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Avant-propos

Avant de débuter ma thèse je considérais le traitement quantique de l’information comme un

sujet mystérieux, très complexe et également comme un sujet à la « mode ». En réalité cette théma­

tique est considérée à juste de titre comme une avancée technologique majeure et un formidable

bouillon intellectuel au point qu’elle est parfois appelée la seconde révolution quantique, en faisant

référence au travail réalisé par Bohr, Schrödinger, De Broglie, Dirac, Pauli. . . au début du XXème

siècle. Elle questionne les fondements de la mécanique quantique, comme par exemple le postulat

de la mesure, les phénomènes à l’origine de la décohérence ou et les conditions pour conserver

l’intrication. . . Mais les influences de cette recherche ne se limitent pas à la physique et cette re­

cherche stimule de nombreux autres domaines notamment la chimie des matériaux et il est, à n’en

pas douter, sûr que les connaissances acquises serviront à l’utilisation des propriétés quantiques de

la matière pour le traitement de l’information.

Ce manuscrit a été réalisé en utilisant le langage TEX muni des macros LATEX. Il respecte autant que

possible les règles de typographies émises par L’Imprimerie Nationale française 1. Les équations, les

tableaux et les figures sont numérotés par chapitre ­ section, par exemple une équation au chapitre

5, section 2 est notée 5.2.x. Afin de simplifier la lecture et les références, les en­têtes recto et verso

reprennent respectivement la section et le chapitre où le lecteur se situe, de sorte à pouvoir situer

rapidement une référence. Les références bibliographiques sont reportées à la fin de chaque chapitre

et l’ensemble de la bibliographie est également portée en annexe. Les références bibliographiques

sont classées par ordre alphabétique.

Par ailleurs, et c’est un point que je considère comme important, l’essentiel de cette thèse a été

préparée, conçue et rédigée en utilisant principalement des logiciels et un système d’exploitation

libre. À toute fin utile, j’en fais ici la liste ainsi que celle des logiciels propriétaires employés :

– Ubuntu, système d’exploitation libre ;

– Lyx, logiciel libre permettant la rédaction aisée de document LATEX ;

– Inkscape, logiciel libre de dessin vectoriel (schémas des séquences d’impulsions au chapitre

5) ;

1. J.L. Vialla. Lexique des règles typographiques : en usage à l’imprimerie nationale. Imprimerie nationale, 1997.
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– Octave, logiciel libre de calcul numérique compatible avec Matlab ;

– Maxima, logiciel libre de calcul formel ;

– Qtiplot, logiciel libre (payant), pour le tracé des données expérimentales ;

– OpenOffice, suite bureautique libre ;

Les autres logiciels propriétaires employés sont :

– Matlab, logiciel (payant) de calcul numérique employé pour utiliser Easyspin ;

– Mendeley, logiciel de gestion de bibliographie.

Enfin malgré le soin apporté à la relecture, le lecteur trouvera des fautes d’orthographes et autres

erreurs de frappes, par avance je lui présente mes excuses tout en lui souhaitant une bonne lecture.

Frédéric Mentink­Vigier,

Au Las d’Ambrugeat, le 20 août 2011
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Notations

Pour la suite du manuscrit, et parce qu’il s’appuie principalement sur les résonances magnétiques

électronique et nucléaire, nous emploierons les notations suivantes

– les spins électroniques sont notés avec la lettre S, et les spins nucléaires par I ;

– les opérateurs sont notés avec un chapeaub, comme par exemple l’hamiltonien statique bH0 ;

– les opérateurs de spins sont notés pour le spin électronique ~bS, bSx , bSy , bSz et spin nucléaire ~bI ,
bIx , bI y , bIz ;

– la grandeur bA correspond au tenseur hyperfin qui peut être un scalaire et A est la valeur

effective pour une direction donnée ;

– la grandeur bQ correspond au tenseur quadrupolaire et Q est la valeur effective pour une

direction donnée ;

– le temps de relaxation longitudinal est noté T1 ;

– le temps de déclin du signal de précession libre est noté T ∗2 (ou temps de déclin de la FID) ;

– le temps de mémoire de phase ou temps de déclin de l’écho primaire obtenu pour une sé­

quence π/2−τ−π−τ− écho, est noté T2 ;

– le temps de décroissance des oscillations de Rabi (ou nutation) est noté TRabi ;

– les exposants (e) et (n) font référence aux électrons et aux noyaux respectivement.

