètre ajusté η n’a aucune influence sur l’amplitude de l’éclatement : il
détermine seulement l’adoucissement de la forme de raie. Ce paramètre est au moins trois
fois plus petit que pour des échantillons précédemment étudiés [26, 29, 51], confirmant une
haute qualité d’échantillon21 : il s’agit en figure 5.11 à notre connaissance de la première
observation Raman d’un éclatement d’origine spin-orbite dans les excitations à 1 particule
d’un semi-conducteur magnétique dilué. A titre de comparaison, pour l’échantillon étudié
dans la Ref. [51] (spectre reproduit figure 3.3), cet éclatement spin-orbite était, à petit q,
complètement dominé par l’élargissement lié au désordre (de l’ordre de 0.2 meV) et, à plus
grand q, par l’éclatement d’origine cinétique.

On notera que le léger désaccord entre la fonction de Lindhard et les spectres expéri-
mentaux consiste surtout dans l’affaissement de ces derniers sur la partie haute énergie,
lorsque ϕ approche de 3π/4. Comme nous l’avons vu section 3.2.4, ce désaccord provient
très probablement de l’influence du mode collectif, et de la nature résonante du processus
Raman, tous deux non pris en compte dans la description du spectre Raman par la fonction
de Lindhard.

5.3.5 Facteur de renforcement

Munis des valeurs de α et β, nous sommes à présent en mesure de faire une comparaison
directe entre l’intensité des effets spin-orbite au niveau individuel et au niveau collectif.
On trouve, en utilisant les déterminations expérimentales, que α̃ ∼ 6α et β̃ ∼ 7β, de sorte
que :

Bcoll
SO (q) ' 6.5 BSO(q) . (5.35)

Ceci généralise le résultat obtenu précédemment pour le cas spécifique du plasmon de spin
inter-sous-bande : le jeu mutuel entre les interactions spin-orbite et Coulombienne produit
un renforcement considérable du champ spin-orbite gouvernant l’excitation collective.

Comme nous l’avons déjà souligné au chapitre précédent, la valeur de ce renforcement
est surprenante. En effet, le renforcement Coulombien des quantités dépendant du spin,
comme la susceptibilité statique de Pauli, est typiquement de l’ordre du rayon de Wigner-
Seitz rs, qui mesure la distance moyenne entre électrons en unités du rayon de Bohr (cf. Eq.
(1.14)) et correspond essentiellement au rapport entre l’énergie d’échange et l’énergie ciné-
tique dans l’état fondamental. Or, de même que dans le chapitre 4, nous avons déterminé
un renforcement de 5.2 dans un échantillon où rs = 1.2, nous mesurons ici un renforcement

20. La qualité de l’accord obtenu doit être légèrement tempérée par le fait que nous avons négligé le terme
Dresselhaus cubique (cf. Eq. (2.8)), qui donne une contribution supplémentaire γ(−kxk2

y, kyk
2
x) au

champ BSO(k) de l’Eq. (5.8). Le rapport entre ce terme cubique et le terme Dresselhaus linéaire est
donné, pour un électron au niveau de Fermi, par le rapport k2

F/〈k2
z〉, qui vaut 1.2 pour notre échantillon :

les deux termes sont donc d’amplitude comparable. Il est donc possible que l’incorporation du terme
cubique dans la dispersion à 1 particule (5.25) conduise, lors de l’ajustement des spectres SPE par la
fonction de Lindhard, à des valeurs légèrement différentes de α et β.

21. η = 0.05 meV correspondant à un temps de vie τ ' 13 ps.
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de 6.5 pour un échantillon où rs = 1.9. Dans les deux cas, le renforcement est donc bien
supérieur à rs. Combiné à quelques autres résultats expérimentaux récents [199, 200], ces
valeurs élevées de renforcement suggèrent l’existence d’un mécanisme de type coopératif
entre l’interaction spin-orbite et l’interaction de Coulomb (cf. section 4.3.3).

5.3.6 Comparaison avec d’autres résultats expérimentaux

Avant de clore ce chapitre, notons que simultanément à la publication des résultats
ci-dessus [180], le groupe de D. Wolverson (Université de Bath, UK) a publié des résul-
tats expérimentaux analogues sur la modulation angulaire de l’énergie de l’onde de spin
(Ref. [223]). Toutefois, ces auteurs en ont donnée une interprétation très différente, que
nous contestons. Cette interprétation repose sur une image purement à 1 particule : elle
suppose que le champ spin-orbite agissant sur l’onde de spin de vecteur d’onde q est égal au
champ agissant sur un électron individuel de vecteur d’onde kF ‖ q — soit précisément le
résultat auquel nous sommes parvenus ci-dessus dans l’analyse des excitations individuelles.

Une équation analogue à l’Eq. (5.14) est ainsi utilisée pour ajuster l’énergie de l’onde de
spin, mais où q est remplacé par kF, et les constantes de couplage α̃ et β̃, par les quantités
à 1 particule α et β. L’accord avec les données est obtenu avec une valeur de β compatible
avec un calcul k ·p. En revanche, la valeur ajustée de α est comprise entre 18 et 37 meVÅ,
soit une valeur largement supérieure à une prédiction k ·p.

Surtout, cette étude s’est placée à q fixé, et n’a donc pas envisagé la dépendance en q de
l’amplitude de la modulation : comme nous l’avons montré, cette dépendance est linéaire
en q, ce qui ne peut être compris par le modèle ci-dessus.

5.4 Conclusions

Dans ce chapitre, nous avons étudié l’effet du couplage spin-orbite sur l’onde de spin
d’un gaz d’électrons polarisé en spin, confiné dans un puits quantique de CdMnTe. Cette
situation différait de celle étudiée dans le chapitre précédent à la fois par la nature des
transitions électroniques (intra- vs. inter-sous-bandes) et celle du gaz d’électrons (polarisé
vs. non-polarisé en spin). Or, nous avons constaté que des effets tout à fait comparables
d’organisation et de renforcement des champs spin-orbite individuels se manifestaient. Nous
avons montré que la dynamique collective pouvait être décrite comme la précession d’un
spin macroscopique d’amplitude 1, autour du champ magnétique donné par la somme du
champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q) et du champ Zeeman géant provenant de l’interaction
d’échange entre les porteurs et les impuretés magnétiques. Le champ spin-orbite collectif est
renforcé d’un facteur de plusieurs unités par rapport aux champs spin-orbite individuels :
Bcoll

SO (q) ' 6.5 BSO(q). Les résultats de ce chapitre, combinés à ceux du chapitre précédent,
donnent une indication forte de la généralité de l’organisation et du renforcement des
champs spin-orbite dans les systèmes conducteurs.

Par rapport au chapitre précédent, l’étude des effets spin-orbite collectifs a été facilitée
par deux aspects. D’une part, grâce à l’éclatement Zeeman géant dû au dopage magnétique,
un mode d’onde de spin unique peut être isolé expérimentalement. Ceci nous a permis de
mesurer les constantes de couplage spin-orbite directement sur l’énergie absolue de ce
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mode. D’autre part, nous avons ici été en mesure de résoudre les champs spin-orbite au
niveau individuel. La raie spectrale des excitations individuelles (SPE) transverses est une
ligne large et éclatée, qui reflète la distribution en vecteur d’onde des champs spin-orbite
individuels — en fort contraste avec l’onde de spin, qui produit une raie fine. Il s’agit à
notre connaissance de la première observation Raman d’un éclatement spin-orbite dans
les excitations individuelles d’un semi-conducteur magnétique dilué. Par le calcul de la
fonction de Lindhard sous la présence combinée du champ Zeeman et des champs spin-
orbite, nous avons extrait les constantes de couplage Rashba et Dresselhaus individuelles,
α et β. Cette détermination est beaucoup plus directe que dans le chapitre précédent, où
une représentation théorique complexe avait été nécessaire pour inférer α et β.

Un certain nombre de points restent à approfondir. Nous avons vu qu’un léger cou-
plage semblait se manifester entre les effets Zeeman et spin-orbite ; le modèle effectif de
l’Eq. (5.11) nécessite donc d’être affiné. D’autre part, la question de la dépendance du
facteur de renforcement des effets spin-orbite, notamment avec l’intensité des interactions
Coulombiennes, est pour l’instant restée ouverte. Dans le prochain chapitre, nous proposons
des expériences tentant d’approcher ces deux points.



Chapitre 6

Contrôle optique des effets
spin-orbite collectifs dans CdMnTe

Sommaire
6.1 Nouvelle détermination du champ spin-orbite collectif . . . . . 122

6.1.1 Echantillon étudié . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 122
6.1.2 Données Raman . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 123
6.1.3 Extraction du champ spin-orbite collectif . . . . . . . . . . . . . 125

6.2 Contrôle de la densité électronique par grille optique . . . . . . 126
6.2.1 Principe de fonctionnement de la grille optique . . . . . . . . . . 126
6.2.2 Mesure de la densité électronique par photoluminescence . . . . . 127
6.2.3 Mesure de la densité électronique par Raman . . . . . . . . . . . 129
6.2.4 Variation de la densité électronique et de la bande interdite . . . 131

6.3 Etude du facteur de renforcement . . . . . . . . . . . . . . . . . 133
6.3.1 Constantes de couplage spin-orbite collectives . . . . . . . . . . . 133
6.3.2 Facteur de renforcement collectif . . . . . . . . . . . . . . . . . . 134

6.4 Mise en évidence de nouvelles anisotropies spin-orbite . . . . . 139
6.4.1 Anisotropie de l’énergie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 139
6.4.2 Anisotropie de la largeur de raie . . . . . . . . . . . . . . . . . . 141
6.4.3 Calcul de la susceptibilité de spin transverse à q = 0 . . . . . . . 143

6.5 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 150

Dans les deux précédents chapitres, nous avons étudié les effets spin-orbite sur deux
types de modes collectifs de spin : le plasmon de spin inter-sous-bande du gaz d’électrons
non-polarisé en spin, dans un puits quantique de GaAs [224], et l’onde de spin du gaz
d’électrons polarisé en spin, dans un puits quantique magnétique dilué de CdMnTe [180].
Nous avons démontré que ces modes collectifs possédaient, en dépit de la distribution
des champs spin-orbite individuels, une dynamique de spin remarquablement organisée au
plan collectif. En effet, alors que dans une image à 1 particule, chaque spin précesse avec
une orientation et une fréquence propres, pour les modes collectifs étudiés, l’interaction de
Coulomb réorganise les champs spin-orbite individuels et fait émerger un champ spin-orbite
collectif. Ce champ collectif Bcoll

SO (q), linéaire avec le vecteur d’onde q de l’excitation, est
renforcé d’un facteur de plusieurs unités par rapport aux champs spin-orbite individuels :
nous avons montré que Bcoll

SO (q) = CBSO(q), avec C = 5.2 pour le puits quantique de GaAs
étudié au chapitre 4 et C = 6.5 pour le puits quantique de CdMnTe étudié au chapitre 5.

Nous allons aborder dans ce chapitre deux questions ouvertes par ces résultats. La pre-
mière est celle du mécanisme de renforcement du champ spin-orbite collectif, qui nécessite
d’être mis en lumière. Puisque ce renforcement implique l’interaction de Coulomb, on s’at-
tend à ce qu’il dépende de la densité électronique. Pour examiner ceci, nous allons utiliser
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un faisceau secondaire, d’énergie supérieure à la bande interdite de la barrière, afin de faire
varier continûment la densité électronique sur un même échantillon ("grille optique"). Ceci
va nous permettre de montrer que le renforcement C des effets spin-orbite collectifs est une
fonction croissante de la densité électronique. Ce comportement est surprenant, car il est
opposé à celui des renforcements Coulombiens habituels [67, 218, 26, 62], et notamment
celui prédit pour les constantes spin-orbite à 1 particule [31–33]. Combiné aux valeurs
élevées de C, cette dépendance avec la densité électronique est une preuve expérimentale
supplémentaire de l’originalité du jeu mutuel entres les interactions Coulombiennes et le
couplage spin-orbite sur les modes collectifs de spin, originalité encore peu explorée dans
la littérature.

Une autre question importante à aborder est celle de la superposition du champ spin-
orbite collectif aux autres actions magnétiques sur le système. En étudiant le plasmon de
spin inter-sous-bande au chapitre 4, nous avons montré que le champ collectif Bcoll

SO (q)

s’ajoutait vectoriellement au champ externe Bext. Puis, en étudiant l’onde de spin du gaz
polarisé au chapitre 5, nous avons généralisé cette propriété de superposition, en supposant
que Bcoll

SO (q) s’ajoutait au champ Zeeman géant de CdMnTe. Nous avons vu que cette hy-
pothèse reproduisait très bien l’essentiel des données expérimentales. Nous avons toutefois
constaté un léger écart entre les constantes de couplage spin-orbite collectives extraites
pour les deux sens d’application du champ magnétique extérieur (section 5.2.5). Ce désac-
cord nous a semblé être le signe d’un léger couplage ("terme croisé") entre le champ Zeeman
géant et le champ spin-orbite collectif. Afin de quantifier précisément ce couplage, nous
allons ici entreprendre une étude détaillée de l’anisotropie de la dispersion, ainsi que de la
largeur de raie de l’onde de spin. Nous allons montrer que la propriété de superposition
invoquée ci-dessus est exacte à 15% près.

Pour faciliter notre étude, nous choisissons un échantillon (092809A) qui, par rapport
à celui étudié dans le chapitre précédent, possède des constantes de couplage spin-orbite
supérieures (puits plus fin, induisant un effet Dresselhaus plus fort), et un désordre inférieur
(dopage magnétique plus faible).

Les résultats présentés dans ce chapitre sont l’objet de deux manuscrits à soumettre.

6.1 Nouvelle détermination du champ spin-orbite collectif

Avant d’aborder les expériences de "grille optique" visant à mesurer le facteur de ren-
forcement, nous allons démontrer une nouvelle méthode, plus précise, de détermination du
champ spin-orbite collectif.

6.1.1 Echantillon étudié

L’échantillon (092809A) que nous allons étudier est structurellement très proche de
celui étudié dans le chapitre précédent : puits de Cd1−xMnxTe/Cd0.8Mg0.2Te à modulation
de dopage, d’axe de croissance [001]. La différence réside dans la largeur du puits, qui
est de 20 nm (contre 30 nm précédemment), et dans le dopage magnétique, x ' 0.13%

(contre x ' 0.21% précédemment). La densité électronique (déduite des mesures Raman
détaillées ci-dessous) est de 2.6× 1011 cm−2 (en l’absence d’illumination secondaire) et
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la mobilité 1.7× 105 cm2/Vs (mesure par magnéto-transport). Cette mobilité est environ
1.5 fois supérieure à celle de l’échantillon précédent, essentiellement du fait du dopage
magnétique inférieur.

6.1.2 Données Raman

a. Géométrie de diffusion

La géométrie de diffusion Raman, rappelée figure 6.1, est identique à celle du chapitre
précédent : nous mesurons l’orientation du vecteur d’onde transféré q par rapport à la
direction [100], et le champ magnétique Bext est appliqué dans le plan du puits quantique,
perpendiculairement à q.

La nouveauté réside dans le fait qu’au lieu de faire varier le signe de Bext, nous allons
à présent faire varier celui du vecteur d’onde transféré q. Du fait de la symétrie d’ordre
2 des effets spin-orbite (cf. Eq. (5.15)), ces deux opérations sont strictement équivalentes.
La méthode utilisée ici s’avère simplement plus commode pour l’étude systématique de
l’anisotropie de l’onde de spin que nous voulons mener. Le vecteur q représenté figure 6.1
correspond à q > 0.1

�
B
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          P u i t s
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Fig. 6.1. Géométrie de la diffusion Raman. Le champ magnétique Bext est appliqué toujours
perpendiculairement au vecteur d’onde transféré q. Par convention, q > 0 lorsque le trièdre
(q,Bext, ez) est direct (avec ez un vecteur normal au puits quantique et dirigé vers l’extérieur).

b. Spectres Raman

La figure 6.2 présente des spectres Raman obtenus en faisant varier q, à Bext = 2 T,
pour deux orientations différentes dans la plan : (a) ϕ = π/4 et (b) ϕ = 3π/4.

On rappelle l’expression du champ spin-orbite collectif :

Bcoll
SO (q) = 2α̃

(
qy

−qx

)
+ 2β̃

(
qx

−qy

)
, (6.1)

avec α̃ et β̃ les constantes de couplage Rashba et Dresselhaus collectives, respectivement.
Les deux angles ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4 de la figure 6.2 correspondent donc aux situations où
la composante Rashba du champ spin-orbite collectif (Bcoll

SO,R), la composante Dresselhaus
(Bcoll

SO,D), et le champ extérieur Bext sont colinéaires (cf. figure 5.8(a)), produisant des
extrema dans la dispersion de l’onde de spin.

1. Explicitement, q > 0 lorsque le trièdre (q,Bext, ez) est direct (où ez est un vecteur normal au puits
quantique et dirigé vers l’extérieur).
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La dispersion de l’onde de spin correspondant aux données de la figure 6.2 est repré-
sentée sur la figure 6.3.
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Fig. 6.2. Spectres Raman de l’onde de spin (Bext = 2 T) pour (a) ϕ = π/4 et (b) ϕ = 3π/4, et
pour une série de vecteurs d’onde transférés q entre −3.8 et +2.5 µm−1.

c. Anisotropie de l’énergie

On retrouve, comme établi précédemment, le caractère parabolique de la dispersion
de l’onde de spin. On rappelle qu’en l’absence d’effets spin-orbite, la dispersion E (q) est
indépendante de ϕ, et symétrique autour de q = 0 (cf. Eq. (5.7) et Annexe C.4) :

E (q) = Z − 1

ζ

Z

Z∗ − Z
~2

2mb
q2 ≡ Z − fq2 . (6.2)

Nous avons montré (section 5.2.4) que le décalage en q de la parabole de dispersion
provenait d’un terme linéaire d’origine spin-orbite, modulé sinusoïdalement avec ϕ. Dans
la limite de fort champ magnétique (Z � α̃q et β̃q), le modèle de l’Eq. (5.11) nous avait
fourni la dispersion :

E(q, ϕ) = Z − fq2 − 2α̃q − 2β̃q sin 2ϕ . (6.3)

Notons qu’à la différence du chapitre précédent, puisque nous ne faisons pas varier ici le
signe du champ extérieur, nous pouvons poser Z > 0 (d’où f et ζ > 0 également).

L’expression (6.3) reproduit bien la dispersion de la figure 6.3, pour un ϕ donné, mais
pour deux valeurs différentes de ϕ, les valeurs ajustées du coefficient quadratique et du
coefficient constant sont différentes, ce qui est nouveau ici. Afin de caractériser précisément
l’anisotropie de l’énergie, nous ajustons donc les dispersions par des paraboles en q, avec
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Fig. 6.3. Dispersion de l’onde de spin, pour ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4, extraite des spectres Raman
de la figure 6.2. Les courbes sont des ajustements paraboliques.

des coefficients dépendants de ϕ :

E(q, ϕ) = E0(ϕ) + E1(ϕ)q + E2(ϕ)q2 . (6.4)

Nous répétons les mesures de la figure 6.3 pour une série d’orientations ϕ dans le plan, en
extrayant à chaque fois les 3 coefficients de l’Eq. (6.4). Ces derniers sont montrés figure 6.4.
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Fig. 6.4. De gauche à droite : variation avec ϕ des coefficients d’ordre 0, 1 et 2 dans le dispersion
parabolique (Eq. (6.4)) de l’énergie de l’onde de spin. Les courbes sont des guides visuels.

Les 3 coefficients E0, E1 et E2 montrent une modulation de type sinusoïdale, avec une
période de 180◦. Pour l’instant, nous allons nous concentrer sur le terme E1, qui va nous
permettre d’extraire précisément le champ spin-orbite collectif. Nous étudierons en détail
les termes E0 et E2 dans la section 6.4.

6.1.3 Extraction du champ spin-orbite collectif

Le coefficient linéaire E1, tracé figure 6.4(b), démontre un excellent accord avec le
caractère sinusoïdal de période π prévu par le modèle des Eqs. (5.11) et (5.15), E1(ϕ) =
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−2(α̃+β̃ sin 2ϕ). Par ajustement à cette dernière équation, on extrait α̃ = 46.7± 1.2 meVÅ

et β̃ = 93.0± 2.3 meVÅ. Ces valeurs sont, respectivement, 2 et 3 fois plus grandes environ
que pour l’échantillon étudié au chapitre précédent, conformément à ce que nous recher-
chions.

Rappelons que dans le chapitre précédent, α̃ et β̃ avaient été obtenues séparément, en
additionnant ou soustrayant les dispersions pour ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4, et pour les deux sens
d’application du champ magnétique extérieur (cf. section 5.2.5). Cette méthode négligeait
l’anisotropie du coefficient quadratique de la dispersion — constatée ici clairement sur la
figure 6.4(c). La méthode que nous employons à présent permet d’isoler la contribution
linéaire à l’énergie, définissant le champ spin-orbite collectif, sans interférence d’autres
contributions.

De plus, cette méthode permet une meilleure continuité temporelle des mesures. La dis-
persion complète est ici obtenue par une rotation continue de l’angle d’incidence du faisceau
laser (angle θ de la Fig. 6.1), sans nécessiter l’arrêt de la bobine pour son inversion de po-
larité. Grâce au bas désordre de l’échantillon, on obtient ainsi les données de la figure 6.4
en 4 à 5 heures, durée sur laquelle la stabilité de l’expérience est très bonne (longueur
d’onde du laser incident, position du spot sur l’échantillon, température). La figure 6.4(b)
démontre ainsi avec une grande précision le caractère sinusoïdal de la modulation du terme
linéaire de la dispersion ; au regard de la complexité des phénomènes physiques en jeu, cet
accord avec le modèle effectif très simple de l’Eq. (5.11) est remarquable.

Munis de cette nouvelle méthode de détermination du champ spin-orbite collectif, nous
allons à présent étudier la dépendance du renforcement de ce champ collectif avec la densité
électronique.

6.2 Contrôle de la densité électronique par grille optique

Pour étudier la dépendance du facteur de renforcement du champ spin-orbite collectif
avec la densité électronique, nous allons faire varier continûment cette dernière à l’aide d’un
faisceau laser secondaire, fonctionnant comme une "grille optique". Nous commençons par
une étude préliminaire visant à calibrer le fonctionnement de cette grille optique.

.