Par simplicité nous considéreront que les valeurs propres de l’hamiltonien en fréquence afin d’obtenir

directement la position des transitions et l’on posera pour la suite

– le magnéton de Bohr β = |e|ħh/2me = 9,27400.10−24 J.T−1, vaut en fréquence β = |e|/4πme =

1,400.1010 Hz.T−1

β

h
≡ β ,

– le magnéton de Bohr nucléaire βn = |e|ħh/2mp = 5,05078343.10−27 J.T−1, vaut en fréquence

βn = |e|/4πmp = 7,621.106 Hz.T−1

βn

h
≡ βn.
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1.1. Origine et intérêt de l’information quantique

L’INVENTION DE L’ORDINATEUR a bouleversé nos vies en automatisant les tâches, en résolvant des

problèmes très complexes et en permettant de communiquer avec facilité. Depuis l’essentiel

des capacités de calculs a été employé à la résolution de problèmes physiques comme la prédiction

météorologique, les changements climatiques, la modélisation d’écoulement de fluides dont les ap­

plications se trouvent dans l’industrie mais aussi dans la régulation du trafic urbain, la simulation

des collisions dans les centrales nucléaires et les accélérateurs de particules, la théorie des cordes. . .

Bien que les natures respectives de ces problèmes soient différentes, ils sont tous résolus à l’aide

d’algorithmes classiques basés sur l’algèbre de Boole. À l’heure actuelle la puissance des ordinateurs

est considérable et si l’on poursuit le développement du calcul parallélisé, l’ordinateur classique a

encore de beaux jours devant lui. Cependant deux problèmes se profilent :

1. certains problèmes resteront inaccessibles à la résolution car ils requièrent une puissance de

calcul colossale, comme par exemple la simulation du comportement d’un très grand nombre

de particules en interaction ;

2. la miniaturisation sans cesse accrue des composants devient telle que l’industrie de la micro­

électronique doit faire face à un nouveau défi : contrôler les systèmes à l’échelle quantique.

Avant de présenter les fondements et les applications possibles du traitement quantique de

l’information, une citation de DiVincenzo en résume bien les enjeux et les objectifs (présen­

tation au MIT [16])

“QIP consists in using the full power of our physical (i.e. quantum) world to compute

and communicate ­ powerfully, discreetly and securely”

D’ors et déjà l’information quantique est un champ de recherche actif et très prolifique. On ne

peut toujours pas affirmer avec certitude quelle technologie sera employée, mais cette théma­

tique est un extraordinaire bouillon interdisciplinaire. Elle stimule la recherche en physique fonda­

mentale par la compréhension de phénomènes quantiques aussi complexes que la décohérence et

stimule également la théorie de l’information, les mathématiques, les multiples spectroscopies, la

chimie moléculaire et la chimie des matériaux...

Dans ce premier chapitre nous allons nous intéresser à l’origine et aborder les fondements théo­

riques de cette discipline : quelle est l’ambition du traitement quantique de l’information ? Quels

sont les critères nécessaires pour réaliser un ordinateur quantique ? Quels sont les systèmes expéri­

mentaux testés et envisagés ?

1.1 Origine et intérêt de l’information quantique

1.1.1 Rappel historique. . .

Turing et Von Neumann [55] sont souvent considérés comme les acteurs clés du développement

des machines de calcul modernes. Brièvement, Turing a travaillé sur la base logique afin de concevoir

des systèmes programmables [55] et Von Neumann a quant à lui plutôt développé l’aspect architec­

ture du système [1]. Dans leur approche, ces deux scientifiques se sont appuyés sur la mécanique

classique et il est peut­être étonnant de constater qu’en dépit de leurs connaissances approfondies de
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la mécanique quantique, aucun de ces pionniers n’ait évoqué la possibilité de réaliser des systèmes

logiques basés sur la mécanique quantique.