6.2.1 Principe de fonctionnement de la grille optique

Le principe de l’expérience est le suivant. Un faisceau secondaire (laser continu) d’éner-
gie supérieure à la bande interdite de la barrière, crée des paires électron-trou dans celle-ci.
Electrons et trous se séparent ensuite sous l’effet du champ électrique créé par le plan de
dopage (cf. section 1.2.2) : les électrons neutralisent des donneurs du plan de dopage, tandis
que les trous rejoignent le puits, où ils capturent des électrons de la bande de conduction.
Ceci donne lieu à deux phénomènes corrélés : (i) la diminution de la densité électronique
dans le puits, et (ii) la diminution de l’inclinaison de bande (band bending). Ces phéno-
mènes sont cependant limités par la migration tunnel d’électrons de la barrière vers le
puits, de sorte qu’un état stationnaire s’établit à puissance d’illumination constante.
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Pour le faisceau secondaire, nous utilisons la raie verte d’un laser à Argon
(λ = 514.5 nm, soit 2.41 eV). Afin de garantir l’homogénéité de l’illumination sur la zone
de l’échantillon sondée en Raman, nous défocalisons ce deuxième faisceau pour éclairer
une zone de diamètre (à mi-intensité) de 200 µm (contre 130 µm pour le faisceau Raman).
La densité de puissance Fvert du faisceau vert sera variée entre 0 et 300 mW.cm−2, soit
des valeurs comparables à celles utilisées dans des expériences analogues [225–229]. Pour
comparaison, la densité de puissance du faisceau rouge (λ = 773 nm, soit 1.60 eV) utilisé
pour le Raman est de 100 mW.cm−2 ; ce faisceau est en partie absorbé par le puits, mais
il y crée une densité électronique photo-induite négligeable à cette puissance.

Pour ces faibles puissances d’illumination par le faisceau vert, nous ne constatons pas
d’augmentation notable de la température du système. En effet, l’énergie Zeeman Z est
fortement dépendante de la température, via la fonction de Brillouin gouvernant la polari-
sation des ions manganèse (cf. Eq. (5.1)). Or l’énergie du mode de spin q = 0 varie de moins
de 4% sous l’effet de l’illumination secondaire, comme le montre la figure 6.5. En utilisant
les données à illumination nulle (Fvert = 0), et en supposant que E0 = Z, on trouve par
ajustement à l’Eq. (5.1) une concentration en Mn x = 0.14%, et une température de Mn
T = 2.5 K. La variation de température des Mn n’excède pas ∆T = 0.3 K entre Fvert = 0

et Fvert = 330 mW.cm−2.
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Fig. 6.5. Variation de l’énergie E0 de l’onde de spin en q = 0 en fonction du champ magnétique
extérieur, pour différentes densités de puissance Fvert d’illumination secondaire. La courbe noire
est un ajustement à l’Eq. (5.1) des données pour Fvert = 0.

6.2.2 Mesure de la densité électronique par photoluminescence

Nous allons d’abord démontrer par photoluminescence (PL) l’effet de l’illumination
secondaire sur la densité électronique. La figure 6.6(b) montre les spectres de PL obtenus
pour une série de densités de puissance de vert variant entre 0 et 300 mW.cm−2, en l’absence
de champ magnétique extérieur (Bext = 0). On rappelle que la PL peut être décrite comme
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un processus à 3 étapes [187, 230] :

• Les photons incidents (ici les deux faisceaux, rouge et vert, participent au processus)
créent par absorption des paires électron-trou entre la bande de valence et la bande
de conduction ;
• Les trous relaxent rapidement vers le sommet de la bande de valence, où ils sont

localisés par les fluctuations de potentiel, alors que les électrons se thermalisent avec
la mer de Fermi ;
• Les paires électron-trou se recombinent radiativement, conduisant à l’émission spon-

tanée de photons.

Pour cette dernière étape, la règle de conservation du vecteur d’onde est relaxée (par
les écarts à la périodicité cristalline), permettant à des électrons aussi bien en bas de la
bande de conduction qu’au niveau de Fermi de se recombiner : cf. figure 6.6(a). Le résultat
est une ligne spectrale large, reflétant la fonction d’occupation des états de conduction
et la probabilité de présence du trou dans l’espace des k. En première approximation, le
maximum de PL est positionné à la bande interdite Eg du puits, et l’épaulement, à Eg+EF,
où EF est l’énergie de Fermi.
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Fig. 6.6. a, Représentation schématique du processus de photoluminescence dans un puits quan-
tique dopé n : la structure de bande (gauche) est mise en regard d’un spectre calculé par l’Eq. (6.5).
Pris de [231]. b, Spectres expérimentaux de photoluminescence à champ extérieur nul, sous illumi-
nation secondaire par un faisceau vert (λ = 514.5 nm) de densité de puissance Fvert variant entre
0 et 300 mW.cm−2. Les lignes fines correspondent aux ajustements par l’Eq. (6.5).

La différence entre le maximum et l’épaulement permet donc d’estimer EF. Cette es-
timation est cependant assez imprécise, car du fait d’effets de désordre, le maximum du
signal se situe légèrement à plus haute énergie que la bande interdite [232, 231]. Pour ex-
traire précisément l’énergie de Fermi EF, nous allons utiliser la modélisation du spectre
de PL proposée par la Ref. [231]. Ce modèle décrit l’intensité I de la PL en fonction de
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l’énergie E des photons émis [232, 231] par :

I(E) ∝ f(E − EF − Eg)

∫ ∞
0

dx e(x−Eg)2/2γ2
θ(E − x) e(E−x)/Eδ , (6.5)

où Eg désigne l’énergie de la bande interdite, et f la fonction de distribution de Fermi.
Comme illustré en figure 6.6(a), l’enveloppe gaussienne de largeur γ rend compte de l’élar-
gissement sur la partie basse énergie du spectre de PL, dû au désordre dans la bande de
valence. La fonction de Heaviside θ représente la densité d’états joints entre les bandes
de valence et de conduction, et l’exponentielle de paramètre Eδ reproduit la partie haute
énergie du spectre, en tenant compte de la relaxation de la règle de conservation du vecteur
d’onde [231].
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Fig. 6.7. Densité électronique n2D en fonction de la densité de puissance Fvert d’illumination
secondaire. Les points rouges correspondent aux valeurs extraites des spectres de PL, et les carrés
noirs à celles extraites des spectres Raman des excitations à 1 particule (SPE). La courbe noire est
un ajustement des valeurs extraites des SPE par l’Eq. (6.6).

Les spectres de la figure 6.6(b) sont très bien reproduits par l’Eq. (6.5) — cf. lignes
noires fines — avec T = 2.5 K, Eδ = 0.6 ±0.2 meV et γ = 1.5 ±0.5 meV. L’ajustement
fournit l’énergie de bande interdite Eg et l’énergie de Fermi EF. La densité électronique,
calculée par n2D = mbEF/π~2 (avec mb = 0.105m0 la masse de bas de bande de conduc-
tion) est montrée figure 6.7 en fonction de la densité de puissance Fvert d’illumination
secondaire (points rouges). On voit que n2D suit une décroissance convexe, traduisant un
phénomène de saturation. Nous reviendrons plus bas sur la comparaison de cette variation
à un modèle.

6.2.3 Mesure de la densité électronique par Raman

Avant cela, nous souhaitons confronter les valeurs de n2D ainsi extraites, à celles dé-
duites du spectre Raman des excitations à 1 particule (SPE), en configuration contrapo-
larisée et à champ extérieur nul. Dans un modèle à 1 particule, ce spectre Raman s’étend,
pour un vecteur d’onde transféré q, de 0 à ~vFq, avec un maximum proche de ~vFq (cf.
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Eq. (5.23), avec Z∗ = 0). De la dépendance linéaire de la position de ce maximum avec q,
on pourrait extraire la vitesse de Fermi vF, et donc n2D = m2

bv
2
F/2π~2.
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Fig. 6.8. a, Calcul de la partie imaginaire de la susceptibilité de spin longitudinale χzz à champ
extérieur nul, pour une série de valeurs du rayon de Wigner-Seitz rs. Les différentes courbes
sont calculées à vecteur d’onde, désordre, et température normalisés constants (q̃ = q/kF = 0.1,
η̃ = η/EF = 0.014, T̃ = kBT/EF=0.024). b, Rapport Max(Imχzz)/ ~vFq en fonction de rs. c,
Relation calculée entre la pente de la position du maximum des SPE en fonction de q, et la densité
électronique n2D.
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Fig. 6.9. a, Spectres Raman des excitations individuelles (SPE), en configuration contrapolarisée
et à champ extérieur nul, pour une série de vecteurs d’onde transférés q. b, Position du maximum
des SPE en fonction de q, pour une série de densités de puissance Fvert d’illumination secondaire.
Les données correspondant aux spectres de gauche sont représentées par les symboles noirs.

Cependant, les corrections Coulombiennes à ce modèle à 1 particule s’avèrent impor-
tantes. Ces corrections ont été quantifiées dans la Ref. [70], par le calcul de la susceptibilité
de spin longitudinale χzz à champ extérieur nul (égale2 dans ce cas à la susceptibilité de
spin transverse χ+−,3 cf. section 3.2.3). La figure 6.8(a) reproduit la partie imaginaire
de χzz, pour une série de valeurs du rayon de Wigner-Seitz rs (Eq. (1.14)), mesurant

2. A un facteur 2 près.
3. Du fait de l’isotropie dans l’espace de spin (en négligeant le couplage spin-orbite).
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la force des effets Coulombiens. Les différentes courbes sont calculées à vecteur d’onde,
désordre, et température normalisé constants c(q̃ = q/kF = 0.1, η̃ = η/EF = 0.014,
T̃ = kBT/EF=0.024), et pour une épaisseur de puits de 20 nm. A champ extérieur nul,
l’onde de spin n’existe pas en tant que telle, car elle se situe dans le continuum des SPE
(cf. figure 1.5(c) avec Z∗ = 0). Cependant, elle restructure le continuum des SPE,4 et cause
le changement de forme important que l’on observe figure 6.8(a) : lorsque rs augmente, le
maximum du spectre des SPE se déplace vers les basses énergies.

Pour quantifier l’écart entre la position du pic de Imχzz et l’expression simple ~vFq

tirée du modèle à 1 particule, nous traçons figure 6.8(b) le rapport Max(Imχzz)/ ~vFq ,
en fonction de rs. Ce rapport tend vers 1 dans la limite rs → 0, comme attendu du fait
de l’écrantage de l’interaction Coulombienne, mais diminue rapidement avec rs. Pour nos
échantillons usuels de CdMnTe, où rs ' 2, on voit que l’écart est de l’ordre de 30%. On
constate que le désordre η a quant à lui une influence négligeable.

Les spectres expérimentaux des SPE en fonction de q sont montrés figure 6.9(a), à
illumination verte nulle (Fvert = 0). La position correspondante du maximum est montrée
figure 6.9(b) pour Fvert = 0 (points noirs), ainsi que pour une série de densités de puissance
Fvert. La variation du pic avec q reste bien linéaire, mais comme nous venons de le voir,
il faut corriger la valeur de la pente extraite pour remonter à la densité électronique. La
figure calculée 6.8(c) permet de convertir directement la pente mesurée en une valeur de
densité électronique n2D. Nous avons vérifié sur un ensemble d’échantillons que les valeurs
expérimentales ainsi corrigées s’accordaient bien (à 15% près) avec les valeurs de magnéto-
transport.

En appliquant cette méthode aux données de la figure 6.9(b), on obtient les valeurs
indiquées par les carrés noirs sur la figure 6.7. Ces valeurs sont en bon accord avec celles
extraites de la PL. Dans la suite nous retiendrons les valeurs issues de l’analyse des SPE,
dans la mesure où c’est cette méthode qui sert de base de comparaison aux différents
échantillons étudiés historiquement dans l’équipe. Au final, la figure 6.7 démontre que
l’on peut faire varier continûment la densité électronique entre n0

2D = 2.6× 1011 cm−2 et
1.5× 1011 cm−2 ' 0.6n0

2D. Lors de nos expériences, nous avons constaté que la relation
entre puissance d’illumination et densité électronique était bien reproductible : la figure 6.7
constitue donc une "courbe de calibration" de notre grille optique, que nous allons utiliser
dans toute la suite de ce chapitre.

6.2.4 Variation de la densité électronique et de la bande interdite

Revenons à présent sur l’allure de la variation de la densité électronique avec la densité
de puissance d’illumination secondaire Fvert. Nous confrontons nos données au modèle de
Chaves et al. [225], qui prédit :

Fvert = A(n0
2D − n2D)e−B

√
n2D , (6.6)

4. Pour les SPE longitudinales en revanche (observées en configuration copolarisée), le mode collectif
(plasmon de charge) n’est pas dégénéré avec le continuum des SPE. Il existe bien des effets Coulombiens
sur le spectre des SPE, que l’on peut calculer par la fonction de réponse densité-densité χnn [70]. Mais
les spectres expérimentaux des SPE longitudinales doivent leur poids spectral surtout aux conditions
de résonance Raman (cf. section 3.2.4), qui ne sont pas modélisées par χnn : l’analyse théorique est
donc plus complexe.
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où n0
2D est la densité électronique en l’absence d’illumination secondaire. Ce modèle sup-

pose que le taux de transfert tunnel d’électrons vers le puits est proportionnel à Fvert,
varie linéairement avec le nombre d’électrons hors-équilibre, et exponentiellement avec la
racine carrée de la hauteur de barrière tunnel (prise proportionnelle à

√
n2D).5 Les données

expérimentales de la figure 6.7, montrant une variation convexe, sont bien reproduites par
ce modèle, en utilisant A = 2.08 ×102 W et B = 7.76× 10−5 cm (cf. courbe noire).
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Fig. 6.10. Energie de la bande interdite issue de l’ajustement des spectres de photoluminescence
de la figure 6.6, en fonction de la densité de puissance d’illumination secondaire.

Enfin, nous nous intéressons à la bande interdite Eg issue de l’ajustement de la PL (cf.
Eq. (6.5)). Nous traçons Eg en fonction de Fvert sur la figure 6.10. La variation de la bande
interdite traduit la modification du profil de bande, et plus précisément, la diminution
de l’effet Stark. Ce dernier est dû au champ électrique créé par le plan de dopage : il
sépare spatialement la fonction d’onde du trou et celle de l’électron, conduisant à une
diminution de la bande interdite par rapport au cas d’un profil de bande plat. Sous l’effet
de l’illumination verte, l’effet Stark diminue, puisque l’inclinaison de bande (band bending)
diminue : la bande interdite augmente donc en conséquence. La figure 6.10 corrobore ainsi
notre compréhension du fonctionnement de la grille optique.

* * *

Dans cette section, nous avons caractérisé l’effet de l’illumination secondaire sur notre
échantillon. Cette dernière perturbe peu la température du système, et l’énergie Zeeman
Z (figure 6.5). En revanche, elle est capable de contrôler la densité électronique, jusqu’à la
faire diminuer d’environ 40% (figure 6.7). Cette modification de la densité s’accompagne
d’une modification du potentiel de confinement (figure 6.10). Ces deux derniers phénomènes
doivent logiquement modifier en profondeur les effets spin-orbite, au plan individuel et au
plan collectif : c’est ce que nous allons examiner à présent — avec pour objectif de mesurer
le facteur de renforcement collectif en fonction de la densité électronique.

5. Un modèle plus sophistiqué pourra être trouvé dans le Ref. [228].
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6.3 Etude du facteur de renforcement

6.3.1 Constantes de couplage spin-orbite collectives

D’après ce qui précède, on s’attend à ce que l’illumination secondaire influe sur les effets
spin-orbite collectifs de deux manières différentes :

• Puisque l’inclinaison de bande (band bending) diminue, le champ électrique macro-
scopique selon la direction de croissance, ainsi que le confinement de la fonction
d’onde diminuent : on s’attend donc respectivement à une diminution des constantes
de couplage individuelles Rashba (α) et Dresselhaus (β).

• Puisque la densité électronique diminue, on s’attend à une modification du facteur
de renforcement C ' α̃/α ' β̃/β — dans un sens à déterminer.

La figure 6.11 illustre les relations entre ces différents effets induits par l’illumination
secondaire ; nous serons amenés à y revenir tout au long de cette section.

Illumination  

vertF

Densité électronique 

2Dn

Potentiel confinement 
2 ,zk

Polarisation de spin 


Ecrantage Coulomb 

sr

Spin-orbite Individuel 

, 
Spin-orbite Collectif 

, 

Energie + Largeur de raie 
Onde de spin 

 ,E 

champ électrique 

Fig. 6.11. Liens entre les différents effets physiques induits par l’illumination secondaire.

Pour différentes densités de puissance d’illumination secondaire Fvert, nous mesurons
la dispersion aux angles ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4, et nous utilisons la méthode décrite dans
la section précédente pour extraire les constantes de couplage spin-orbite α̃ et β̃ (nous
extrayons le terme linaire E1, et nous l’ajustons à la relation E1(ϕ) = −2(α̃ + β̃ sin 2ϕ)

donnée par le modèle de l’Eq. (5.15)).
La figure 6.12(a) montre α̃ (carrés noirs) et β̃ (points rouges) en fonction de Fvert. Les

deux paramètres montrent une forte décroissance. Le paramètre Rashba collectif α̃ chute
de 47 meV.Å à environ 0, alors que le paramètre Dresselhaus collectif β̃ chute de 93 à
25 meV.Å, lorsque Fvert augmente de 0 à 330 mW.cm−2. Puisque l’effet Rashba carac-
térise l’asymétrie du potentiel de confinement (cf. Eq. (2.14)), l’annulation de α̃ suggère
l’annulation du champ électrique moyen 〈Ez〉 selon la direction de croissance,
c’est-à-dire l’existence d’un potentiel symétrique dans le puits.

Cependant, la densité électronique sature à une valeur non-nulle (cf. figure 6.7) : il existe
donc toujours des donneurs ionisés dans le plan de dopage, créant un champ électrique. La
combinaison de ces deux faits suggère donc l’existence selon la direction de croissance d’un
champ électrique de sens opposé, compensant en moyenne celui créé par le plan de dopage
dans la situation Fvert = 330 mW.cm−2 : cette situation est modélisée figure 6.13(b). Un
tel champ électrique pourrait provenir d’états électroniques de surface [233], ainsi que d’un
dopage intrinsèque p du substrat ; cependant, les états de surface sont relativement mal
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Fig. 6.12. a, Constantes de couplage spin-orbite collectives α̃ (effet Rashba) et β̃ (effet Dres-
selhaus), déterminées expérimentalement, en fonction de la densité de puissance d’illumination
secondaire. b, Pour les densités électroniques correspondant aux points de la figure a, valeurs cal-
culées des constantes de couplage individuelles α et β (voir texte). On indique également les valeurs
correspondant à l’hypothèse d’un puits symétrique (cf. figure 6.13(b)).

connus dans les composés II-VI, et nous ne disposons malheureusement pas de moyen
alternatif pour corroborer cette hypothèse.

6.3.2 Facteur de renforcement collectif

Les valeurs de α̃ et β̃ de la figure 6.12(a) caractérisent entièrement le champ spin-
orbite collectif (Eq. (6.1)). Pour déterminer à présent le facteur de renforcement de ce
champ collectif, il serait idéal de mesurer les constantes de couplage individuelles α et
β d’après le spectre des excitations individuelles (SPE), comme nous l’avons fait dans le
chapitre précédent (cf. section 5.3). Malheureusement, l’échantillon étudié ici ne nous a pas
permis d’observer un éclatement spin-orbite dans les SPE.6 Nous allons donc devoir calculer
les constantes spin-orbite individuelles α et β, afin de déduire le facetur de renforcement
facteur de renforcement C ' α̃/α ' β̃/β.

6. Nous pensons que cela provient du désordre inférieur et de la force supérieure des effets Coulombiens
(plus fort rs), par rapport à l’échantillon du chapitre 5. Ceci produit très probablement des effets à
N corps plus importants sur la forme de raie des SPE, éloignant son comportement de celui d’une
fonction de Lindhard [70].
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a. Simulations Schrödinger-Poisson
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Fig. 6.13. Profil de bande du puits quantique de CdMnTe étudié, calculé par résolution cou-
plée Schrödinger-Poisson [234], pour deux situations : (a) puits asymétrique avec densité élec-
tronique n2D = 2.6× 1011 cm−2 (modélisant la situation sans illumination secondaire), et (b)
puits symétrique avec n2D = 1.5× 1011 cm−2 (modélisant la situation avec illumination secon-
daire Fvert = 330 mW.cm−2). Sont également représentées le niveau d’énergie (traits horizontaux
gras) et la fonction d’onde du premier état confiné de l’électron et du trou lourd. E0

g désigne la
bande interdite à 1 particule, et ∆Eg la renormalisation de cette bande interdite par les effets
Coulombiens (Eq. 6.7).

Pour cela, nous réalisons des simulations numériques du profil de bande en fonction de
la densité électronique, par résolution couplée Schrödinger-Poisson (cf. section 1.2.3). Nous
renvoyons les détails de calcul en note de bas de page.7

Les figures 6.13(a) et (b) montrent le résultat de ces calculs dans deux situations :

• La situation à illumination nulle Fvert = 0 : elle correspond à un puits asymétrique
avec une densité n2D = 2.6× 1011 cm−2.

• La situation à Fvert = 330 mW.cm−2 : en accord avec le fait que α̃ ' 0, nous
considérons le cas d’un puits symétrique, de densité n2D = 1.5× 1011 cm−2. Nous

7. Dans notre échantillon, le dopage à modulation est produit par deux couches de Iodine, situées entre la
surface et le puits quantique, en z = −30 nm et z = −80 nm (cf. figure 6.13). Nous utilisons les valeurs
suivantes de bande interdite pour le massif, déterminées à 4K dans la littérature : pour Cd1−yMgyTe,
1.606 + 1.85 y (eV) [235], et pour Cd1−xMnxTe, 1.606 + 1.592x (eV) [53, 10]. La masse des électrons
est prise égale à 0.105m0, et celle des trous lourds, 0.6m0 selon la direction de croissance [236]. Nous
négligeons pour simplifier la discontinuité des masses à l’interface : les masses effectives dans CdMgTe
sont mal connues, d’une part, et d’autre part, l’erreur commise est faible puisque l’électron et le trou
ont une probabilité de présence supérieure à 98% dans le puits (voir ci-dessous). Enfin l’offset de bande
est réparti en 2/3 pour la bande de conduction et 1/3 pour la bande de valence [220].
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modélisons très simplement cette situation en faisant une symétrie des charges de
dopage par rapport au plan central du puits.

Pour les situations intermédiaires (0 < Fvert < 330 mW.cm−2), nous ne connaissons pas le
mécanisme qui introduit progressivement des charges symétrisantes, conduisant à un puits
symétrique pour Fvert = 330 mW.cm−2. A défaut, nous ferons donc des simulations en
tenant compte uniquement du plan de dopage (connaissant la position de ce dernier, nous
ajustons sa charge pour reproduire la densité électronique mesurée expérimentalement).

b. Calcul de la bande interdite

Avant de calculer les constantes spin-orbite, nous allons tester les résultats de ce calcul
Schrödinger-Poisson en comparant les valeurs de bande interdite qu’il fournit, avec les
données expérimentales de la figure 6.10.

En négligeant les interactions Coulombiennes, la bande interdite est directement donnée
par la différence entre le niveau d’énergie de l’électron et celui du trou lourd, représentés
figure 6.13. Les valeurs correspondantes E0

g sont données dans le tableau 6.1, et comparées
aux valeurs expérimentales Eexp

g . On constate que E0
g surestime les valeurs expérimen-

tales. Pour résorber cet écart, il nous faut tenir compte des corrections Coulombiennes
aux valeurs de E0

g . En effet, les interactions électroniques diminuent la bande interdite
(band gap renormalization)8 : cette renormalisation ∆Eg de la bande interdite, qui est dé-
terminée essentiellement par l’énergie d’échange, est une fonction croissance de la densité
électronique [237]. La formule semi-empirique suivante a démontré un bon accord avec des
expériences menées sur des puits quantiques de CdMnTe analogues [238–240] :

∆Eg(n2D) = −3.2
(
n2D a

∗ 2
B

) 1
3 Ry∗ . (6.7)

En utilisant les valeurs de n2D de la figure 6.7, on calcule ∆Eg et les valeurs renormalisées
Eg = E0

g + ∆Eg de la bande interdite ; celles-ci sont données dans le Tableau 6.1 pour les
deux situations de la figure 6.13.

Nous faisons également des simulations correspondant aux situations intermédiaires, en
tenant compte uniquement des charges de dopage, comme indiqué ci-dessus. Les valeurs
correspondantes de Eg sont représentées sur la figure 6.14 (courbe rouge), en comparaison
des valeurs expérimentales Eexp

g (points) ; la valeur correspondant au puits symétrique de
la figure 6.13(b) est représentée par un carré. Les valeurs calculées s’accordent à moins de
0.1% près avec les valeurs expérimentales, sans paramètre libre. Ceci corrobore nos calculs
Schrödinger-Poisson et notre interprétation de l’effet de l’illumination secondaire.

c. Calcul de α et β

Nous calculons à présent les constantes de couplage spin-orbite individuelles. En tenant
compte, comme précédemment, uniquement des charges dues au plan de dopage, nous
calculons la constante Rashba par α = r6c6c

41
Σc+Σv

Σc
e2 n2D
2εrε0

(Eq. (2.22)), où e est la charge
électronique, Σc (Σv) l’offset de bande de conduction (valence) et εr ' 10 la constante

8. Le modèle de band gap renormalization [237] consiste en une une translation rigide, vers les basses
énergies, de la courbe de dispersion de l’électron.
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Tableau 6.1. Bande interdite et constantes de couplage spin-orbite calculées à partir des simu-
lations de la figure 6.13, correspondant aux deux situations suivantes : puits asymétrique avec
densité électronique n2D = 2.6× 1011 cm−2 (modélisant la situation sans illumination secondaire),
et puits symétrique avec n2D = 1.5× 1011 cm−2 (modélisant la situation avec illumination secon-
daire Fvert = 200 mW.cm−2).

n2D (1011cm−2) 2.6 (asym.) 1.5 (sym.)
E0

g (meV) 1610.7 1615.0

∆Eg (meV) −18.5 −15.4

Eg = E0
g + ∆Eg (meV) 1592.2 1599.6

Eexp
g (meV) 1593.1 1598.5

γQW 0.986 0.993

〈k2
z〉 (10−2 nm−2) 2.2 1.6

α (meVÅ) 2.5 0

β (meVÅ) 9.7 7.1

diélectrique relative dans CdTe. En utilisant Σc+Σv
Σc

= 1.5 [220], et r6c6c
41 = 6.93 Å2 calculé

par la théorie k ·p [19], on obtient les valeurs montrées sur la figure 6.12(b) (carrés noirs).
Nous indiquons également la valeur α = 0, correspondant au puits symétrique. Comme
attendu, la constante Rashba dépend fortement (en valeur relative) de la forme exacte du
potentiel de confinement.

La constante Dresselhaus est quant à elle est donnée par β = 〈γk2
z〉 (Eq. (2.10)), où 〈...〉

est la moyenne sur la fonction d’onde de conduction. La probabilité de présence γQW de
l’électron dans le puits est d’environ 99% (cf. Tableau 6.1). On néglige donc la variation de
γ entre le puits et la barrière, et l’on calcule β = γ〈k2

z〉, en utilisant γ = 43.9 eVÅ3 donné
par la théorie k ·p [19], ainsi que la fonction d’onde calculée par simulation Schrödinger-
Poisson. Les valeurs sont données dans le tableau 6.1 et sur la figure 6.12(b) (cercles rouges).
Nous indiquons également la valeur correspondant au puits symétrique. On constate qu’à
la différence de la constante Rashba, la constante Dresselhaus dépend seulement faiblement
(< 30%) de la forme exacte du confinement.

d. Facteur de renforcement

Ainsi, puisqu’il subsiste une incertitude sur les détails du potentiel de confinement,
nous décidons de nous concentrer sur le facteur de renforcement C tel qu’il est donné par
le rapport β̃/β. Ce rapport est tracé figure 6.15 en fonction de la densité électronique
n2D. Nous observons une forte augmentation du facteur de renforcement, d’environ 4 à 10

lorsque la densité n2D augmente de 1.5× 1011 cm−2 (rs = 2.9) à 2.6× 1011 cm−2 (rs =

2.2). Ce comportement est remarquable, car il est opposé aux renforcements Coulombiens
habituels [67, 218, 26, 62], notamment celui prédit pour les constantes spin-orbite à 1
particule [31–33], qui diminuent lorsque la densité augmente. Ce comportement exotique
s’ajoute à l’autre fait surprenant déjà souligné (cf. section 4.3.3), à savoir que l’amplitude
du renforcement est bien supérieure au rayon de Wigner-Seitz rs.
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Fig. 6.14. Variation de la bande interdite avec la densité de puissance Fvert d’illumination secon-
daire : comparaison entre les données expérimentales Eexp

g (mêmes données que la figure 6.10) et les
valeurs calculées Eg = E0

g + ∆Eg (voir texte). Le point rouge correspond à la situation représentée
figure 6.13(b) (puits symétrique de densité n2D = 1.5× 1011 cm−2.)

Il serait tentant d’interpréter ces deux dernières caractéristiques comme un effet de som-
mation des champs spin-orbite individuels, qui augmenterait effectivement avec la densité
et pourrait produire des renforcements arbitrairement grands. Cependant, comme nous
l’avons déjà noté, une telle interprétation n’est pas physique, car les champs spin-orbite
individuels sont des grandeurs dynamiques qui n’apparaissent que dans le référentiel propre
de chaque électron.

Cependant, en présence de l’interaction de Coulomb, chaque spin agit sur les autres via
un champ d’échange, parallèle à son orientation de spin [62]. De plus, du fait du couplage
spin-orbite, les états k participant à un mode collectif de spin sont déjà soumis à un champ
spin-orbite individuel BSO(k + q)−BSO(k) ' BSO(q), qui oriente leur spin [74, 224, 180].
Ainsi, les champs d’échange Coulombien s’alignent préférentiellement selon BSO(q), et à
la différence des champs spin-orbite, ces champs d’échange peuvent ont la possibilité de
s’additionner pour créer un effet de sommation.

Dans un tel scénario, on s’attendrait à ce que le facteur de renforcement C varie de
façon similaire à l’énergie d’échange, i.e. croisse avec la densité électronique comme

√
n2D.

Le comportement expérimental de C est compatible avec cette interprétation. En effet,
l’ajustement des données de la figure 6.15 par une loi de puissance (courbe noire) conduit
à C ∝ (n2D−nthr

2D)0.58 : la variation de C est sous-linéaire en n2D (modulo une densité de seuil
nthr

2D probablement associée à des effets de désordre), avec un exposant proche de 1/2. Par
ailleurs, nous avons noté qu’un comportement sous-linéaire analogue avait été prédit [74]
pour l’amplitude des effets spin-orbite collectifs sur le plasmon de spin inter-sous-bande,
ce qui tend à confirmer l’interprétation intuitive proposée ici.

Au delà de ce résultat, une question intéressante serait de savoir si le facteur de ren-
forcement est gouverné uniquement par la densité électronique, ou possède également une
légère dépendance avec les constantes de couplage individuelles α et β. Cette question n’a
pas été abordée par l’étude théorique de la Ref. [74]. Pour répondre expérimentalement
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Fig. 6.15. a, Facteurs de renforcement α̃/α et β̃/β en fonction de la densité électronique, déter-
minés dans ce chapitre. b, Calcul, extrait de la Ref. [74], du renforcement α̃/α (à une constante
multiplicative près) dans le cas du plasmon de spin inter-sous-bande (cf. chapitre 4).

à cette question, il faudrait parvenir à faire varier la densité à potentiel de confinement
constant, à l’aide par exemple d’un dispositif à deux grilles électriques [149, 127].

Enfin, nous pouvons anticiper que la fonction C(n2D) dépende de l’épaisseur du puits
quantique, car l’énergie Coulombienne d’échange-corrélation varie fortement avec le fac-
teur de forme associé au potentiel de confinement [61]. Cette intuition semble ici cor-
roborée par le fait que le facteur de renforcement atteint une valeur de 10 (lorsque
n2D = 2.6× 1011 cm−2), contre 6.5 pour l’échantillon du chapitre 5, qui possédait pour-
tant une densité légèrement supérieure (n2D = 3.1× 1011 cm−2, valeur mesurée d’après le
signal des SPE). Ceci s’explique sans doute par le fait que le puits quantique du chapitre
5 est plus large (30 nm contre 20 nm), ce qui réduit la force des effets Coulombiens dans
cet échantillon [61].

6.4 Mise en évidence de nouvelles anisotropies spin-orbite

Nous allons à présent répondre à la deuxième question posée dans l’introduction de
ce chapitre : nous allons quantifier la validité de la propriété de superposition du champ
spin-orbite collectif au champ Zeeman géant de CdMnTe. Incidemment, cette étude va
nous conduire à découvrir de nouvelles anisotropies, y compris sur la largeur de raie de
l’onde de spin : nous détaillerons ces résultats dans un deuxième temps.

6.4.1 Anisotropie de l’énergie

Pour commencer, revenons aux dispersions de l’onde de spin que nous avions obte-
nues au début de ce chapitre, à illumination verte nulle (Fvert = 0). Ces données sont
reproduites sur la figure 6.16. Les panneaux (a)-(b)-(c) montrent les 3 coefficients E0,
E1 et E2, correspondant à l’ajustement des dispersions expérimentales par des paraboles
E(q, ϕ) = E0(ϕ)+E1(ϕ)q+E2(ϕ)q2, pour une série d’orientations ϕ dans la plan du puits
quantique. Les 3 coefficients E0, E1 et E2 montrent une modulation de type sinusoïdale,
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avec une période de 180◦. La modulation de E1 est bien comprise : elle nous a permis d’ex-
traire le champ spin-orbite collectif, qui est linéaire avec le vecteur d’onde q (cf. Eq. (6.1)).
Commentons à présent l’anisotropie des coefficients E2 et E0.
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Fig. 6.16. De gauche à droite : variation des coefficients d’ordre 0, 1 et 2 dans les dispersions
paraboliques [Eqs. (6.4) et (6.9)] de l’énergie (panneaux du haut) et de la largeur de raie (panneaux
du bas) de l’onde de spin.

a. E2(ϕ) : Interférence entre le couplage spin-orbite et le champ Zeeman géant

Dans le chapitre précédent, nous avions considéré un coefficient quadratique isotrope
E2 = −1

ζ
Z

Z∗−Z
~2

2mb
(cf. Eq. (6.2)). Cette isotropie, qui reproduisait très bien l’essentiel des

données expérimentales, provenait de l’hypothèse d’un découplage total entre les effets du
champ Zeeman géant (contenus dans E2) et les effets spin-orbite collectifs (contenus dans
E1) : cf. Eq. (5.11). Cependant, un léger écart à cette approximation avait été pressenti
(cf. section 5.2.5).

La figure 6.16(c) permet ici de quantifier précisément cet écart. Quoique les données
soient davantage bruitées que pour le coefficient linéaire, E2 est bien reproduit par une
sinusoïde de période 180◦, centrée sur les axes cristallins principaux (ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4),
et en opposition de phase avec E1. La modulation ∆E2 = (MaxE2 − MinE2)/2 est de
l’ordre de 10% de la valeur moyenne angulaire 〈E2〉. D’autre part, pour une valeur de
vecteur d’onde typique q = 2 µm−1, la contribution ∆E2 q

2 vaut environ 15% de ∆E1 q.
Il existe donc effectivement un effet spin-orbite sur le terme quadratique de la
dispersion, mais cet effet reste faible devant l’effet spin-orbite principal dû au
champ spin-orbite collectif. La simple superposition (addition vectorielle) du champ
spin-orbite collectif et du champ Zeeman géant rend compte de l’essentiel des effets du
couplage spin-orbite sur l’onde de spin, à 15% près.

b. E0(ϕ) : Violation du théorème de Larmor

Intéressons-nous à présent à l’énergie E0 du mode homogène (q = 0). La figure 6.16(a)
montre que cette énergie est anisotrope également, avec une modulation relative de 6%.
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Cette modulation présente une symétrie d’ordre 2, mais à la différence de E1 et E2, elle
est légèrement déphasée (' 15◦) par rapport aux axes cristallins principaux.

Par contraste, dans le chapitre précédent, nous avions pu reproduire les données ex-
périmentales avec un coefficient E0 isotrope, en accord avec le théorème de Larmor (cf.
section 5.2.2). Cependant, ce théorème n’est rigoureusement valable que si le système est
invariant par rotation de spin autour de l’axe de quantification. En présence de couplage
spin-orbite, ce n’est plus le cas : pour l’échantillon à fort couplage spin-orbite étudié ici,
l’écart au théorème de Larmor devient clairement perceptible. Nous allons retrouver ce
résultat en calculant la susceptibilité de spin transverse dans la section 6.4.3.

Avant cela, nous allons étudier la largeur de raie de l’onde de spin, pour comparer son
comportement à celui de l’énergie.

6.4.2 Anisotropie de la largeur de raie

A partir des spectres expérimentaux de la figure 6.2, nous extrayons9 la largeur de raie,
et portons sa variation en fonction de q sur la figure 6.17(b), en regard de la variation
de l’énergie. On constate que la largeur de raie varie paraboliquement avec q, de façon
anisotrope.

a. Elargissement cinétique en q2

La variation en q2 de la largeur de raie est bien comprise d’après les travaux de la
Ref. [29]. Ces travaux, repris dans l’Annexe C.5, montrent que dès que q 6= 0, l’onde de
spin s’accompagne de la circulation d’un courant de spin. Or, ce dernier n’est pas conservé
par le Hamiltonien de Coulomb ĤCoul : les excitations individuelles qui le composent se
déphasent lors de la propagation (cf. Eq. (C.8)). L’onde de spin est donc affectée d’un
élargissement cinétique. En négligeant le couplage spin-orbite, cet élargissement est trouvé
proportionnel à q2 (Eq. (C.38)).

A cet élargissement cinétique, il faut ajouter un élargissement Γ0 indépendant de q,
provenant des impuretés magnétiques de Mn [241–244]. En effet, d’une part, l’interaction
d’échange s−d entre le spin des Mn et le spin des électrons itinérants permet des processus
flip-flop irréversibles [241]. D’autre part, le champ magnétique effectif résultant de cette
interaction d’échange varie dans le temps (fluctuations thermodynamiques) et dans l’espace
(inhomogénéité de distribution des Mn) [243], créant une relaxation supplémentaire.

Au final, la Ref. [29] a montré, par spectroscopie Raman, que pour des échantillons
à faible couplage spin-orbite la largeur de raie totale Γ est bien décrite par l’expression
quadratique isotrope :

Γ(q) = Γ0 + Γ2 q
2 . (6.8)

On notera que le spin Coulomb drag (SCD), qui jouait un rôle déterminant dans la relaxa-
tion du plasmon de spin inter-sous-bande (cf. section 4.2.3), a une influence négligeable sur
l’onde de spin intra-sous-bande [29]. Cette dernière implique en effet uniquement les degrés
de liberté de spin transverses, qui sont beaucoup moins sensibles à la friction Coulombienne
que les degrés longitudinaux impliqués dans le plasmon de spin inter-sous-bande [191].

9. Par ajustement à une Lorentzienne : on nomme "largeur de raie" la largeur à mi-hauteur de cette
Lorentzienne.
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Fig. 6.17. Variation de (a) l’énergie et de (b) la largeur de raie de l’onde de spin avec q, pour
ϕ = π/4 et ϕ = 3π/4, extraite des spectres Raman de la figure 6.2. Les deux grandeurs sont bien
reproduites par des paraboles, dont les extrema coïncident en q, pour un ϕ donné (cf. flèches).

b. Mise en évidence d’effets spin-orbite sur la largeur de raie

Par contraste avec l’expression quadratique (6.8), nous constatons clairement pour cet
échantillon qu’un terme linéaire anisotrope Γ1(ϕ) q est nécessaire pour décrire la largeur de
raie. Ce comportement nouveau n’avait pas été observé dans les échantillons avant celui-
ci : il témoigne de la présence d’effets spin-orbite y compris sur la largeur de
raie. Pour quantifier ces effets, nous ajustons, comme nous l’avions fait pour l’énergie, les
données de la largeur de raie par des paraboles avec des coefficients dépendants de ϕ :

Γ(q, ϕ) = Γ0(ϕ) + Γ1(ϕ)q + Γ2(ϕ)q2 . (6.9)

A partir de la série des spectres ayant servi à établir l’anisotropie de l’énergie (fi-
gure 6.16(a)-(b)-(c)), nous extrayons les coefficient Γ0, et Γ1 et Γ2, et nous les traçons en
fonction de ϕ sur la figure 6.16(d)-(e)-(f).

On constate que la largeur de raie Γ0 du mode de spin homogène présente une forte
modulation, en opposition de phase avec celle de E0. Le coefficient Γ1 montre également
une nette modulation sinusoïdale, analogue à celle de E1. Le coefficient Γ2, quoique plus
bruité, montre encore une modulation identique.

Ce parallélisme étroit entre le comportement de la largeur de raie et de l’énergie se
précise encore en remarquant, figure 6.17(b), la coïncidence de leurs extrema : pour un
ϕ donné, le minimum en q de la largeur de raie coïncide avec le maximum de l’énergie.
Cette propriété se vérifie pour toutes les orientations dans le plan : sur la figure 6.18(a),
nous montrons le rapport Γ1

Γ2
en regard du rapport E1

E2
, quantités qui correspondent (à un
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Fig. 6.18. a, Variation avec ϕ du rapport des coefficients linéaire et quadratique de la dispersion
de l’énergie (E1/E2, carrés noirs) et de la largeur de raie (Γ1/Γ2, points rouges) de l’onde de spin.
La courbe sinusoïdale est un guide visuel. On constate que E1/E2 (ϕ) ' Γ1/Γ2 (ϕ). b, Rapports
E1/E2 (carrés noirs) et Γ1/Γ2 (points rouges) pour ϕ = π/4 (haut) et ϕ = 3π/4 (bas), en fonction
de la densité de puissance d’illumination secondaire.

facteur −1/2 près) à la position en q des extrema de l’énergie et de la largeur de raie,
respectivement. Cette figure démontre clairement, dans la barre d’erreur, la propriété :

∀ϕ, E1

E2
(ϕ) =

Γ1

Γ2
(ϕ) . (6.10)

On constate que cette propriété est conservée quand la densité électronique et les constantes
de couplage spin-orbite sont variées, sous l’effet de l’illumination secondaire : la fi-
gure 6.18(b) montre les rapports E1/E2 (carrés noirs) et Γ1/Γ2 (cercles rouges) pour
ϕ = π/4 (haut) et ϕ = 3π/4 (bas), en fonction de la densité de puissance d’illumination
secondaire Fvert. Pour chacun des deux ϕ, ces rapports coïncident dans la barre d’erreur,
pour toutes les valeurs de Fvert.

Cette forte corrélation entre l’énergie et la largeur de raie est à mettre en rapport avec
le fait que ces deux quantités correspondent respectivement à la partie réelle et à la
partie imaginaire du pôle d’une même fonction de réponse : la susceptibilité de
spin transverse χ+−(q, ω) (cf. Eq. (1.41)). Nous allons à présent calculer cette fonction de
réponse. Nous développons le calcul complet pour le cas q = 0, puis nous indiquons les
pistes à suivre pour étendre le calcul à q 6= 0 (ce travail est en cours).

6.4.3 Calcul de la susceptibilité de spin transverse à q = 0

Dans les Refs. [26, 29], le calcul général de χ+−(q, ω) a été fait, en l’absence de couplage
spin-orbite (ces travaux sont repris dans l’Annexe C). Nous prolongeons ces travaux, pour
inclure à présent le couplage spin-orbite, d’abord dans le cas q = 0. Nous calculons donc :

χ+−(0, ω) = 〈〈Ŝ+,q=0; Ŝ−,−q=0〉〉ω , (6.11)

pour tenter de comprendre l’origine de la modulation de l’énergie E0 et de la largeur de
raie Γ0 de l’onde de spin homogène.
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Le Hamiltonien total du système est la somme de termes cinétique, Coulombien, Zee-
man et spin-orbite. Il s’écrit10 :

Ĥ = Ĥkin + ĤCoul + ĤZ + ĤSO

=
∑
i

p̂2
i

2mb
+

1

2

∑
i 6=j

e2

4πεrε0 |r̂i − r̂j |
+
Z

2

∑
i

σ̂i ·
Bext

|Bext|
+

1

2

∑
i

σ̂i ·BSO(ki) , (6.12)

où εr est la constante diélectrique relative, σ̂ le vecteur des matrices de Pauli (Eq. (1.38)),
et les indices i, j repèrent les N électrons du gaz. Le terme spin-orbite s’écrit explicitement
(cf. Eq. (5.8)) :

ĤSO =
1

2

∑
i

σ̂i ·BSO(ki) =
∑
i

(αky,i + βkx,i) σ̂x,i −
∑
i

(αkx,i + βky,i) σ̂y,i . (6.13)

Il est commode de définir, aux cotés de la base cristalline (x, y, z), une base (X ,Y,Z),
définie figure 6.19. X et Z sont dans le plan du puits quantique, Z étant aligné avec le
champ magnétique extérieur.

Plan du puits quantique 

Fig. 6.19. Repère cristallin et repère pour l’espace de spin.

En quantifiant le spin selon Z, le Hamiltonien (6.13) s’écrit en seconde quantification,
dans la base des ondes planes {|kσ〉} :

ĤSO =
∑
k

[
(k1 cosϕ− k2 sinϕ)(c+

k↑ck↓ + c+
k↓ck↑)− (k1 sinϕ+ k2 cosϕ)(c+

k↑ck↑ − c
+
k↓ck↓)

]
,

où on a posé :
k1 = αky + βkx , k2 = αkx + βky . (6.14)

L’onde de spin à q = 0 est décrite par l’opérateur Ŝ+,q=0 = ŜX ,q=0 + i ŜY,q=0 =∑
k c

+
k+q↑ck↓ (cf. section C.1). En l’absence de couplage spin-orbite, la dynamique de cette

excitation est conservée :[
Ŝ+,q=0, Ĥkin + ĤCoul + ĤZ

]
= −ZŜ+,q=0 . (6.15)

Cette expression justifie le résultat du théorème de Larmor : l’énergie de l’onde de spin
homogène est égale à Z en l’absence de couplage spin-orbite. Déterminons à présent le
commutateur de Ŝ+,q=0 avec ĤSO :[

Ŝ+,q=0, ĤSO

]
=

2mb

~

[
(β cosϕ− α sinϕ) ĴxZ,q=0 + (α cosϕ− β sinϕ) ĴyZ,q=0

+ (β sinϕ+ α cosϕ) Ĵx+,q=0 + (α sinϕ+ β cosϕ) Ĵy+,q=0

]
. (6.16)

10. En considérant un couplage de champ moyen avec les Mn.
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Cette expression démontre la violation du théorème de Larmor, que nous avons consta-
tée expérimentalement sur la figure 6.16(a) : l’onde de spin homogène n’est plus conservée,
elle est couplée à la composante q = 0 du courant de spin transverse

Ĵµ+,q =
~
mb

∑
k

(
kµ +

qµ
2

)
c+
k+q↑ck↓ , (6.17)

et à la composante q = 0 du courant de spin longitudinal :

ĴµZ,q =
~
mb

∑
k

(
kµ +

qµ
2

) 1

2

(
c+
k+q↑ck↑ − c

+
k+q↓ck↓

)
. (6.18)

Dans ces expressions, l’indice accolé à Ĵ indique l’action dans l’espace de spin (quantifié
selon Z), alors que l’exposant µ = x, y indique la direction de propagation du courant dans
l’espace réel.

On constate dans l’Eq. (6.16) que le couplage de l’onde de spin homogène aux courants
de spin dépend explicitement de l’angle dans le plan ϕ. C’est donc ce couplage qui va
déterminer l’anisotropie de l’énergie et de la largeur de raie en q = 0. En réalité, comme
nous le justifierons ci-dessous, le couplage au courant longitudinal ĴZ ne donne qu’une
contribution d’ordre supérieur à la modulation : nous allons donc négliger ce couplage,
afin d’obtenir une expression analytique simple. Nous considérerons donc le commutateur
approché :[

Ŝ+,q=0, Ĥkin + ĤCoul + ĤZ + ĤSO

]
' −ZŜ+,q=0

+
2mb

~
(β sinϕ+ α cosϕ) Ĵx+,q=0 +

2mb

~
(α sinϕ+ β cosϕ) Ĵy+,q=0 . (6.19)

Pour calculer à présent χ+−(0, ω) = 〈〈Ŝ+,q=0; Ŝ−,−q=0〉〉ω, nous utilisons les équations
du mouvement sur les fonctions de réponse : cf. Eqs. (C.18) et (C.19). En appliquant
l’Eq. (C.18) à 〈〈Ŝ+,q=0; Ŝ−,−q=0〉〉ω, et en utilisant le commutateur (6.19), on obtient :

(−~ω + Z)〈〈Ŝ+,q=0; Ŝ−,q=0〉〉ω = 2M0 +
2mb

~
(β sinϕ+ α cosϕ) 〈〈Ĵx+,q=0; Ŝ−,q=0〉〉ω

+
2mb

~
(α sinϕ+ β cosϕ) 〈〈Ĵy+,q=0; Ŝ−,q=0〉〉ω ,

(6.20)

oùM0 = 〈ŜZ,q=0〉0 est la densité de spin à l’équilibre. On répète le procédé pour déterminer
les deux nouvelles fonctions de réponse qui sont apparues dans l’Eq. (6.20). On utilise cette
fois la relation (C.19). En réinjectant le résultat dans l’Eq. (6.20), on obtient finalement :

χ+−(0, ω) = 2M0(−~ω + Z)−1 + (2mb/~)2(−~ω + Z)−2

×
[
A2Fxx+−(0, ω) +AB

(
Fxy+−(0, ω) + Fyx+−(0, ω)

)
+B2Fyy+−(0, ω)

]
, (6.21)

où l’on a posé la fonction de réponse courant-courant transverse :

Fab+−(0, ω) = 〈〈Ĵa+,q=0; Ĵb−,q=0〉〉ω , (6.22)
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et A = β sinϕ+ α cosϕ, B = α sinϕ+ β cosϕ.
Puisque des termes de modulation spin-orbite sont déjà présents dans les préfacteurs

A et B, nous allons calculer les Fab+−(0, ω) en négligeant le couplage spin-orbite, ainsi
que la partie dynamique de l’interaction de Coulomb. On a alors Fxy+− = Fyx+− = 0, et
Fxx+− = Fyy+− ≡ F+−, avec :

F+−(0, ω) =
~2

2m2
b

∑
k

k2 f(εk↓)− f(εk↑)

εk↓ − εk↑ + ~ω + iη
. (6.23)

Dans cette expression (qui possède une forme analogue à la fonction de Lindhard (5.34)),
f est la fonction de Fermi, εkσ = ~2k2

2mb
+ σZ

∗

2 , où Z∗ est l’énergie Zeeman renormalisée
(Eq. (5.3)), et η rend compte (de façon phénoménologique) du temps de vie fini ~/η des
excitations individuelles (SPE) du fait de la diffusion sur le désordre et sur les autres
électrons.

On calcule l’expression (6.23) à température nulle, puis on l’injecte dans l’Eq. (6.21).
En ne retenant alors que les termes à l’ordre dominant en αkF/Z et βkF/Z, on obtient
pour la susceptibilité de spin :

χ+−(0, ω) ' 2M0

−~ω + Z + C̃(ω, ϕ)
, (6.24)

avec :

C̃(ω, ϕ) =
−2
(
α2 + β2 + 2αβ sin 2ϕ

)
k2
F

~ω + iη + Z∗
(6.25)

et kF =
√

2πn2D.

a. Energie de l’onde de spin homogène

L’onde de spin correspond au pôle de χ+−. L’énergie E0(ϕ) de l’onde de spin homogène
est donc donnée par le zéro de la partie réelle du dénominateur de l’Eq. (6.24). En négligeant
la dépendance en ω de C̃, on obtient simplement E0(ϕ) = Z + Re C̃(0, ϕ), soit :

E0(ϕ) = Z − 2
(
α2 + β2 + 2αβ sin 2ϕ

)
k2

F

Z∗

Z∗2 + η2
. (6.26)

Cette expression prédit une amplitude de modulation ∆E0 = (MaxE0 − MinE0)/2 =

4αβk2
FZ
∗/(Z∗2 + η2), qui comme nous allons le voir, donne le bon ordre de grandeur de la

modulation expérimentale.
Considérons d’abord les données à puissance d’illumination verte nulle. On utilise les va-

leurs α = 2.5 meVÅ et β = 9.7 meVÅ calculées ci-dessus, le même paramètre de désordre
η = 0.05 meV que déterminé pour l’échantillon (très proche) du chapitre précédent, et
l’expression (5.3) de Z∗. Il reste donc un seul paramètre libre, Z. Le meilleur ajustement,
obtenu pour Z = 0.43 meV (en bon accord avec la valeur connue du dopage magnétique
de l’échantillon), fournit la modulation représentée figure 6.20 (courbe), en très bon accord
avec les données (points). Seul le léger décalage (' 15◦) de la phase n’est pas reproduit.
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Fig. 6.20. Energie E0 de l’onde de spin (sans illumination verte) : comparaison entre l’expérience
(points, correspondant aux données de la figure 6.16(a)) et la théorie de l’Eq. (6.26) (courbe).

Ensuite, on détermine expérimentalement la modulation ∆E0 pour une série de puis-
sances d’illumination secondaire. Ces données, représentées par des points sur la figure 6.21,
sont en excellent accord avec l’expression théorique ci-dessus, ∆E0 = 4αβk2

FZ
∗/(Z∗2 +η2)

(courbe rouge). La courbe est calculée avec Z = 0.43 meV constant (comme justifié par la
figure 6.5), et en utilisant pour chaque valeur de la puissance d’illumination les valeurs de
kF, α et β déterminées dans la section 6.3.2.
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Fig. 6.21. Amplitude de modulation angulaire ∆E0 = (MaxE0−MinE0)/2 de l’énergie de l’onde
de spin homogène, en fonction de la densité de puissance d’illumination secondaire : comparaison
entre l’expérience (points) et la théorie de l’Eq. (6.26) (courbe).

La violation du théorème de Larmor est donc bien comprise par les calculs ci-dessus. La
figure 6.22(a) résume le mécanisme physique mis en jeu : le Hamiltonien spin-orbite ĤSO

couple l’onde de spin homogène Ŝ+,q=0 au courant de spin transverse homogène Ĵ+,q=0.
Ce premier couplage fait apparaître les constantes spin-orbite α et β. Ensuite, Ĵ+,q=0 est
de nouveau couplé à Ŝ+,q=0, faisant apparaître une nouvelle fois α et β. Au final, le pôle
associé à Ŝ+,q=0, donc l’énergie E0 de l’onde de spin homogène, possède une contribution
en α2 et β2 (Eq. (6.26)), responsable de la modulation observée.
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a b c 

Fig. 6.22. Représentation schématique des couplages entre l’onde de spin et le courant de spin
transverse : illustration de (a) la violation du théorème de Larmor, (b) l’apparition d’un terme
linéaire et (c) quadratique dans l’énergie et la largeur de raie de l’onde de spin.

b. Largeur de raie de l’onde de spin homogène

Intéressons-nous à présent à la largeur de raie. La contribution du couplage spin-orbite
à la largeur de raie est donnée par la partie imaginaire de C̃(0, ϕ). Bien sûr, le calcul
ne fournit pas la contribution des impuretés magnétiques (et d’éventuelles autres faibles
contributions). On écrira donc la largeur de raie Γ0(ϕ) = Γsans SO

0 + Im C̃(0, ϕ), soit :

Γ0(ϕ) = Γsans SO
0 + 2

(
α2 + β2 + 2αβ sin 2ϕ

)
k2
F

η

Z∗2 + η2
. (6.27)

Cette expression prédit bien que la modulation de la largeur de raie est en opposi-
tion de phase avec celle de l’énergie, conformément aux données expérimentales de la
figure 6.16(d).11 En revanche, la modulation prédite, ∆Γ0 = 4αβk2

Fη/(Z
∗2 + η2), est faible

puisque η � Z∗. On obtient seulement ∆Γ0 = 2 µeV, en utilisant les mêmes paramètres
que ci-dessus : la forte modulation (30 µeV) observée figure 6.16(d) n’est donc pas comprise
par ce calcul.12

Ce désaccord pourrait provenir des contributions que nous avons négligées. Tout
d’abord, nous avons négligé le couplage de l’onde de spin au courant de spin longitu-
dinal (6.18), pour établir l’expression (6.21) de la susceptibilité de spin. Si l’on avait
tenu compte de ce couplage, on aurait obtenu dans l’Eq. (6.21) des fonctions de réponse
〈〈ĴaZ,q=0; ĴbZ,q=0〉〉ω. Cependant, on montre qu’à la différence des 〈〈Ĵa+,q=0; Ĵb−,q=0〉〉ω, ces
fonctions de réponse sont nulles si l’on néglige le couplage spin-orbite et l’interaction de
Coulomb. Elles correspondent donc à des contributions d’ordre supérieur en α et β.

Un autre type de contributions d’ordre supérieur aurait été obtenu en calculant les

11. On retrouve ainsi une propriété proche de celle de l’Eq. (6.10) : le maximum (minimum) de l’énergie
E0 correspond au minimum (maximum) de la largeur de raie Γ0.

12. On notera que d’après l’Eq. (6.27), le couplage spin-orbite contribue non seulement à la modulation,
mais aussi à la valeur moyenne angulaire 〈Γ0〉 de la largeur de raie. La dissipation augmente donc
avec l’amplitude du couplage spin-orbite. On pourra aussi remarquer que cette contribution à la va-
leur moyenne, qui est d’ordre (αkF)2

Z∗2
~
τ
, a une forme comparable à l’élargissement D’yakonov-Perel —

décrivant la relaxation d’électrons indépendants — longitudinal en présence d’un champ magnétique
extérieur. Celui-ci s’écrit en effet, en notant Ωext la pulsation associée au champ extérieur, et 〈Ω2

SO〉 le
carré de la fréquence de précession associée au champ spin-orbite, ~

T1
' 〈Ω2

SO〉τk
1+(Ωextτk)2

' 〈Ω
2
⊥〉

Ω2
ext

~
τk
, où τk

est le temps de relaxation du vecteur d’onde.
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fonctions de réponse 〈〈Ĵa+,q=0; Ĵb−,q=0〉〉ω en présence de couplage spin-orbite, comme nous
l’avons fait (numériquement) pour la fonction de Lindhard Π↓↑(q, ω) au chapitre précédent.

En tout état de cause, il serait intéressant de calculer ces deux types de corrections :
outre l’amplitude de modulation de la largeur de raie, elles pourraient peut-être expliquer
le léger décalage de phase de la modulation de E0 et Γ0 par rapport aux axes cristallins.

c. Extension du calcul à q 6= 0

Il serait très intéressant également d’étendre le calcul ci-dessus à q 6= 0, afin de com-
prendre l’origine des autres anisotropies mises en évidence expérimentalement. On peut
d’ores et déjà tenter d’en anticiper certains aspects, en calculant le commutateur de Ŝ+,q

(pour q 6= 0) avec le Hamiltonien spin-orbite. L’expression de ce commutateur généralise
immédiatement celle de l’Eq. (6.16) :[

Ŝ+,q, ĤSO

]
=

2mb

~

[
(β cosϕ− α sinϕ) ĴxZ,q + (α cosϕ− β sinϕ) ĴyZ,q

+ (β sinϕ+ α cosϕ) Ĵx+,q + (α sinϕ+ β cosϕ) Ĵy+,q

]
(6.28)

− (q1 cosϕ− q2 sinϕ) n̂q ,

avec q1 = αqy + βqx et q2 = αqx + βqy. Ainsi, le Hamiltonien spin-orbite couple l’onde
de spin de vecteur d’onde q aux courants de spin longitudinal et transverse de même
vecteur d’onde (Eqs. (6.17) et (6.18)), ainsi qu’à la densité de charge n̂q.13 On peut alors
comprendre de la façon suivante l’apparition de termes en q, et la modulation des termes
en q2 de l’énergie et de la largeur de raie.

• Apparition de termes en q dans l’énergie et la largeur de raie :

L’Eq. (6.28) montre que Ŝ+,q est couplé au courant de spin transverse. Ce dernier est à
nouveau couplé, via le Hamiltonien de Coulomb ĤCoul, à Ŝ+,q. Or, en l’absence d’inter-
action spin-orbite, ce dernier couplage fait apparaître le vecteur d’onde q ; on montre en
effet (Ref. [29] et Eq. (C.27)) que :

〈Ĵ+〉qω = −q σ̃+(q,ω)L−2G+−
xc 〈Ŝ+〉qω , (6.29)

où 〈...〉qω désigne la transformée de Fourier spatiale et temporelle, définie dans l’Eq.
(1.40), L2 est la surface du gaz, G+−

xc est le facteur de champ local transverse de l’Eq.
(1.60), qui rend compte des effets Coulombiens d’échange-corrélation dans l’approxima-
tion ALDA, et σ̃+(q, ω) est la conductivité de spin transverse, définie par :

σ̃+ (q, ω) = ~
〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉ω + M0

2mb

−~ω + Z
. (6.30)

En présence de couplage spin-orbite, une équation analogue à l’Eq. (6.29) peut à priori
être obtenue. On obtiendrait alors le mécanisme schématisé figure 6.22(b) : un premier
couplage, via ĤSO, faisant apparaître les constantes spin-orbite α et β (Eq. (6.28)),

13. Ce dernier couplage reflète le mélange des réponses longitudinale et transverse, en présence de couplage
spin-orbite.
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puis un second couplage, via ĤCoul, faisant apparaître G+−
xc q (Eq. (6.29)).14 Au final,

on s’attendrait ainsi à une contribution linéaire en q de type αG+−
xc q et β G+−

xc q dans
l’énergie et la largeur de raie de l’onde de spin.

Il n’est pas évident cependant qu’on parvienne à retrouver par cette voie la notion
de champ spin-orbite collectif. En effet, nous avons montré expérimentalement que les
contributions α̃q et β̃q du champ spin-orbite collectif à la dispersion étaient une fonction
croissante de la densité. Or, le raisonnement simple ci-dessus conduit à des contributions
à l’énergie en αq (Z

∗

Z −1) et βq (Z
∗

Z −1),15 qui sont au contraire des fonctions décroissantes
de la densité électronique. L’émergence du champ spin-orbite collectif repose donc sans
doute sur un ingrédient plus complexe, qu’il nous reste à comprendre.

• Modulation des termes en q2 de l’énergie et de la largeur de raie :

La modulation des termes en q2, observée expérimentalement, peut quant à elle être
anticipée de la façon suivante. On montre que le Hamiltonien cinétique couple l’onde de
spin au courant de spin transverse, via le vecteur d’onde q (cf. Eq. (C.14)) :[

Ŝ+,q, Ĥkin

]
= −~q · Ĵ+,q . (6.31)

Combiné au couplage en G+−
xc q de l’Eq. (6.29), ceci conduit, en l’absence de couplage

spin-orbite, à des termes en G+−
xc q

2 dans la largeur de raie [29] et dans l’énergie [70] :
ce mécanisme est schématisé figure 6.22(c) (voir aussi Annexe C). En tenant compte à
présent du Hamiltonien spin-orbite, on s’attend à ce que les corrections anisotropes à
l’Eq. (6.29) produisent une modulation de ces termes en q2.

6.5 Conclusions

Dans ce chapitre, nous avons répondu à deux questions ouvertes par les chapitres
précédents : la dépendance du facteur de renforcement avec la densité électronique d’une
part, et la superposition du champ spin-orbite collectif avec les autres actions magnétiques
sur le système, d’autre part. Cette étude a été facilitée par l’étude d’un nouvel échantillon,
possédant des constantes de couplage spin-orbite plus élevées et un désordre plus faible
que celui du chapitre 5.

Nous avons d’abord mis en place une nouvelle méthode pour déterminer le champ
spin-orbite collectif (en faisant varier le signe de q plutôt que celui du champ magné-
tique extérieur). Généralisant celle du chapitre précédent, cette méthode permet d’isoler
la contribution du champ spin-orbite collectif des autres anisotropies de la dispersion.

Nous avons ensuite utilisé un faisceau laser secondaire pour faire varier la densité élec-
tronique dans notre échantillon. Nous avons montré que cette "grille optique" permettait
de faire diminuer la densité d’environ 40%. Nous avons observé une forte variation des
constantes de couplage spin-orbite collectives α̃ et β̃ sous l’effet de l’illumination. En cal-
culant les constantes de couplage spin-orbite individuelles, nous avons pu déterminer le

14. En prenant σ̃+(q, ω) à l’ordre 0 en q.
15. Ces expressions sont respectivement obtenues par 2mb

~ αqRe σ̃+(0, 0)L−2 G+−
xc et

2mb
~ βqRe σ̃+(0, 0)L−2 G+−

xc où Re σ̃+(0, 0) est calculé en l’absence de couplage spin-orbite et
d’interaction Coulombienne.
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facteur de renforcement C ' α̃/α ' β̃/β pour différentes valeurs de la densité électronique.
Nous avons montré que le facteur de renforcement augmentait avec la densité électronique,
ce qui est le comportement opposé des renforcements Coulombiens typiques. Combiné aux
valeurs inhabituellement élevées de de ce renforcement, ce résultat démontre l’originalité
des effets de jeu mutuel entre le couplage spin-orbite et l’interaction de Coulomb dans les
modes collectifs de spin.

Par ailleurs, et de façon importante en vue d’applications spintronique, nous avons
démontré que l’on pouvait contrôler de façon reproductible l’amplitude du champ spin-
orbite collectif, comme cela avait été démontré auparavant pour les champs spin-orbite
individuels à l’aide de grilles électriques [88, 127, 94]. Combiné aux valeurs élevées des
constantes spin-orbite mesurées (jusqu’à 100 meVÅ), ce résultat démontre l’intérêt des
effets spin-orbite collectifs pour la manipulation d’excitations de spin portant une infor-
mation logique [89, 15].

Dans une deuxième étude, nous avons mis en évidence de nouvelles anisotropies de
l’onde de spin. Ceci nous a permis d’affiner la modélisation des effets du couplage spin-
orbite sur cette excitation. Nous avons tout d’abord observé une légère anisotropie du
coefficient quadratique de la dispersion. Il existe donc bien un "terme croisé" entre le
champ Zeeman géant et le champ spin-orbite collectif, comme nous l’avions pressenti dans
le chapitre 5 ; mais ce terme croisé reste faible devant le terme "direct", linéaire en q, dû
au champ spin-orbite collectif. Nous avons ensuite montré que l’énergie de l’onde de spin
homogène (q = 0) présentait également une modulation avec l’angle dans le plan, prouvant
la violation du théorème de Larmor par le couplage spin-orbite. Nous avons pu rendre
compte quantitativement de ce phénomène en calculant la susceptibilité de spin transverse
à q = 0, en présence de couplage spin-orbite. Enfin, nous avons montré que la largeur
de raie de l’onde de spin présentait un comportement étroitement corrélé avec celui de
l’énergie. La poursuite du calcul de la susceptibilité de spin transverse à q 6= 0 permettra,
nous l’espérons, de comprendre certaines de ces nouvelles propriétés.





Conclusion générale

En conclusion, nous rappellerons les principaux résultats obtenus dans ce travail. Puis
nous proposerons des prolongements immédiats, et quelques perspectives plus explora-
toires.

Résumé des résultats obtenus

Notre étude s’est inscrite dans le cadre général de l’électronique de spin, via deux
thématiques actuellement en essor : les modes collectifs (ondes) de spin [16, 62], qui sont
des candidats intéressants pour transporter une information de spin [15], et le couplage
spin-orbite, qui permet de générer et manipuler de façon cohérente des populations de spin
en influant sur leur mouvement dans l’espace réel [13, 188, 245]. Au croisement de ces
deux axes de recherche, nous avons étudié les effets du couplage spin-orbite sur les modes
collectifs de spin. La spectroscopie Raman électronique a été utilisée pour sonder les deux
principaux modes collectifs de spin du gaz d’électrons bi-dimensionnel : le plasmon de
spin inter-sous-bande [17], dans des puits quantiques de haute mobilité de GaAs, et l’onde
de spin intra-sous-bande sous champ magnétique [18], dans des puits quantiques semi-
magnétiques dilués de CdMnTe.

Sur cette thématique restée relativement inexplorée, nous avons mis en évidence des
effets surprenants d’organisation et de renforcement des champs spin-orbite par les effets
à N corps [224, 180]. Ces phénomènes étaient inattendus car en règle générale, les champs
spin-orbite, qui dépendent du vecteur d’onde de l’électron, contribuent fortement à la
décohérence des excitations de spin. C’est le mécanisme D’yakonov’-Perel’ [20] : l’axe et la
fréquence de précession varient, d’un électron à l’autre, et pour un même électron quand
son vecteur d’onde diffuse. Nous avons montré que ce scénario D’yakonov’-Perel’, valable
pour en ensemble d’électrons indépendants, était transformé en un autre scénario pour des
électrons participant à un mode collectif [224, 180].

En effet, dans le cas du plasmon de spin inter-sous-bande, le couplage spin-orbite, plu-
tôt que d’élargir le mode collectif, sépare celui-ci en un triplet symétrique. Cet effet de
quantification peut être comparé à l’éclatement de structure fine des niveaux atomiques
discrets des atomes. Nous avons montré que cet éclatement pouvait être compris simple-
ment comme l’effet Zeeman d’un champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q), sur le plasmon de spin
considéré comme un objet quantique macroscopique de spin 1. Ce modèle effectif décrit
très bien les résultats expérimentaux. De plus, ce découpage de l’énergie Zeeman entre un
champ et un moment magnétique n’est pas une notion abstraite : nous avons pu éprouver
sa réalité physique. En effet, le champ spin-orbite collectif peut être superposé à un champ
magnétique extérieur : c’est alors le champ magnétique total, donné par l’addition vecto-
rielle des deux champs, qui gouverne la dynamique de l’excitation. Nous avons également
montré que le champ spin-orbite collectif était renforcé d’un facteur de plusieurs unités (5
pour l’échantillon étudié) par rapport aux champs spin-orbite individuels. Ce renforcement
est surprenant car bien supérieur aux renforcements Coulombiens typiques des quantités
de spin [67, 218, 26, 62], et notamment celui prédit pour les constantes de couplage spin-
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orbite [31–33]. Ceci suggère l’existence d’un mécanisme original de type coopératif entre
les effets spin-orbite et Coulombiens.

Nous avons ensuite interrogé la généralité de ce phénomène d’organisation et de renfor-
cement des effets spin-orbite. Pour cela, nous avons étudié l’onde de spin du gaz d’électrons
polarisé en spin, dans un puits quantique magnétique dilué de CdMnTe. Cette situation
diffère de la situation précédente à la fois par la nature du gaz (polarisé en spin contre
non-polarisé) et par celle des transitions électroniques (intra-sous-bande contre inter-sous-
bande). Or, nous avons montré que des effets spin-orbite collectifs tout à fait analogues
gouvernaient cette excitation. Une forte modulation de l’énergie de l’onde de spin se pro-
duit en fonction de l’orientation du vecteur d’onde q dans le plan du puits quantique.
Pour en rendre compte, nous avons étendu la validité du modèle précédent : l’onde de spin
peut être décrite comme un objet de spin 1, qui précesse dans le champ total donné par la
somme du champ spin-orbite collectif Bcoll

SO (q) et du champ Zeeman géant (dû à l’interaction
d’échange des porteurs avec les ions Mn). Ce résultat généralise la propriété de superpo-
sition du champ collectif, démontrée précédemment pour le cas d’un champ externe, à un
autre type d’action magnétique. Nous avons également consolidé, par comparaison expéri-
mentale directe, le résultat du renforcement (ici égal à 6.5) du champ spin-orbite collectif
par rapport aux champs spin-orbite individuels. Au final, les puits quantiques de CdMnTe
nous sont apparus comme un système de choix pour l’étude future et la fonctionnalisation
éventuelle des effets spin-orbite collectifs.

Poursuivant ainsi l’étude de ce système, nous avons montré la possibilité de contrô-
ler l’amplitude du champ spin-orbite collectif, en faisant varier la densité électronique à
l’aide d’un faisceau laser secondaire. Nous avons ainsi démontré dans le domaine optique,
et pour les effets spin-orbite collectifs, un équivalent des expériences de contrôle électrique
des champs spin-orbite individuels. Cette "grille optique" nous a permis d’étudier la dé-
pendance du facteur de renforcement avec la densité électronique (i.e. avec l’intensité des
effets Coulombiens), sur un même échantillon. Nos résultats démontrent que ce facteur de
renforcement croît avec la densité électronique, comme l’énergie d’échange. Ce compor-
tement est opposé à celui des renforcements Coulombiens typiques. Combiné aux valeurs
élevées du renforcement, ce résultat révèle une nouvelle propriété des effets de jeu mutuel
entre le couplage spin-orbite et les interactions Coulombiennes sur la dynamique de spin
des systèmes conducteurs. Enfin, dans une dernière étude nous avons affiné la modélisation
des effets spin-orbite sur l’onde de spin : nous avons mis en évidence l’existence d’un faible
"terme croisé" entre le champ spin-orbite collectif et le champ Zeeman géant ; nous avons
observé, et justifié théoriquement la violation du théorème de Larmor par le couplage spin-
orbite ; enfin, nous avons mis en évidence une forte anisotropie de la largeur de raie. Le
calcul de la susceptibilité de spin transverse, en présence de couplage spin-orbite, permet
d’expliquer les principaux mécanismes physiques à l’origine de ces phénomènes originaux.

Nous détaillons à présent quelques prolongements et perspectives de ce travail.

Prolongements immédiats de ce travail

Notre travail appelle, à court terme, les prolongements suivants :
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• Concernant le renforcement du champ spin-orbite collectif, sa variation avec la
densité électronique, mise en évidence au chapitre 6, pourra être consolidée. Il faudrait
pour cela reproduire les expériences de "grille optique" sur l’échantillon étudié au cha-
pitre 5, lequel permettait de déterminer expérimentalement les constantes de couplage
spin-orbite individuelles (par le spectre des excitations individuelles). Au-delà, on notera
qu’une expérience décisive, mais plus délicate, consisterait à utiliser un ensemble de deux
grilles électriques. Ceci permettrait de faire varier la densité à potentiel de confinement
constant [149, 127], afin d’isoler complètement l’influence de la densité électronique sur
le facteur de renforcement.

• Sur le plan théorique, la compréhension de ce mécanisme de renforcement n’est pas
complète. Nous avons vu au chapitre 4 que des calculs en théorie de la fonctionnelle de
densité de spin dépendant du temps reproduisaient correctement l’ordre de grandeur de
ce renforcement, pour le plasmon de spin inter-sous-bande (section 4.3.1). La collabora-
tion théorique avec C. Ullrich se poursuit pour étendre ce résultat au cas de l’onde de
spin du gaz d’électrons polarisé. Au-delà, il serait souhaitable de parvenir à capturer la
physique essentielle de ce renforcement à l’aide d’une théorie analytique. Il faudrait en
effet pouvoir préciser le modèle de mécanisme coopératif entre le couplage spin-orbite et
l’échange Coulombien, que nous avons esquissé section 6.3.2.

• D’un point de vue expérimental, les effets spin-orbite collectifs pourraient également être
étudiés dans le domaine temporel. Notre équipe collabore avec celle de D. Scalbert
(Laboratoire Charles Coulomb), qui a débuté un projet de mesure par mélange à 4
ondes (spectroscopie de réseau transitoire de spin) de la dispersion de l’onde de spin des
puits quantiques de CdMnTe. L’Annexe A.2 présente les résultats d’une partie de ces
expériences, auxquelles j’ai participé en juin-juillet 2012. La mesure de la dispersion a
depuis été presque obtenue. A terme, il serait donc extrêmement intéressant d’étudier par
cette technique les effets spin-orbite sur la dispersion et le temps de vie de l’excitation,
afin de compléter nos résultats Raman.

• L’exploration de la généralité de l’organisation et du renforcement des champs
spin-orbite individuels pourra être poursuivie en étudiant d’autres modes collectifs de
spin :

– L’onde de spin des gaz d’électrons 1D, dans les fils quantiques de semi-
conducteurs, se présente comme un candidat naturel compte tenu de l’expérience
acquise par notre équipe sur ces systèmes (F. Perez et al., Refs. [166–168, 176]). Avant
nos résultats sur les effets spin-orbite, nous avions d’ailleurs débuté des recherches
sur l’onde de spin des fils quantiques, sous l’angle de la séparation spin-charge : cf.
Annexe A.1. Ce travail expérimental n’a pas abouti, mais de nouveaux échantillons
(fils quantiques de CdMnTe) pourraient relancer cette recherche et ouvrir à l’étude
des effets spin-orbite sur les ondes de spin 1D.

– Les isolants topologiques, comme Bi2Se3 [246], sont également des candidats très
attractifs pour l’étude des effets spin-orbite collectifs. Les états de surface de ces sys-
tèmes sont conducteurs, et constituent un "liquide hélicoïdal" où le spin et le vecteur
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d’onde des électrons possèdent une corrélation précise — de manière analogue à l’ef-
fet Rashba de la bande de conduction des semi-conducteurs que nous avons étudiés.
Les modes collectifs de basse énergie des isolants topologiques, qui sont des modes
mixtes spin-charge, ont été étudiés théoriquement [247], mais non encore observés à
notre connaissance. Nous avons débuté des expériences Raman sur Bi2Se3 (collabora-
tion avec M. Eddrief à l’INSP), mais qui n’ont pas pour l’instant permis l’observation
d’un signal dû aux excitations électroniques. Cette étude va être poursuivie sur de
nouveaux échantillons.

Nous évoquons à présent quelques perspectives à plus long terme de ce travail de thèse.

Perspectives à plus long terme

Nous avons présenté au chapitre 2 un certain nombre d’applications spintronique des
effets spin-orbite à 1 particule. Les effets spin-orbite à N corps démontrés dans ce manuscrit
pourraient-ils étendre ces applications, ou en susciter de nouvelles ? Nous discuterons à titre
d’exemple la viabilité de deux applications : le contrôle d’aimantation ferromagnétique par
effet spin-orbite, et le transistor de spin de Datta et Das.

• Il a récemment été montré que les champs spin-orbite individuels pouvaient être
utilisés pour contrôler l’aimantation des semi-conducteurs ferromagnétiques comme
GaMnAs [248]. En effet, le champ spin-orbite induit par le passage d’un courant non-
polarisé (cf. section 2.3.1) peut modifier de façon dynamique la polarisation de spin des
porteurs de charge (trous dans le cas de GaMnAs), permettant de renverser l’aimantation
des impuretés magnétiques de Mn via l’interaction d’échange p− d [8].

Pourrait-on exploiter le fort renforcement du champ spin-orbite collectif Bcoll
SO (q), associé

à un mode collectif de spin, pour étendre les possibilités de ce contrôle d’aimantation ?
La réponse est malheureusement négative : les champs spin-orbite, individuels comme
collectifs, n’apparaissent que dans le référentiel des électrons en mouvement. Les électrons
participant à un mode collectif voient certes un champ fortement renforcé, qui organise
leur dynamique, mais ce champ n’agit pas de façon directe sur les entités extérieures à
l’excitation, comme les moments magnétiques d’impuretés. Les applications ne doivent
donc pas être cherchées dans cette direction.

En revanche, l’effet intrinsèque du champ spin-orbite collectif sur la dynamique de spin
des porteurs pourrait être exploité pour réaliser un effet transistor :

• On rappelle que dans le transistor de spin proposé par Datta et Das [89], la modulation
d’un courant est obtenue en faisant précesser les spins autour du champ spin-orbite
Rashba, dont la force est contrôlée par une grille. L’angle de rotation de spin après
une distance parcourue L est ∆θ = 2mbLα/~2, où mb est la masse de l’électron et
α la constante de couplage Rashba. Ce transistor nécessite un transport balistique des
électrons : α doit donc être suffisamment élevé pour qu’une rotation ∆θ de π soit atteinte
sur une distance L inférieure au libre parcours moyen.
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Or, dans le chapitre 6, nous avons mesuré des constantes de couplage spin-orbite col-
lectives (α̃ et β̃) jusqu’à ∼ 100 meVÅ (section 6.3.2) : ces valeurs élevées représentent
clairement un atout. De plus, nous avons montré que ces constantes de couplage pou-
vaient être contrôlées de façon reproductible. On pourrait donc imaginer un transistor
à mode collectif de spin, où la précession du spin macroscopique est contrôlée par
l’amplitude du vecteur d’onde q, ou par celle de α̃ et β̃. On notera que de ce point
de vue, le plasmon de spin inter-sous-bande présente (par rapport à l’onde de spin de
CdMnTe) l’avantage de ne pas nécessiter l’application d’un champ magnétique externe.

En fait, un tel schéma de transistor est très proche des réalisations actuelles (mais n’uti-
lisant pas les effets spin-orbite) dans le domaine de la magnonique, où une information
est encodée soit dans la phase, soit dans l’amplitude de l’onde de spin d’un isolant
magnétique [15, 249].

Toutefois, on notera deux inconvénients applicatifs des modes collectifs de spin, qui néces-
sitent au préalable d’être surmontés. Le premier concerne l’injection d’un mode collectif
dans un conducteur. En effet, alors que l’injection d’un courant polarisé en spin (cas du
transistor Datta et Das) via une électrode ferromagnétique [109], ou l’excitation de l’onde
de spin d’un isolant (cas d’un transistor magnonique) par une antenne inductive [15],
sont actuellement bien maîtrisées, l’excitation d’un mode collectif de spin de vecteur
d’onde bien défini dans un conducteur n’est pas encore une technique contrôlée. Le se-
cond désavantage des modes collectifs de spin des conducteurs, par rapport à ceux des
isolants, tient à leur forte relaxation de Gilbert lors de la propagation. Cette relaxation
provient du couplage de l’onde de spin à des courants de spin dissipatifs (phénomène
du spin Coulomb drag [192, 193] dans le cas du plasmon de spin inter-sous-bande, et
phénomène d’élargissement cinétique [29] dans le cas de l’onde de spin du gaz polarisé).

Ce dernier inconvénient pourrait être contourné par une réduction de dimensionnalité.
En effet, le couplage aux courants dissipatifs est fortement inhibé à 1 dimension (cf.
Annexe A.1). Ceci redouble l’intérêt à étudier les effets spin-orbite sur les modes collectifs
de spin dans les fils quantiques, et continuer ainsi l’exploration des effets fascinants de
jeu mutuel entre le couplage spin-orbite et les interactions Coulombiennes.





Annexe A

Autres travaux entrepris sur les
modes collectifs de spin

Nous présentons ici deux autres travaux sur les modes collectifs de spin, menés au
cours de ce travail de thèse. Nous avons préféré, par souci de légèreté du manuscrit, les
faire figurer en Annexe :

• La section A.1 présente un projet de mise en évidence de l’inhibition de la relaxation
de l’onde de spin du gaz d’électrons polarisé en spin, lorsque que l’on passe du
cas 2D (puits quantiques) étudié expérimentalement dans ce manuscrit, au cas 1D (fils
quantiques). Nous présentons un calcul prédisant une diminution d’un facteur 2 à 3 de
la relaxation.

• La section A.2 présente les résultats d’un séjour (juin-juillet 2012) dans le groupe de
D. Scalbert (Laboratoire Charles Coulomb, Montpellier). J’ai eu l’opportunité de par-
ticiper à des expériences de mélange à 4 ondes (spectroscopie de réseau tran-
sitoire de spin), visant à mettre en évidence la dispersion de l’onde de spin des
puits quantiques de CdMnTe.

A.1 Inhibition de la relaxation de l’onde de spin du gaz 1D
polarisé en spin

Nous avons vu au chapitre 6 que l’onde de spin intra-sous-bande du gaz d’électrons 2D
polarisé en spin (étudiée dans les puits quantiques de CdMnTe), possédait une largeur de
raie parabolique avec q (cf. figure 6.17(b)).

Nous avons attribué le terme linéaire en q à l’effet du couplage spin-orbite. Quant au
terme quadratique en q, son origine a été démontrée théoriquement dans la Ref. [29]. Cette
étude, reprise dans l’Annexe C.5, montre que pour q 6= 0 l’onde de spin s’accompagne d’un
courant de spin transverse. On rappelle en effet que le commutateur de l’opérateur d’onde
de spin Ŝ+,q avec le Hamiltonien cinétique s’écrit :[

Ŝ+,q, Ĥkin

]
= −

∑
k

(εk+q − εk) c+
k+q↑ck↓ = −~q · Ĵ+,q , (A.1)

où εk = ~2k2

2mb
(avec mb la masse de conduction), c+

kσ (ckσ) est l’opérateur de création
(annihilation) d’un état de vecteur d’onde k et de spin σ, et Ĵ+,q est le courant de spin
transverse :

Ĵ+,q =
~
mb

∑
k

(
k +

q

2

)
c+
k+q↑ck↓ . (A.2)
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Or, ce dernier n’est pas conservé par le Hamiltonien de Coulomb : les excitations indivi-
duelles (SPE transverses) c+

k+q↑ck↓ qui le composent se déphasent lors de la propagation
(cf. Eq. (C.8)). Nous avons rappelé dans la section 6.4.3 comment ce mécanisme (cf. fi-
gure 6.22(c)) conduisait à un élargissement cinétique en q2 de l’onde de spin.

Cependant, l’Eq. (A.1) fait apparaître un cas particulier pour lequel ce couplage au
courant de spin transverse disparaît : le cas d’un système 1D avec dispersion li-
néaire εk = ~vk, c’est-à-dire le cas d’un liquide de Lüttinger [250].1 Dans ce cas en
effet, [Ŝ+,q, Ĥkin] = −~vq Ŝ+,q, et l’onde de spin est conservée. En l’absence de couplage
spin-orbite, son équation du mouvement s’écrit en effet :

i~
d

dt
Ŝ+,q = −(Z + ~vq) Ŝ+,q , (A.3)

de sorte que l’élargissement cinétique disparaît. On peut interpréter cette propriété comme
une conséquence de la séparation spin-charge dans un liquide de Lüttinger.2

Mais la dispersion électronique d’un système réel, comme un fil quantique semi-
conducteur, n’est pas purement linéaire, elle possède une légère courbure : ce n’est donc
pas un liquide de Lüttinger au sens strict. Il existe en fait un crossover entre les modèles
de Fermi et Lüttinger. Il a été montré [251] qu’un fil quantique semi-conducteur de densité
usuelle, à température et désordre finis, peut se trouver dans la partie Fermi de ce cros-
sover. En tout état de cause, les expériences Raman sur ces systèmes n’ont pas permis de
trancher catégoriquement entre les deux modèles [164, 167, 168, 252]. En conclusion, pour
l’onde de spin intra-sous-bande d’un fil quantique semi-conducteur, on s’attend à ce que
l’élargissement cinétique soit réduit par rapport au cas 2D, sans pour autant disparaître
totalement, comme ce serait le cas pour un pur liquide de Lüttinger. Nous avons voulu
tester cette prédiction intuitive.

Notre équipe a une forte expérience de spectroscopie Raman sur les fils quantiques de
GaAs [166–168, 176]. Les échantillons qui ont été étudiés sont des réseaux de fils quantiques,
obtenus par gravure profonde de puits quantiques (analogues à ceux étudiés au chapitre
4 de ce manuscrit). Ces fils ont une épaisseur donnée par l’épaisseur du puits quantique
initial (18 nm), et une largeur qui varie, selon les échantillons, entre 1000 et 30 nm. La
limite quantique, i.e. l’occupation d’une seule sous-bande, est atteinte pour les fils de
60 nm [167, 168].

Le projet initial (en collaboration avec l’Institut Néel de Grenoble) était de réaliser
le même type de technologie à partir de puits quantiques de CdMnTe. En effet, comme
nous l’avons vu, CdMnTe est un système modèle pour l’étude de l’onde de spin du gaz
d’électrons polarisé. Cette technologie s’est cependant avérée extrêmement complexe, et
des échantillons suffisamment propres pour une étude optique n’ont pas pu être obtenus.

1. Le modèle de Tomonaga-Lüttinger est la diagonalisation exacte d’un Hamiltonien approché, obtenu en
linéarisant la dispersion électronique des électrons libres, et en négligeant l’existence de sous-bandes
de confinement. Les excitations de basse énergie de ce modèle 1D sont purement collectives : ce sont
des bosons correspondant à un mode collectif de charge et un mode collectif de spin, respectivement.
Les deux modes se déplacent avec des vitesses différentes.

2. Dans un liquide de Lüttinger, il n’existe pas d’excitations individuelles. Ainsi, si l’on injecte un électron
dans le système, sa charge et son spin se "séparent" immédiatement en une onde de charge et une onde
de spin, se déplaçant avec des vitesses différentes. L’onde de spin est donc "pure de spin", et n’est pas
soumise aux mécanismes de dissipation qui affectent la charge.
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Nous nous sommes donc tournés vers nos échantillons historiques de fils GaAs. J’ai ainsi
commencé, au début de ce travail de thèse, des expériences Raman pour rechercher l’onde
de spin sous champ magnétique de ces fils quantiques. Ces recherches (2 mois) n’ont pas
débouché : sans doute du fait de la dégradation des échantillons (fabriqués il y a une quin-
zaine d’années), et sans doute aussi du fait de la difficulté générale à observer l’onde de spin
intra-sous-bande sans l’appui de l’effet Zeeman géant des semi-conducteurs magnétiques
dilués.

Parallèlement, nous avons entrepris des calculs afin de prédire la diminution de largeur
de raie cinétique que l’on pouvait attendre dans un fil, par rapport à un puits quantique.
Ces calculs, qui sont une adaptation de ceux de la Ref. [29], utilisent une description de type
liquide de Fermi, avec une dispersion électronique parabolique εk = ~2k2/2mb. Confirmant
le raisonnement ci-dessus, ils prédisent un facteur de réduction de l’ordre de 2 de la largeur
de raie lorsqu’on passe du cas 2D au cas 1D. Je présente dans le reste de cette section ce
travail théorique.

A.1.1 Calcul de l’élargissement cinétique de l’onde de spin 1D

A la différence des calculs du chapitre 6, nous négligeons ici le couplage spin-orbite,
puisque nous sommes uniquement intéressés par le terme d’origine cinétique dans la largeur
de raie de l’onde de spin. Le Hamiltonien considéré est donc la somme de contributions
cinétique, Coulombienne, et Zeeman :

Ĥ = Ĥkin + ĤCoul + ĤZ =
∑
i

p̂2
i

2mb
+

1

2

∑
i 6=j

e2

4πεrε0 |r̂i − r̂j |
+
Z

2

∑
i

σ̂i,z , (A.4)

où εr est la constante diélectrique relative, σ̂z est la matrice de Pauli (Eq. (1.38)) selon l’axe
de quantification z, aligné avec le champ magnétique extérieur, et les indices i, j repèrent
les N électrons du gaz. Z est l’éclatement Zeeman, qui vaut simplement Z = gµBBext (avec
g le facteur gyromagnétique et µB la magnéton de Bohr) dans le cas d’un fil quantique non-
magnétique de GaAs (pour un fil quantique de CdMnTe, Z serait donné par l’Eq. (5.1), en
remplaçant simplement γQW par γ1D, la probabilité de présence d’un électron dans le fil.)

En utilisant la base des ondes planes {|kσ〉}, où k désigne le vecteur d’onde selon
la direction du fil, et σ la projection du spin sur z, ce Hamiltonien s’écrit en seconde
quantification :

Ĥ =
∑
kσ

~2k2

2mb
c+
kσckσ +

1

2L

∑
q 6=0,k,k′

σ,σ′

V 1D
q c+

k+qσc
+
k′−qσ′ck′σ′ckσ + Z Ŝz,q=0 , (A.5)

où c+
kσ (ckσ) est l’opérateur de création (annihilation) d’un état de vecteur d’onde k et de

spin σ, et L est la longueur du fil. V 1D
q est la transformée de Fourier quasi-1D du potentiel

Coulombien, que nous calculerons ci-dessous.
En adaptant au cas 1D les calculs de la Ref. [29] (cf. Annexe C.5), on obtient pour

l’expression de la susceptibilité de spin transverse (cf. Eq. (C.35)) :

χ+−(q, ω) =
1

2

2M0/~− q2 σ̃+(q, ω)

ω + ω0 + L−1G1D
xc q

2 σ̃+(q, ω)
, (A.6)
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où M0 = 〈Ŝz,q=0〉0 est la densité de spin dans l’état fondamental, et ω0 = Z/~. D’autre
part, σ̃+(q, ω) est la conductivité de spin transverse, définie par

σ̃+ (q, ω) =
〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉ω + M0

2mb

−ω + ω0
, (A.7)

en utilisant la notation de l’Eq. (1.35). G1D
xc est le facteur de champ local transverse (iden-

tique au facteur G+−
xc de l’Eq. (1.60), mais ici pour le cas 1D), qui rend compte des effets

Coulombiens d’échange-corrélation dans l’approximation ALDA. Son expression est :

G1D
xc =

2

n1Dζ

∂ε1D
xc

∂ζ
, (A.8)

où n1D = N/L est la densité électronique linéique du fil, ε1D
xc (rs, ζ) est l’énergie d’échange-

corrélation par particule dans l’état fondamental du gaz 1D (cf. section 1.3.4), avec ζ la
polarisation de spin, et rs = (2n1Da

∗
B)−1 le rayon de Wigner-Seitz 1D (distance moyenne

entre électrons, en unités du rayon de Bohr effectif a∗B de l’Eq. (1.15)).
L’élargissement cinétique Γkin(q) de l’onde de spin s’obtient à partir de la partie ima-

ginaire de la susceptibilité de spin transverse par [253, 29] :

Γkin(q) =
~2ω3

0

M0
lim
ω→0

Imχ+−(q, ω)

ω
. (A.9)

Puisque les vecteurs d’onde q accessibles expérimentalement sont petits devant kF, on
cherche seulement le terme dominant en q de cet élargissement. Compte tenu de l’expres-
sion (A.6), il suffit de développer σ̃+ à l’ordre 1 en ω et à l’ordre 0 en q : σ̃+(q,ω) '
σ̃+(0,0) + ω σ̃′+ (0,0), où σ̃′+ = ∂σ̃+

∂ω . Il vient :

Γ1D
kin(q) =

~2ω3
0

2M0

[
q2 σ′+

ω0 + L−1G1D
xc q

2 σ+
+

(
2M0
~ − q

2 σ+

) (
1 + L−1G1D

xc q
2 σ′+

)
(ω0 + L−1G1D

xc q
2 σ+)2

]
, (A.10)

où l’on a posé σ+ = Im σ̃+(0,0) et σ′+ = Im σ̃′+(0,0). On obtient, à l’ordre dominant en q :

Γ1D
kin(q) = q2 ~2ω0

2M0

[
−σ+ + ω0 σ

′
+ +

2M0

~
L−1G1D

xc

(
σ′+ − 2

σ+

ω0

)]
. (A.11)

La dernière étape consiste à évaluer Im σ̃+(q, ω). D’après l’Eq. (A.7) :

Im σ̃+(q, ω) =
Im〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉ω

−ω + ω0
. (A.12)

Pour calculer la fonction de réponse courant-courant 〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉ω, nous faisons l’ap-
proximation G1D

xc = 0. On a alors :

〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉G
1D
xc =0

ω =
~2

m2
b

∑
k

(
k+

q

2

)2 f(εk+q↑)− f(εk↓)

~ω + iη + εk+q − εk + Z∗
, (A.13)

où
η =

~
τ

(A.14)



A.1 Inhibition de la relaxation de l’onde de spin du gaz 1D polarisé en spin 163

rend compte du temps de vie fini τ des excitations individuelles (SPE) transverses du fait
de la diffusion sur le désordre et sur les autres électrons, f est la fonction de Fermi, et
Z∗ = Z + 2∂ε

1D
xc
∂ζ est l’énergie Zeeman renormalisée par l’interaction Coulombienne (cf.

Eq. (5.3)).
La limite q → 0 de l’Eq. (A.13) s’écrit, à température nulle :

lim
q→0
〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉G

1D
xc =0

ω =
~2

m2
b

L

2π

∫
k2 f(εk↑)− f(εk↓)

~ω + iη + Z∗
2dk

=
~2

m2
b

L

2π

1

~ω + iη + Z∗
−2ζ(3 + ζ2)

3
k3
F , (A.15)

où l’on a utilisé le fait que kF↑(↓) = kF(1± ζ) à 1D. Ainsi,

Im σ̃+(0,ω) =
N

mb

ζ(3 + ζ2)

3

1

−ω + ω0

EF τ/~
[(ω + ω∗0) τ ]2 + 1

, (A.16)

où N est le nombre d’électrons, EF l’énergie de Fermi, et ω∗0 = Z∗/~. On obtient ensuite :

σ+ =
N

mb

ζ(3 + ζ2)

3

EF

~ω0

τ

(ω∗0τ)2 + 1
et σ′+ = −σ+

(
1

ω0
+

2ω∗0τ
2

(ω∗0τ)2 + 1

)
. (A.17)

En réinjectant dans l’Eq. (A.11), on obtient finalement pour l’élargissement cinétique :

Γ1D
kin(q) = q2 ~2

mb

(
1 +

ζ2

3

)
ωF τ

(ω∗0τ)2 + 1

[
3
ω∗0
ω0

+
(ω∗0τ)2 − 1

(ω∗0τ)2 + 1

]
, (A.18)

avec ωF = EF/~.

Comparaison entre les cas 1D et 2D

Nous souhaitons comparer ce résultat à celui obtenu pour le cas 2D (cf. Ref. [29] et
Eq. (C.38)) :

Γ2D
kin(q) = q2 ~2

mb ζ

ω∗0τ

(ω∗0τ)2 + 1

[
3
ω∗0
ω0

+
(ω∗0τ)2 − 1

(ω∗0τ)2 + 1

]
. (A.19)

Pour cela, nous nous intéressons à la grandeur adimensionnée

λ1D,2D =
Γ1D,2D

kin

2Z
, (A.20)

qui est la constante de Gilbert associée à l’élargissement cinétique (cf. Eq. (C.40)).
Pour effectuer une comparaison pertinente, nous décidons de comparer les cas 1D et 2D
à mêmes rs et ζ, et à mêmes vecteur d’onde et temps de désordre normalisés : q̃ = q/kF,
et τ̃ = ω∗0τ = Z∗/η. En fonction de ces quantités adimensionnées, on montre que les
constantes de Gilbert s’écrivent respectivement :

λ1D = q̃2 1 + ζ2

3

4 ζ2

τ̃

τ̃2 + 1

(
3
Z∗

Z

∣∣∣∣
1D

+
τ̃2 − 1

τ̃2 + 1

)
Z∗

Z

∣∣∣∣
1D

, (A.21)

λ2D = q̃2 1

2ζ2

τ̃

τ̃2 + 1

(
3
Z∗

Z

∣∣∣∣
2D

+
τ̃2 − 1

τ̃2 + 1

)
Z∗

Z

∣∣∣∣
2D

, (A.22)
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où le renforcement Coulombien de l’énergie Zeeman s’écrit [70] :

Z∗

Z

∣∣∣∣
1D,2D

=

(
1− r2

s

2

1

ζ

∂ε1D,2D
xc

∂ζ

)−1

. (A.23)

Le rapport entre les constantes de Gilbert 1D et 2D vaut

λ1D

λ2D

(
rs, ζ, τ̃

)
=

1 + ζ2

3

2

(
3Z
∗

Z

∣∣
1D

+ τ̃2−1
τ̃2+1

)
Z∗

Z

∣∣
1D(

3 Z∗

Z

∣∣
2D

+ τ̃2−1
τ̃2+1

)
Z∗

Z

∣∣
2D

. (A.24)

Dans le cas 2D, l’énergie d’échange-corrélation ε2D
xc est connue précisément par les

calculs Monte-Carlo de Attaccalite et al. [67]. Le cas 1D est plus complexe, car l’énergie
d’échange-corrélation dépend explicitement de la forme du confinement. En effet, il n’existe
pas de cas strictement 1D du point du vue Coulombien : la transformée de Fourier pu-
rement 1D du potentiel en e2/r diverge. Cette dernière ne peut être définie que pour un
système quasi-1D de section transverse petite, mais finie. Il existe un résultat Monte-Carlo,
datant de 2009, de l’énergie d’échange-corrélation résolue en spin à 1D : cette Ref. [254] a
traité le cas d’un confinement cylindrique harmonique. Cette situation ne correspond pas
exactement à celle de nos échantillons, qui comme nous l’avons dit, consistent en des "ru-
bans" dont la largeur est au moins trois fois supérieure à l’épaisseur. Nous allons calculer
la transformée de Fourier quasi-1D V 1D

q pour le potentiel de confinement de nos fils, afin
de voir dans quelle mesure elle diffère de celle du confinement harmonique.

A.1.2 Transformée de Fourier quasi-1D du potentiel Coulombien

On modélise la fonction enveloppe de nos fils quantiques de la façon suivante (en sup-
posant que le problème est séparable dans le plan transverse au fil) :

• Selon la direction de gravure, notée x, une gaussienne correspondant à un confinement
harmonique de pulsation ωh :

ϕ(x) =
(mbωh

π~

) 1
4

e−
mbωh

2~ x2
=

(
2a

π

) 1
4

e−ax
2
où a =

mbωh
2~

. (A.25)

• Selon la direction perpendiculaire (axe de croissance du puits quantique initial), notée
y, la fonction enveloppe correspondant à un puits carré infini de largeur d :

χ(y) =


√

2
d cos(πdy) si |y| ≤ d

2

0 si |y| > d
2

. (A.26)

En notant q le vecteur d’onde selon la direction du fil (z), et q sa valeur algébrique,
on montre que la transformée de Fourier quasi-1D V 1D

q , définie dans le Hamiltonien (A.5),
s’écrit :

V 1D
q =

∫
dxdx′dydy′ϕ2(x)ϕ2(x′)χ2(y)χ2(y′)

∫
dze−iqz

e2

4πεrε0
√

(x− x′)2 + (y − y′)2 + z2
.
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Confinement harmonique b=1.065

Fil quantique de GaAs étudié (18 nm x 60 nm)

Fig. A.1. Transformée de Fourier quasi-1D du potentiel Coulombien : pour le fil quantique de
GaAs étudié (rouge) et pour un confinement harmonique de paramètre b = 1.065 (voir texte).

En faisant les changements de variable {(x− x′ → u, x→ x), (y − y′ → v, y → y)} puis
(u→ r cos θ, v → r sin θ), il vient

V 1D
q =

e2

4πεrε0

4a

π

∫
rdrdθdxdy K0(qr) e−2a(x2+(x−r cos θ)2)χ2(y)χ2(y − r sin θ) , (A.27)

où K0 est la fonction de Bessel modifiée d’ordre 0 [255]. On obtient finalement le résultat
sous la forme d’une intégrale double :

V 1D
q =

e2

4πεrε0

√
4a

π

∫
dre−ar

2
rK0(qr)

∫
dθear

2 sin2 θg(r sin θ) , (A.28)

où la fonction g(v) est une intégrale calculable analytiquement :

g(v) =


∫ d/2−v
−d/2 dy χ2(y)χ2(y − v) si 0 ≤ v < d∫ d/2
−d/2−v dy χ

2(y)χ2(y − v) si −d < v ≤ 0

0 sinon

. (A.29)

L’échantillon qui nous intéresse, correspondant à un réseau de fils de largeurs nomi-
nales 60 nm, atteignant la limite quantique, a été étudié dans la Ref. [176]. La pulsation du
confinement harmonique (direction x) a été évaluée à ωh = 2.3× 1012 rad/s, et l’épaisseur
selon la direction y vaut d = 18 nm. En utilisant ces paramètres, le calcul numérique du
potentiel adimensionné Ṽ 1D

q = V 1D
q /Ry∗a∗B (où Ry∗ est le Rydberg effectif, cf. Eq. (1.16))

en fonction du vecteur d’onde adimensionné q̃ = qa∗B est montré figure A.1 par la courbe
rouge. Il est comparé (cf. courbe noire) à l’expression Ṽ 1D

q = 2E1(b2q̃2)eb
2q̃2 (où E1 est la

fonction exponentielle-intégrale3), correspondant au cas du confinement cylindrique har-
monique V (x, y) = x2+y2

4b2
Ry∗

a∗B
2 traité dans l’étude Monte-Carlo de la Ref. [254]. La courbe

noire correspond au meilleur ajustement, obtenu pour b = 1.065. On constate que l’accord

3. Définie par E1(x) =
∫∞
x

e−t

t
dt.
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entre les deux potentiels est très bon : nous allons donc pouvoir utiliser en très bonne
approximation la paramétrisation de ε1D

xc (rs, ζ) faite pour b = 1 dans la Ref. [254].

A.1.3 Effet de la dimensionnalité sur l’élargissement cinétique

Nous commençons par comparer le renforcement Coulombien Z∗

Z de l’énergie Zeeeman,
donné par l’Eq. (A.23). Pour le cas 2D, on considère un puits quantique de même épaisseur
que notre fil quantique, soit 18 nm. La figure A.2(a) montre la variation de Z∗

Z en fonction
de ζ (à rs = 2) et la figure A.2(b) montre la variation en fonction de rs (à ζ = 0.1). On
constate que pour les échantillons que nous comparons, l’influence de la dimensionnalité
sur Z∗

Z est modérée.
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Fig. A.2. Renforcement Z∗/Z de l’énergie Zeeman (cf. Eq. (A.23)) : (a) en fonction de la pola-
risation de spin ζ (à rs = 2) ; et (b) en fonction de rs (à ζ = 0.1), pour les cas 1D et 2D décrits
dans la légende.

Ainsi, d’après l’expression (A.24), le rapport λ1D/λ2D entre les constantes de Gilbert
cinétiques va être essentiellement gouverné par le préfacteur (1 + ζ2

3 )/2, qui est proche de
0.5. Pour le vérifier, la figure A.3 compare λ1D et λ2D, pour un vecteur d’onde q̃ = 0.05

(correspondant au vecteur d’onde typique sondé en Raman), un désordre typique τ̃ = 10,
et les mêmes valeurs de rs et ζ que la figure A.2. La figure A.3(a) montre que la constante
de Gilbert cinétique est, à densité fixée, une fonction décroissante de la polarisation de
spin. Cette variation a, dans le cas 2D, été validée expérimentalement par notre équipe
(Ref. [29]) sur des puits quantiques de CdMnTe. La divergence pour ζ → 0 s’explique par
le fait que l’onde de spin disparaît progressivement dans le continuum des SPE transverses
lorsque l’énergie Zeeman (donc la polarisation de spin) diminue (cf. figure 1.5(c)). Notre
calcul montre que cette divergence existe aussi dans le cas 1D4, mais on retrouve le fait
que la constante de Gilbert 1D est toujours environ 2 à 3 fois plus faible que la constante
de Gilbert 2D. Cette propriété est également constatée sur la figure A.3(b), montrant la
variation en fonction de rs.

Enfin, la figure A.4 montre le rapport λ1D/λ2D de l’Eq. (A.24), pour deux valeurs du
désordre : τ̃ = 10 (limite propre) et τ̃ = 1 (limite sale). On constate que le niveau de

4. Dans le cas d’un liquide de Lüttinger, on s’attendrait à ce que cette divergence disparaisse, puisqu’il
n’existe pas de continuum de SPE. Mais nous avons ici considéré un liquide de Fermi.
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désordre a une influence négligeable.
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Fig. A.3. Constante de Gilbert cinétique λ = Γkin

2Z , pour un vecteur d’onde q̃ = 0.05 et un désordre
τ̃ = 10 : (a) en fonction de la polarisation de spin ζ (à rs = 2) ; et (b) en fonction de rs (à ζ = 0.1),
pour les cas 1D et 2D décrits dans la légende.
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Fig. A.4. Rapport λ1D/λ2D des constantes de Gilbert cinétiques à 1D et 2D (pour le même q̃) :
(a) en fonction de la polarisation de spin ζ (à rs = 2) ; et (b) en fonction de rs (à ζ = 0.1), pour
τ̃ = 10 et τ̃ = 1.

Conclusion

En conclusion, nous avons montré théoriquement que la réduction de dimensionnalité
s’accompagne d’une inhibition de l’élargissement cinétique de l’onde de spin du gaz d’élec-
trons polarisé. Intuitivement, cette réduction correspond au fait que le système se rapproche
d’un liquide de Lüttinger, pour lequel, du fait de la dispersion électronique linéaire, le cou-
plage de l’onde de spin au courant de spin disparait totalement (cf. Eq. (A.3)). On retrouve
d’ailleurs ce résultat en faisant 1/mb = 0 (courbure nulle) dans l’expression (A.18) de la
relaxation cinétique. Si le système se situe dans la partie liquide de Fermi du crossover
(du fait d’interactions Coulombiennes faibles, de la température et du désordre [251]),
cette diminution n’est pas totale, mais est tout de même d’un facteur 2 à 3. Cette prédic-
tion désigne les fils quantiques semi-conducteurs comme des candidats intéressants pour le
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transport d’information par onde de spin.

A.2 Mesure de la dispersion de l’onde de spin de CdMnTe
par mélange à 4 ondes

[Coll. groupe D. Scalbert, Laboratoire Charles Coulomb]

Aux chapitres 5 et 6 de ce manuscrit, nous avons étudié l’onde de spin des puits quan-
tiques dopés de CdMnTe, dans le domaine fréquentiel. Cette excitation peut également être
étudiée dans le domaine temporel. Le groupe de D. Scalbert (Laboratoire Charles Coulomb,
Montpellier) utilise la rotation Kerr résolue en temps [27, 28], et la spectroscopie de réseau
transitoire de spin (Transient Spin Grating, TSG) pour cette étude.

Alors que la rotation Kerr résolue en temps donne accès à la dynamique du mode
homogène (q = 0), la spectroscopie TSG, basée sur un mélange à 4 ondes, doit en principe
permettre d’accéder à la dynamique en q 6= 0 de l’onde de spin, et donc d’en mesurer
la dispersion. Mais cette mesure n’a jamais été réalisée dans la littérature. Lors de mon
travail de thèse, le groupe (D. Scalbert, M. Vladimirova, S. Cronenberger, Z. Ben Cheikh)
avait débuté des recherches dans ce sens, mais bien que le transfert d’un vecteur d’onde q

soit prouvé, aucune variation de fréquence avec q n’était observée dans la barre d’erreur :
la dispersion apparaissait plate.

Parmi les explications envisagées, la modulation angulaire de la dispersion de l’onde de
spin par les effets spin-orbite collectifs, mise en évidence dans ce manuscrit, est apparue
comme une cause possible de la difficulté à mesurer la dispersion. En effet, pour certaines
directions de transfert du vecteur d’onde q, la dispersion est faible et peut passer sous la
barre d’erreur. A l’inverse, il est possible de choisir la direction maximisant la dispersion,
afin de faciliter la mesure. Dans ce contexte, j’ai eu l’opportunité de participer pendant 6
semaines (juin-juillet 2012) aux expériences du groupe de D. Scalbert. Je présente ici les
résultats obtenus à cette période ; ceux-ci n’ont pas permis de conclure, mais notons que
le groupe a récemment obtenu des résultats très encourageants, en suivant une autre piste
que celle des effets spin-orbite.

A.2.1 Principe

Nous décrivons d’abord brièvement les deux techniques expérimentales utilisées par le
groupe pour l’étude de l’onde de spin des puits quantiques de CdMnTe.

a. Rotation Kerr résolue en temps

Dans cette expérience, un faisceau impulsionnel de pompe, polarisé circulairement,
déclenche la précession des spins électroniques. L’évolution temporelle de cette précession
est sondée par l’effet Kerr magnéto-optique : une impulsion de sonde polarisée linéairement,
arrivant avec un retard contrôlé, voit son plan de polarisation tourner lors de la réflexion, du
fait de la différence d’indice optique entre les ondes polarisées droite et gauche (dichroïsme
circulaire). L’angle de rotation de la polarisation est proportionnel à l’aimantation selon
la direction de propagation de la sonde, i.e. l’axe de croissance du puits quantique.
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Dans ce cas, ce sont les excitations de spin homogènes (q = 0) qui sont sondées ; plus
précisément, il a été montré que seule l’onde de spin (et non les excitations individuelles)
contribue au signal [27, 28].

b. Spectroscopie de réseau transitoire de spin

La spectroscopie TSG [256, 193, 106] fait quant à elle intervenir un second faisceau
de pompe. Les deux impulsions pompes, faisant un angle θ entre elles, interfèrent à la
surface de l’échantillon : cf. figure A.5. Elles y créent un motif d’intensité et d’hélicité
de photon, qui dépend de θ et de la polarisation des deux faisceaux. Si ces derniers sont
polarisés orthogonalement5, l’intensité du motif est uniforme6, mais l’hélicité est modulée
avec une période 2π/q, où q = 4π

λ sin θ
2 et λ est la longueur d’onde des pompes (dégénérées).

Ce réseau d’hélicité se convertit en un réseau de spin, par orientation optique [110] ou
mécanisme Raman impulsionnel [257, 171].7

L’évolution temporelle de ce réseau de spin est alors sondée par un troisième faisceau,
arrivant avec un retard τ contrôlable. Ce faisceau de sonde est diffracté par la variation
de l’indice local de réfraction induite par le réseau de spin. L’efficacité de diffraction est
proportionnelle au carré de l’aimantation selon la direction de la sonde, qui coïncide ici
avec l’axe de croissance du puits quantique. Un champ magnétique Bext est appliqué dans
le plan du puits quantique (configuration Voigt), parallèlement à q (à la différence de nos
expériences Raman, où Bext ⊥ q). On s’attend donc à un signal diffracté oscillant dans le
temps, reflétant la précession du réseau de spin des électrons itinérants.8

Dans le cas de CdMnTe, on s’attend à ce que le réseau d’hélicité excite, en plus d’un ré-
seau d’excitations individuelles (SPE) incohérentes, deux ondes de spin de vecteurs d’onde
q et −q. Le signal associé à l’une ou l’autre de ces ondes de spin peut être sélectionné. En
faisant varier l’amplitude de q, la dispersion de l’onde de spin devrait ainsi pouvoir être
reconstruite.

A.2.2 Résultats

a. Identification du mode par comparaison avec la rotation Kerr résolue en
temps

Les mesures présentées ici portent sur le même échantillon (101008A) que celui étudié
au chapitre 5 de ce manuscrit par spectroscopie Raman. La figure A.6 montre un ensemble
de traces temporelles TSG, obtenues pour |Bext| = 5.5 T. Comme attendu, le signal est
oscillatoire, reflétant la précession des spins électroniques autour du champ magnétique

5. Polarisations linéaires croisées, ou contra-circulaires.
6. A l’échelle du spot d’excitation ; elle correspond au profil d’intensité gaussien du spot.
7. Dans ce cas, le mode de photon de fréquence ωi d’une des pompes est dépeuplé au profit du mode

ωs de l’autre pompe. Si les deux impulsions sont polarisées orthogonalement, le processus génère une
excitation de spin.

8. La contribution des trous et des Mn au signal diffracté est à priori négligeable. En effet, le spin des
trous photocréés relaxe en quelques picosecondes [258], sans précesser, du fait du couplage trou lourd–
trou léger induit par le confinement [259] et le champ magnétique [231]. Quant aux spins des Mn, leur
contribution est généralement très faible, sauf lorsque leur fréquence de précession est résonante avec
l’onde de spin électronique [28].
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Fig. A.5. Schéma de principe de la spectroscopie de réseau transitoire de spin (TSG). a, 2 impul-
sions pompes synchrones, contra-polarisés, créent un réseau d’hélicité de période q, qui se convertit
en un réseau de spin électronique dans l’échantillon. Une impulsion sonde, arrivant après un délai
ajustable τ , diffracte sur ce réseau, avec une efficacité proportionnelle au carré de l’aimantation
totale selon sa direction de propagation. b, L’angle θ entre les directions d’incidence kP1

et kP2
des

impulsions pompes, définit le vecteur d’onde du réseau q = 4π
λ sin θ

2 , où λ est la longueur d’onde
incidente. Pris de [213].

Bext ‖ q. Puisque le signal mesuré est proportionnel au carré de l’aimantation selon l’axe
de croissance, la fréquence d’oscillation correspond au double de la fréquence de précession,
et le temps de décroissance de l’enveloppe exponentielle correspond à la moitié du temps
de vie de l’excitation.

On s’intéresse d’abord à la situation q = 0.87 µm−1. Les fréquences de précession
extraites pour une série de valeurs de champ magnétique sont présentées sur la figure A.7,
par les symboles rouges. Elles sont comparées aux valeurs déduites des mesures Raman
(noir) et de rotation Kerr résolue en temps (bleu), correspondant toutes deux à q = 0.

On constate que les fréquences de précession déduites de la spectroscopie TSG sont
identiques, dans la barre d’erreur, à celles mesurées en rotation Kerr. Celles-ci, à leur
tour, se comparent bien avec les valeurs Raman : elles ne diffèrent que par le fait que
la température des Mn est plus élevée pour les mesures impulsionnelles (Kerr et TSG,
3.3 K) que pour les mesures Raman continues (2 K). Ceci confirme que c’est bien l’onde
de spin électronique qui est sondée en TSG ; il ne peut s’agir des SPE, dont la fréquence
de précession Z∗/h est au moins 20% supérieure.

Cependant, les mesures TSG présentées ici ne permettent pas de mettre en évidence une
variation de fréquence avec q. La figure A.8 montre en effet que jusqu’à q = 1.5 µm−1 (le
vecteur d’onde maximum atteint pour cette campagne de mesures), les fréquences mesurées
restent identiques à celles mesurées en rotation Kerr à q = 0, dans la barre d’erreur, ici
évaluée à 2.5%.9

9. Sur les traces temporelles de la figure A.6, 20 oscillations sont résolues. On estime la précision sur
la position des dernières oscillations à une demi-période. La différence relative minimale de fréquence
détectable est donc proche de 0.5/20 = 2.5%.
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Fig. A.6. Intensité diffractée par le réseau de spin en fonction du délai pompe-sonde τ . L’oscillation
reflète la précession des spins autour du champ extérieur Bext, appliqué parallèlement au vecteur
d’onde du réseau q. L’intensité diffractée est proportionnelle au carré de l’aimantation selon l’axe
de croissance. La puissance moyenne des faisceaux pompes est PP = 45 µW, et celle du faisceau
sonde PS = 35 µW.

b. Direction de transfert de q : effets spin-orbite collectifs

Les effets spin-orbite collectifs décrits au chapitre 5 pourraient être responsables d’un
aplatissement de la dispersion, expliquant la difficulté pour la mettre en évidence. D’après
le modèle de l’Eq. (5.11), pour un champ magnétique Bext appliqué parallèlement à q, on
montre que la dispersion est donnée par :

E± (q, ϕ) '
∣∣Z − fq2

∣∣± 2β̃q cos 2ϕ (A.30)

On notera que la modulation angulaire de cette dispersion est en opposition de phase avec
celle pour Bext ⊥ q (cf. Eq. (5.15)), que nous avons étudiée au chapitre 5.

En utilisant les valeurs expérimentales de Z, f et β̃ déduites partie 5.2.5, on trace
figure A.8 les dispersions minimale et maximale, correspondant aux géométries représen-
tées sur le panneau de droite. Les deux premiers signaux (rose et orange) de la figure A.6
correspondent à la situation à priori la plus favorable pour observer la dispersion ; la va-
riation relative de fréquence prédite est de 2% entre q = 0 µm−1 et q = 1.5 µm−1, et de
3% entre q = 0.87 µm−1 et q = 1.5 µm−1. En inversant le sens du champ magnétique
(signaux orange et vert), la variation attendue est de 3% également. Ces variations restent,
néanmoins, à la limite de la barre d’erreur.

c. Résultats récents obtenus par le groupe

Le groupe de D. Scalbert a ensuite réalisé de nombreuses expériences complémentaires,
en faisant varier le champ magnétique, les conditions de résonance, ainsi que les conditions
d’échauffement de l’échantillon. En utilisant une lentille de plus grande ouverture, le vecteur
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Fig. A.7. Comparaison des fréquences de précession de l’onde de spin, déduites des mesures Raman
(noir) et de rotation Kerr résolue en temps (bleu), pour q = 0, et de la spectroscopie TSG, pour
q = 0.87 µm−1 (rouge). Les courbes sont des ajustements à l’Eq. (5.1).

d’onde q a pu être augmenté jusqu’à 2.3 µm−1. Ces expériences ont confirmé que c’est bien
le mode d’onde de spin qui est sondé : le régime de couplage fort avec le mode de précession
des Mn a pu être mis en évidence, comme il l’avait été auparavant en rotation Kerr résolue
en temps [27, 28]. Enfin très récemment, la correction des effets d’échauffement a permis
de mettre en évidence une légère dispersion de l’onde de spin. Cette dispersion est toutefois
moins prononcée que celle mesurée en spectroscopie Raman.

Deux pistes sont actuellement envisagées pour expliquer cet "aplatissement" de la dis-
persion. Cet aplatissement pourrait provenir, d’une part, d’une interférence destructive
entre les deux modes d’onde de spin +q et −q, qui sont ici générés de façon cohérente,
à la différence de la spectroscopie Raman continue. Une autre piste d’explication tient à
la forte puissance crête des impulsions, qui génère à résonance une densité d’excitations
individuelles (SPE) beaucoup plus grande qu’en Raman, à fluence égale. Pour détermi-
ner si ce facteur pourrait être responsable de l’aplatissement de la dispersion, nous avons
prévu des mesures Raman en modulant l’intensité du laser incident. L’objectif est, à fluence
constante, d’obtenir des densités de puissances crêtes se rapprochant le plus possible des
conditions de l’expérience TSG, et de déterminer si cet effet aplatit la dispersion. L’obser-
vation expérimentale TSG de la dispersion serait alors confirmée.
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Fig. A.8. Fréquences de précession de l’onde de spin en fonction de q : les courbes noires sont
des prédictions tenant compte des effets spin-orbite collectifs (Eq. (A.30)), d’après les paramètres
expérimentaux f, α̃ et β̃ extraits de la figure 5.8 ; elles correspondent aux 2 géométries représentées
à droite, donnant respectivement les dispersions minimale et maximale. Les symboles correspondent
aux données expérimentales de rotation Kerr (bleu) et de spectroscopie de réseau de spin (rouge).





Annexe B

Interaction spin-orbite : compléments
de calcul

Cette annexe regroupe des compléments de calcul sur l’interaction spin-orbite. La sec-
tion B.1 présente une dérivation du Hamiltonien spin-orbite à 1 particule de Pauli. La
section B.2 aborde le traitement des effets spin-orbite d’un système de N électrons en
interaction.

B.1 Dérivation du Hamiltonien spin-orbite à 1 particule

Nous présentons ici une dérivation intuitive, proposée notamment par Sakurai [75], du
Hamiltonien spin-orbite de Pauli de l’Eq. (2.5).

On rappelle le cadre général du problème, présenté dans la section 2.1 du manuscrit.
L’équation de Dirac pour un électron placé dans un potentiel V stationnaire s’écrit :[

cαD ·p + βDm0c
2 + V

]
ψ = εψ , (B.1)

où αD et βD sont les matrices de Dirac :

αD =

(
0 σ

σ 0

)
et βD =

(
12×2 0

0 12×2

)
, (B.2)

avec σ le vecteur des matrices de Pauli (Eq. (1.38)), et 12×2 la matrice identité 2 × 2.
Dans l’Eq. (B.1), c est la vitesse de la lumière, m0 la masse de l’électron dans le vide,
et ψ désigne un spineur (matrice colonne) à 4 composantes. Ce spineur est composé de 2
sous-parties :

ψ =

(
ψA

ψB

)
, (B.3)

dont l’ordre de grandeur est très différent pour des vitesses non relativistes. ψA a en effet
des valeurs supérieures à ψB par un facteur de l’ordre de

(
v
c

)−2, où v est la vitesse de
l’électron. Le but est de dériver une équation aux valeurs propres effective pour ψA.

L’Eq. (B.1) est équivalente au système d’équations couplées :

σ ·p ψB =
1

c
(ε̃− V )ψA , (B.4)

σ ·p ψA =
1

c
(ε̃− V + 2m0c

2)ψB , (B.5)
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où on a posé ε̃ = ε−m0c
2. En injectant la seconde équation dans la première, il vient :[

σ ·p
(

c2

ε̃− V + 2m0c2

)
σ ·p

]
ψA = (ε̃− V )ψA . (B.6)

Dans le dénominateur du membre de gauche, la quantité ε̃− V est, pour des vitesses non
relativistes, petite devant 2m0c

2 : (ε̃−V )/(2m0c
2) ≈ (v/c)2. On fait donc un développement

au premier ordre par rapport à ce petit paramètre :

c2

ε̃− V + 2m0c2
≈ 1

2m0

(
1− ε̃− V

2m0c2

)
. (B.7)

Enfin, pour dériver un Hamiltonien effectif à partir de l’Eq. (B.1), il reste à normaliser la
fonction d’onde. En effet, ψA n’est pas normalisée à l’unité ; seule ψ l’est :∫ (

ψ†AψA + ψ†BψB

)
dr = 1 . (B.8)

Mais, d’après l’Eq. (B.5), on a ψB ≈ σ ·p
2m0c

ψA (toujours à l’ordre
(
v
c

)2). La condition de
normalisation (B.8) se réécrit donc∫ (

ψ†A

(
1 +

p2

4m2
0c

2

)
ψA

)
dr ≈ 1 . (B.9)

On posera donc la fonction d’onde normalisée :

ψ̃ =
[
1 + p2/(8m2

0c
2)
]
ψA (B.10)

En injectant l’Eq. (B.10) dans l’Eq. (B.4), et après quelques manipulations simples, il
vient : [

p2

2m0
+ V+

~
4m2

0c
2

(σ ×∇V ) ·p− p4

8m3
0c

2
+

~2

8m2
0c

2
∆V

]
ψ̃ = ε̃ψ̃ . (B.11)

Cette équation est l’Eq. (2.4) du manuscrit, dont le troisième terme est le terme spin-orbite
de Pauli.

B.2 Traitement relativiste de l’interaction Coulombienne

Le calcul ci-dessus s’est limité à un électron isolé. Comment traiter à présent des effets
spin-orbite pour des électrons en interaction ? On pourrait songer à décrire chaque élec-
tron par un Hamiltonien de Dirac, puis inclure les interactions électroniques par le terme
coulombien électrostatique en

∑
(1/rij). C’est le Hamiltonien de Dirac-Coulomb :

ĤDC =
∑
i

ĤiDirac +
1

2

∑
i 6=j

e2

4πε0rij
, (B.12)

avec
ĤiDirac = cαD,i · (pi + eA(ri)) + βDm0c

2 + V (ri) , (B.13)
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où les indices i, j repèrent les N électrons du gaz, rij = ri − rj , et les matrices de Dirac
αD et βD sont données par l’Eq. (B.2).

Cependant, cette approche n’est pas totalement cohérente : le terme spin-orbite est
relativiste à l’ordre

(
v
c

)2, alors que la loi de Coulomb n’est rigoureusement valable que
pour des charges immobiles (v = 0). Un traitement relativiste complet (invariant par
transformation de Lorentz) du problème de deux électrons en interaction est donné par
l’équation de Bethe et Salpeter [260]. Breit avait quant à lui proposé un Hamiltonien,
approximé à l’ordre

(
v
c

)2, mais facilement généralisable à N électrons [261, 262] :

ĤDCB =
∑
i

ĤiDirac +
1

2

∑
i 6=j

e2

4πε0rij
+

1

2

∑
i 6=j

B̂ij , (B.14)

où

B̂ij = −

(
αD,i ·αD,j

rij
+

(αD,i · rij) (αD,j · rij)
r3
ij

)
, (B.15)

en unités atomiques. Ce Hamiltonien de Dirac-Coulomb-Breit ĤDCB permet d’incorporer
des effets de retard ainsi que des effets magnétiques. Il contient notamment les interactions
suivantes :

• Un terme spin-orbite à 2 corps :

ĤSO2 = − 1

8c2

∑
i 6=j

(
σi ×

rij
r3
ij

)
·pi (B.16)

• Un terme spin-autre-orbite :

ĤSoO =
1

4c2

∑
i 6=j

(
σi ×

rij
r3
ij

)
·pj (B.17)

La prise en compte de ces termes permet de traiter sur un plan d’égalité (i.e. toutes deux
à l’ordre (v/c)2) l’interaction spin-orbite et l’interaction coulombienne, dans un problème
à N corps.

Le Hamiltonien ĤDCB est couramment utilisé en physique atomique [263] et molécu-
laire [264], où il prédit des corrections énergétiques et des effets dynamiques accessibles à
l’expérience. En physique de solides, ĤDCB a été incorporé dans le formalisme de la théorie
de la fonctionnelle de densité (cf. section 1.4.4) par MacDonald et Vosko [265]. Cepen-
dant, il n’y a pas encore eu à notre connaissance de mise en évidence expérimentale des
corrections associées.





Annexe C

Energie et largeur de raie de l’onde
de spin du gaz 2D polarisé en spin

Cette Annexe présente une synthèse des travaux théoriques de notre équipe, publiés
dans les Refs. [70, 29, 52, 30], sur les propriétés du gaz d’électrons 2D polarisé en spin
dans les puits quantiques de CdMnTe. Nous détaillons les calculs analytiques, utilisant la
méthode des équations du mouvement et l’approximation ALDA (Adiabatic Local Density
Approximation, cf. section 1.4.4), qui démontrent les propriétés suivantes :

• Le renforcement Coulombien de l’énergie Zeeman (|Z∗| > |Z|) des électrons de
conduction,
• La dispersion quadratique E(q) = Z − fq2 de l’onde de spin,
• La largeur de raie quadratique Γ(q) = Γ0 + Γ2 q

2 de l’onde de spin.

Dans ces calculs, le couplage spin-orbite est négligé. Nous avons débuté dans la section 6.4.3
de ce manuscrit la généralisation de ce calcul pour inclure le couplage spin-orbite.

C.1 Hamiltonien du gaz d’électrons

En traitant le couplage entre le gaz d’électrons et les spins localisés des Mn dans
l’approximation de champ moyen (cf. section 5.1.1), et en négligeant le couplage spin-
orbite, le Hamiltonien total du gaz est la somme de contributions cinétique, Coulombienne,
et Zeeman :

Ĥ = Ĥkin + ĤCoul + ĤZ =
∑
i

p̂2
i

2mb
+

1

2

∑
i 6=j

e2

4πεrε0 |r̂i − r̂j |
+
Z

2

∑
i

σ̂i,z , (C.1)

où εr ' 10.0 et mb ' 0.105 m0 (avec m0 la masse de l’électron dans le vide) sont la
constante diélectrique relative et le masse de bas de bande de conduction dans CdTe, σ̂z
est la matrice de Pauli selon l’axe de quantification z, aligné avec le champ magnétique
extérieur, et les indices i, j repèrent les N électrons du gaz. L’éclatement Zeeman Z est
donné par l’Eq. (5.1). Par souci de simplicité, nous restreignons la discussion ci-dessous au
cas Z > 0 ; les résultats se généralisent aisément au cas Z < 0.

En utilisant la base des ondes planes {|k‖σ〉}— que l’on notera plus simplement {|kσ〉}
— ce Hamiltonien s’écrit en seconde quantification :

Ĥ =
∑
kσ

~2k2

2mb
c+
kσckσ +

1

2L2

∑
q 6=0,k,k′

σ,σ′

Vq c
+
k+qσc

+
k′−qσ′ck′σ′ckσ + Z Ŝz,q=0 , (C.2)
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où c+
kσ (ckσ) est l’opérateur de création (annihilation) d’un état de vecteur d’onde k et de

spin σ, et L2 est la surface du gaz. On a posé Vq = F (q) e2

2εrε0q
, la transformée de Fourier bi-

dimensionnelle du potentiel Coulombien, avec F (q) un facteur de forme prenant en compte
le potentiel de confinement [61]. Le terme q = 0 de la somme dans le terme Coulombien
n’apparaît pas, car on suppose la présence d’un fond de charge positive uniforme dû aux
ions, qui le compense exactement (modèle du jellium [62]).

On a noté Ŝz,q la composante longitudinale de la transformée de Fourier1 de l’opérateur
densité de spin Ŝ(r̂) = 1

2

∑
i σ̂i δ (r̂−r̂i). On a :

Ŝz,q =
1

2

∑
k

(
c+
k+q↑ck↑ − c

+
k+q↓ck↓

)
. (C.3)

On définit de façon similaire la transformée de Fourier de l’opérateur densité de spin
transverse Ŝ+(r̂) = Ŝx(r̂) + i Ŝy(r̂) :

Ŝ+,q =
∑
k

c+
k+q↑ck↓︸ ︷︷ ︸
v̂k,q

. (C.4)

Dans l’expression de Ŝ+,q, l’opérateur v̂k,q = c+
k+q↑ck↓, appliqué à l’état fondamental

du gaz, fait transiter un électron de spin ↓ et de vecteur d’onde k, vers un état ↑ de
vecteur d’onde k + q : c’est donc un opérateur de création d’excitation individuelle (SPE)
transverse (cf. sections 1.4.1 et 5.3.2). Ŝ+,q est une superposition cohérente de telles SPE
de spin de vecteur d’onde q : c’est donc l’opérateur de création d’une onde de spin de
vecteur d’onde q.

C.2 Equation du mouvement des SPE

On souhaite calculer l’énergie Zeeman Z∗ d’un état à 1 particule, renormalisée par les
interactions. Cette énergie est définie comme la variation de l’énergie totale du gaz lors du
retournement de spin d’un électron, sans modification de son vecteur d’onde. C’est donc
l’énergie associée à l’action de l’opérateur v̂k,q=0 = c+

k↑ck↓. Pour la déterminer, nous allons
établir l’équation du mouvement de v̂k,q en représentation de Heisenberg2 :

i~
d

dt
v̂k,q =

[
v̂k,q, Ĥ

]
. (C.5)

On montre facilement que les Hamiltoniens cinétique et Zeeman conservent la dynamique
des SPE : [

v̂k,q, Ĥkin + ĤZ

]
= − (εk+q − εk + Z) v̂k,q , (C.6)

où on a posé εk = ~2k2

2mb
.

1. Définie par Ŝq =
∫
Ŝ(r̂)eiq · rd2r =

∑
i

σ̂ie
iq · r̂i .

2. Soit, pour un opérateur Â quelconque, Â(t) = e
itĤ
~ Âe

−itĤ
~ , où Ĥ est le Hamiltonien du système.
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En revanche, le Hamiltonien de Coulomb couple chaque SPE à des multipaires de spin
total +1 :[
v̂k,q, ĤCoul

]
= L−2

∑
q′ 6=0,k′,σ

Vq′
(
c+
k+q+q′↑ck′σc

+
k′−q′σck↓

)
−L−2

∑
q′ 6=0,k′,σ

Vq′
(
c+
k+q↑ck′σc

+
k′−q′σck−q′↓

)
.

(C.7)
On traite cette dynamique par une approximation de type RPA (Random Phase Approxi-
mation) : on ne conserve dans les sommes du membre de droite que les termes s’écrivant
comme le produit d’un opérateur de SPE v̂k,q par un opérateur nombre n̂kσ = c+

kσckσ,
puis on remplace n̂kσ par sa valeur moyenne 〈n̂kσ〉0 dans l’état fondamental (on se place
à température nulle). Dans ce cas, le facteur Coulombien Vq doit être remplacé par un
facteur de champ local (local field factor) transverse G+−

xc , pour tenir compte du champ
dynamique d’échange créé par les autres électrons [62]. On négligera la dépendance de
G+−

xc en fréquence d’une part, et en vecteur d’onde, d’autre part — cette dernière approxi-
mation revient à traiter l’interaction Coulombienne comme une interaction de contact :
Vq = G+−

xc = cste(q). Cette approximation se justifie ici par le fait que q � kF.
Par ailleurs, du fait des interactions électroniques, le temps de vie des états kσ devient

fini. La théorie du spin Coulomb drag (SCD) permet de calculer cet élargissement Coulom-
bien des états à 1 particule. On note qu’à la différence du plasmon de spin inter-sous-bande
(cf. section 4.2.3), ce sont ici les degrés de spin perpendiculaires (et non parallèles) à la
direction de quantification qui sont affectés (SCD transverse) [253, 29].

On peut également à ce stade inclure le désordre de façon phénoménologique : les
deux contributions (SCD et désordre) sont additives [253]. L’élargissement total des états
à 1 particule, η = ηSCD + ηdis, est alors pris en compte par l’introduction d’une partie
imaginaire iη en facteur de v̂k,q.

Au final, on obtient pour la dynamique approchée de v̂k,q :

i~
d

dt
v̂k,q = −

(
εk+q − εk + Z + 2L−2G+−

xc 〈Ŝz,q=0〉0 − iη
)
v̂k,q

− L−2G+−
xc

(
〈n̂k↓〉0 − 〈n̂k+q↑〉0

)
Ŝ+,q , (C.8)

où 〈...〉0 désigne la moyenne dans l’état fondamental de Ĥ. Cette expression fait apparaître
l’énergie des SPE, comme la partie réelle du préfacteur de v̂k,q :

~ωSPE(k,q) = εk+q − εk + Z + 2L−2G+−
xc 〈Ŝz,q=0〉0 . (C.9)

Ainsi,
Z∗ ≡ ~ωSPE(k,0) = Z + 2L−2G+−

xc 〈Ŝz,q=0〉0 . (C.10)

Par identification avec le résultat ALDA des Eqs. (1.59) et (1.60) (Refs. [73, 70]),
on obtient alors

G+−
xc =

2

n2Dζ

∂εxc

∂ζ
, (C.11)

où εxc(rs, ζ) est l’énergie d’échange-corrélation par particule dans l’état fondamental,
connue précisément par la méthode Monte-Carlo (cf. section 1.3.5) et ζ =

N↓−N↑
N↓+N↑

est
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la polarisation de spin (avec Nσ la densité de spin σ). En injectant l’Eq. (C.11) dans
l’Eq. (C.10), et en utilisant le fait que 〈Ŝz,q=0〉0 = N

2 ζ, on obtient :

Z∗ = Z + 2
∂εxc

∂ζ
, (C.12)

c’est-à-dire l’Eq. (5.3). Cette expression décrit adéquatement le renforcement Z∗/Z déter-
miné expérimentalement, notamment en spectroscopie Raman [26, 70, 29, 51].

C.3 Equation du mouvement de l’onde de spin

Pour déterminer l’énergie et la largeur de raie de l’onde de spin, on calcule à présent la
dynamique de l’opérateur Ŝ+,q. Les Hamiltoniens de Coulomb et Zeeman conservent Ŝ+,q :[

Ŝ+,q, ĤCoul + ĤZ

]
= −Z Ŝ+,q . (C.13)

En revanche, le Hamiltonien cinétique couple Ŝ+,q au courant de spin transverse Ĵ+,q :[
Ŝ+,q, Ĥkin

]
= −

∑
k

(εk+q − εk) c+
k+q↑ck↓ = −~q · Ĵ+,q , (C.14)

où
Ĵ+,q =

~
mb

∑
k

(
k +

q

2

)
c+
k+q↑ck↓ . (C.15)

L’équation du mouvement de Ŝ+,q est donc :

i~
d

dt
Ŝ+,q = −Z Ŝ+,q − ~q · Ĵ+,q . (C.16)

Ainsi, pour q 6= 0, l’onde de spin est associée à la circulation d’un courant de spin (al-
ternatif). Or, ce dernier n’est pas conservé par le Hamiltonien de Coulomb : il se sépare
en excitations individuelles c+

k+q↑ck↓. Comme nous l’avons vu ci-dessus (cf. Eq. (C.8)), ces
dernières ont un temps de vie fini η/~, associé à la diffusion sur le désordre et sur les autres
électrons (η = ηSCD + ηdis). Au final, le courant de spin dissipe, entraînant le dissipation
de l’onde de spin. On parlera d’élargissement cinétique, puisque le couplage au courant
de spin provient du Hamiltonien cinétique (Eq. (C.14)).

Avant de détailler le calcul de cet élargissement cinétique, nous présentons le calcul,
plus simple, de l’énergie de l’onde de spin.

C.4 Dispersion de l’onde de spin

Nous avons vu dans la section 1.4 que les énergies des modes collectifs sont données par
les pôles des fonctions de réponse appropriées. Pour l’onde de spin étudiée ici, la fonction
de réponse pertinente est la susceptibilité de spin transverse :

χ+−(q, ω) = 〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω , (C.17)
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où la notation 〈〈Â; B̂〉〉ω, définie par l’Eq. (1.35), désigne la composante de Fourier ω de
la réponse d’une observable Â à une perturbation linéairement couplée à B̂ [62]. Toute
fonction de réponse admet les équations du mouvement suivantes :

−~ω〈〈Â; B̂〉〉ω = 〈〈[Â, Ĥ]; B̂〉〉ω + 〈[Â, B̂]〉0 (C.18)

= −〈〈Â; [B̂, Ĥ]〉〉ω + 〈[Â, B̂]〉0 . (C.19)

En appliquant l’Eq. (C.18) à la définition (C.17), et en utilisant l’équation du mouve-
ment (C.16), il vient :

− ~ω〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω = −Z〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω
−
∑
k

(εk+q − εk)〈〈c+
k+q,↑ck,↓; Ŝ−,−q〉〉ω + 2〈Ŝz,q=0〉0 (C.20)

En appliquant à nouveau l’Eq. (C.18) à 〈〈c+
k+q,↑ck,↓; Ŝ−,−q〉〉ω, et en utilisant cette fois

l’équation du mouvement (C.8), on obtient :

− ~ω〈〈c+
k+q,↑ck,↓; Ŝ−,−q〉〉ω =

(
εk − εk+q − Z∗ + iη

)
〈〈c+

k+q,↑ck,↓; Ŝ−,−q〉〉ω
− L−2G+−

xc

(
〈n̂k↓〉0 − 〈n̂k+q↑〉0

)
〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω + 〈c+

k+q,↑ck+q,↑ − c+
k,↓ck,↓〉0 , (C.21)

soit encore :

〈〈c+
k−q,↑ck,↓; Ŝ−,−q〉〉ω =

〈n̂k,↓〉0 − 〈n̂k+q,↑〉0
εk − εk+q − Z∗ + ~ω + iη

(
1 + L−2G+−

xc 〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω
)
.

(C.22)
En réinjectant cette équation dans l’Eq. (C.20), et après quelques manipulations simples,
on obtient le résultat exact (correspondant à l’Eq. (1.59) du chapitre 1) :

χ+−(q, ω) =
Π↓↑(q, ω)

1−G+−
xc Π↓↑(q, ω)

. (C.23)

On a donc relié la fonction de réponse des électrons en interaction à la fonction de réponse
d’électrons indépendants, la fonction de Lindhard Π↓↑(q, ω), donnée par l’Eq. (1.25) :

Π↓↑(q, ω) =
1

L2

∑
k

f(εk↓)− f(εk+q↑)

εk↓ − εk+q↑ + ~ω + iη
, (C.24)

où εkσ = ~2k2

2mb
+ σZ

∗

2 , et f désigne la fonction de Fermi.
Le pôle de 〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω correspond à la partie réelle du zéro du dénominateur

1−G+−
xc Π↓↑(q, ω). L’énergie E(q) de l’onde de spin est donc donnée par :

1−G+−
xc Re Π↓↑(q, E(q)/~) = 0 . (C.25)

En développant Π↓↑(q, ω) à l’ordre dominant en q, et à température nulle, on montre [70]
que :

E(q) = Z − 1

ζ

Z

Z∗ − Z
~2

2mb
q2 . (C.26)

Cette expression (C.26), isotrope et quadratique, décrit bien la dispersion mesurée en
spectroscopie Raman [26, 70, 29, 51], pour q � kF , hors de la résonance avec le mode de
Mn d’énergie gµBBext, et dans des conditions de faible couplage spin-orbite.



184 C Energie et largeur de raie de l’onde de spin du gaz 2D polarisé en spin

C.5 Largeur de raie de l’onde de spin

Pour calculer à présent la largeur de raie de l’onde de spin, revenons à l’équation du
mouvement (C.16) de l’opérateur Ŝ+,q. Nous avons noté que la dissipation de l’onde de
spin était déterminée par la décohérence, d’origine Coulombienne, du courant de spin Ĵ+,q.
Cette décohérence est gouvernée par le facteur de champ local G+−

xc et les fluctuations
de Ŝ+,q (cf. Eq. (C.8)). La fonction de réponse à considérer est alors la conductivité de
spin transverse σ̃+(q, ω), qui relie le courant de spin au gradient du champ d’échange
excitateur [253, 29] :

〈Ĵ+〉qω = −q σ̃+(q,ω)L−2G+−
xc 〈Ŝ+〉qω , (C.27)

où 〈Ŝ+〉qω désigne la composante de Fourier3 ω de 〈Ŝ+,q(t)〉0. σ̃+(q, ω) est reliée à la
fonction de réponse courant-courant tranvserse par :

σ̃+ (q, ω) = ~
〈〈Ĵ+,q; Ĵ−,−q〉〉ω + M0

2mb

−~ω + Z
, (C.28)

où
M0 = 〈Ŝz,q=0〉0 (C.29)

est la densité de spin d’équilibre.
Nous allons utiliser l’Eq. (C.27) pour parvenir à une autre formulation de la susceptibi-

lité de spin transverse 〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω. Par définition, cette dernière mesure la réponse de
Ŝ+,q à une perturbation linéairement couplée à Ŝ−,−q, i.e., un champ magnétique tournant.
Comme nous l’avons vu dans la section (1.4.3), on peut donc évaluer 〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω en
considérant le Hamiltonien perturbé

Ĥ′(t) = Ĥ+

∫
d2r

gµB
2
b+(r, t)Ŝ−(r) , (C.30)

puis en calculant le rapport entre 〈Ŝ+〉qω et la transformée de Fourier du champ de per-
turbation :

〈〈Ŝ+,q; Ŝ−,−q〉〉ω =
〈Ŝ+〉qω
gµBb+,qω

. (C.31)

Par passage aux valeurs d’équilibre et transformation de Fourier, l’équation du mouve-
ment de Ŝ+,q sous l’action de Ĥ′(t) s’écrit :

~ω〈Ŝ+〉qω = −Z〈Ŝ+〉qω − ~q · 〈Ĵ+〉qω +M0gµBb+,qω , (C.32)

et celle de Ĵ+,q :

〈Ĵ+〉qω = −q σ̃+(q, ω)

(
1

2
gµBb+,qω + L−2G+−

xc 〈Ŝ+〉qω
)
. (C.33)

En combinant les Eqs. (C.32) et (C.33), on obtient :(
ω + ω0 + q2L−2G+−

xc σ̃+(q, ω)
)
〈Ŝ+〉qω =

(
M0/~−

1

2
q2 σ̃+(q, ω)

)
gµBb+,qω , (C.34)

3. On définit xq,ω =
∫

d2r dt x(r, t) ei(q · r−ωt), pour toute quantité x(r, t).
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et donc en utilisant la définition (C.31) :

χ+−(q, ω) =
1

2

2M0/~− q2 σ̃+(q, ω)

ω + ω0 + L−2G+−
xc q2 σ̃+(q, ω)

, (C.35)

où on a posé
ω0 = Z/~ . (C.36)

L’élargissement cinétique Γkin de l’onde de spin est gouverné par la partie imaginaire
de χ+−(q,ω). Plus précisément, il a été montré [253, 29] que :

Γkin(q) =
~2ω3

0

M0
lim
ω→0

Imχ+−(q, ω)

ω
. (C.37)

Le calcul dépend ensuite de la dimensionnalité du problème. Nous détaillons dans l’An-
nexe A.1 le calcul pour le cas 1D, qui n’a pas été à notre connaissance traité dans la
littérature. Nous donnons donc ici directement le résultat final pour le cas 2D, traité dans
la Ref. [29] ; à température nulle, on obtient :

Γkin(q) = q2 ~2

mb ζ

ω∗0τ

(ω∗0τ)2 + 1

[
3
ω∗0
ω0

+
(ω∗0τ)2 − 1

(ω∗0τ)2 + 1

]
, (C.38)

où on a posé
ω∗0 = Z∗/~ . (C.39)

Cette dissipation cinétique, provenant du couplage au courant de spin via Ĥkin, peut éga-
lement être dénommée dissipation de Gilbert, par analogie avec le cas des matériaux fer-
romagnétiques. Dans ces derniers, l’équation de Landau-Lifshitz-Gilbert [266] décrit la
dynamique de la direction eM de l’aimantation, placée dans un champ effectif (somme des
champs extérieur, de démagnétisation, etc.) de direction ez :

∂eM

∂t
= ω0 ez × eM + λ eM ×

∂eM

∂t
. (C.40)

Le premier terme gouverne la précession, à la pulsation ω0, autour du champ effectif, et
le second terme gouverne le retour à l’équilibre progressif de la direction de l’aimantation,
tendant à s’aligner avec ez. Cette équation décrit donc la relaxation de la composante
transverse de l’aimantation, et peut être appliquée à la densité de spin dans le cas de
l’onde de spin étudiée ici. Γkin est relié à la constante de Gilbert λ de l’Eq. (C.40) par :

Γkin = 2~ω0λ . (C.41)

A cet élargissement cinétique, il faut ajouter un élargissement Γ0 indépendant de q.
Il provient d’effets non pris en compte dans le Hamiltonien (C.1), et en particulier, de
la présence des impuretés magnétiques de Mn [241–244]. Les processus flip-flop irréver-
sibles permis par l’interaction d’échange s − d entre le spin des Mn et celui des électrons
itinérants [241], ainsi que les fluctuations temporelles et spatiales du spin des Mn [243]
conduisent à une forte relaxation de l’onde de spin. De fait, l’adjonction d’un dopage
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même très faible de Mn à CdTe conduit empiriquement à une augmentation brutale (d’au
moins 2 ordres de grandeur) de la relaxation de spin [267, 268, 29].

La largeur de raie totale a alors la forme :

Γ(q) = Γ0 + Γ2 q
2 , (C.42)

où Γ2 = Γkin/q
2. La Ref. [29] a montré que les mesures Raman de la largeur de raie étaient

en bon accord avec cette expression parabolique, dans des échantillons à faible couplage
spin-orbite.

Une limite intéressante de l’Eq. (C.38) est la limite de faible désordre, c’est-à-dire
ω∗0τ = Z∗

η � 1 :

lim
ω∗0τ�1

Γkin(q) = q2 ~2

mb ζ

(
3
Z∗

Z
+ 1

)
η

Z∗
. (C.43)

L’élargissement cinétique est alors proportionnel à l’élargissement η des SPE. Notons que
pour les échantillons étudiés dans la Ref. [29], τ ∼ 2 ps (soit ω∗0τ ∼ 2−6 ) ; dans l’échantillon
de haute mobilité étudié dans le chapitre 5, τ ∼ 10 ps (ω∗0τ ∼ 10 − 20), de sorte que l’on
est bien dans cette limite de faible désordre.4

4. Dans les deux cas, la contribution du SCD transverse (beaucoup moins efficace que le SCD longitudinal
agissant sur le plasmon de spin inter-sous-bande, cf. section 4.2.3) à τ est négligeable : le calcul du
temps de vie associé donne τSCD ∼ 100 ps [253, 29].
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ĤSO Hamiltonien spin-orbite V Potentiel électrique (énergie)
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Résumé : Cette thèse est consacrée à l’étude des effets du couplage spin-orbite dans des
puits quantiques semi-conducteurs dopés (GaAs et CdMnTe), par spectroscopie Raman
électronique. Dans ces structures existent des champs magnétiques intrinsèques (Dressel-
haus et Rashba). Ces champs offrent des moyens attractifs pour manipuler le spin des
électrons, mais contribuent aussi à la relaxation de spin via leur dépendance avec le vec-
teur d’onde de l’électron (mécanisme D’yakonov-Perel’). Nous montrons que pour les modes
collectifs de spin de puits quantiques, le scénario destructif D’yakonov-Perel’ est transformé
en un scénario constructif : les interactions Coulombiennes font émerger un champ spin-
orbite collectif, proportionnel au vecteur d’onde de l’excitation, et renforcé d’un facteur
de plusieurs unités par rapport aux champs spin-orbite individuels. Nous mettons d’abord
en évidence ces effets spin-orbite géants sur le plasmon de spin inter-sous-bande, dans des
puits quantiques de GaAs. Le champ spin-orbite collectif, qui conduit à un éclatement de
structure fine du spectre plasmon, est superposé à un champ magnétique extérieur et carto-
graphié dans l’espace réciproque. Nous étudions ensuite l’onde de spin intra-sous-bande du
gaz d’électrons polarisé en spin, dans des puits quantiques magnétiques dilués de CdMnTe.
Le champ spin-orbite collectif se superpose ici au champ Zeeman géant du composé. Nous
mesurons le facteur de renforcement du champ spin-orbite collectif. Enfin, nous détermi-
nons la dépendance du facteur de renforcement avec la densité électronique, et démontrons
la possibilité de contrôler l’amplitude du champ spin-orbite collectif à l’aide d’une grille
optique.

Mots-clés : Semi-conducteurs, semi-conducteurs magnétiques dilués, puits quantique, gaz
d’électrons, couplage spin-orbite, excitations de spin, interaction de Coulomb, effets à N
corps, relaxation de spin, spintronique, spectroscopie Raman.

Abstract : We have studied the effects of spin-orbit coupling in doped semiconduc-
tor quantum wells (GaAs and CdMnTe) with electronic Raman scattering. In these
structures exist intrinsic magnetic fields (Dresselhaus and Rashba). These fields offer
attractive means to manipulate the electron spin, but contribute also to spin relaxa-
tion, through their dependence on the electronic wavevector (D’yakonov-Perel’ mecha-
nism). We show that for the collective spin modes of quantum wells, the destructive
D’yakonov-Perel’ scenario is transformed into a constructive scenario : Coulombic inter-
actions lead to the emergence of a collective spin-orbit field, proportional to the excita-
tion wavector, and several times enhanced with respect to the single-particle spin-orbit
fields. We first demonstrate these giant spin-orbit effects on the intersubband spin plas-
mon, in GaAs quantum wells. The collective spin-orbit field, which produces a fine struc-
ture splitting of the plasmon spectrum, is superposed to an external magnetic field and
mapped in momentum space. Then, we study the intrasubband spin wave of the spin-
polarized electron gas, in diluted magnetic quantum wells of CdMnTe. Here the collec-
tive spin-orbit field adds to the giant Zeeman field of the compound. We measure the
enhancement factor of the collective spin-orbit field. Finally, we determine the depen-
dence of the enhancement factor on the electronic density, and demonstrate the ability to
control the amplitude of the collective spin-orbit field through above-barrier illumination.

Keywords : Semiconductors, Diluted magnetic semiconductors, Quantum wells, Electron
gas, Spin-orbit coupling, Spin excitations, Coulomb interaction, Many-body effects, Spin
relaxation, Spintronics, Raman spectroscopy.
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