Les premiers travaux de recherche qui utilisent les propriétés quantiques pour la cryptogra­

phie débutent en 1970, avec S. Wiesner dans un manuscrit : « Conjugate Coding ». Dans ce travail

Wiesner imaginait réaliser des billets infalsifiables en utilisant les états propres d’un système, par

exemple les états de polarisation de la lumière. Ce travail serait resté inconnu sans son amitié avec

C.H. Benneth qui a rendu possible sa publication en 1983 [58]. S. Wiesner n’a jamais eu de poste

en tant que chercheur et il a passé l’essentiel de sa vie en tant qu’employé des postes. Cependant

bien qu’éloigné du monde académique, il « jette » les bases d’une réflexion très ingénieuse dans

l’utilisation de la mécanique quantique pour la cryptographie et il propose par exemple l’utilisation

de la transformation d’Hadamard pour rendre inclonable deux photons. Benneth poursuivra cette

approche par la suite après s’être attaché aux coûts énergétiques du calcul. En 1980, les objectifs du

groupe de Benneth étaient de rendre les opérations de calcul réversibles 1 pour diminuer la consom­

mation énergétique des calculs qui est très importante. En effet un ordinateur classique n’est pas

réversible et chaque étape de calcul a un coût énergétique élevé contrairement à un ordinateur

quantique qui est réversible. Par exemple une porte logique « Et » (AND) idéale devrait avoir un

coût de δQ = −δS = kT ln2, alors que dans les années 80 il est de 1010 · kT . Aujourd’hui le coût

d’une porte logique « et » (AND) reste de 106 · kT .

FIGURE 1.1.1 – Richard Phillips
Feynman

C’est au cours du premier séminaire « Physics and Computation »

en mai 1981 à l’Endicott House (MIT, Boston) que Feynman fit la

présentation qui en fait le père de « l’ordinateur quantique » [22]. Il

propose l’utilisation des systèmes quantiques pour simuler les pro­

priétés d’autres systèmes et démontre qu’un ordinateur classique ne

peut pas simuler fidèlement la réalité. Ces « simulateurs » envisagés

par Feynman sont basés sur le principe que toutes les observables

pouvant être mesurées sur un système quantique peuvent être obte­

nues avec un simulateur quantique 2.

Un ordinateur classique souffre de plusieurs limitations propres

à sa construction. En effet, il faut introduire de façon artificielle

le temps et l’espace en discrétisant l’univers spatio­temporel pour

calculer les dérivées et les probabilités, et un ordinateur classique est irréversible tandis que les

lois physiques le sont. Enfin la décohérence et sa modélisation mathématiques restent un problème

ouvert dans le cas général. Pour toutes ces raisons un ordinateur classique ne pourra jamais simuler

fidèlement la réalité quantique et même s’il est toujours possible de calculer l’évolution de la matrice

densité bρ d’un système quantique avec l’équation de Liouville Von­Neumann, les puissances de

calculs nécessaires sont colossales. Elles augmentent exponentiellement avec le nombre de particules

N . Pour un ensemble de N particules identiques à deux niveaux, soumis au hamiltonien bH l’évolution

1. C’est l’équipe de Benneth qui a inventé la porte logique réversible du nom de son inventeur, Toffoli.
2. Il semble cependant d’après les travaux de Kitaev, que certaines questions resteront sans réponses même avec un

ordinateur quantique comme par exemple : quel est le niveau fondamental du système [16].
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est donnée par
∂ bρ
∂ t
=

i

ħh

�
bρ, bH

�
. (1.1.1)

la taille de la matrice densité est de 2N , et si l’on ajoute une particule au modèle, alors sa taille est

2N+1. Au contraire les simulateurs de Feynman seraient de très bonnes alternatives car le temps, la

décohérence y seraient naturellement présents et la taille du simulateur dépendrait linéairement du

nombre de particules que l’on souhaite modéliser. Certains articles récents proposent des dispositifs

expérimentaux pour simuler la physique de certains systèmes [10, 11, 18], mais le travail reste

exploratoire.

Rencontrant Benneth au cours de ces conférences, Feynman écrit un second article qui aborde

les problèmes de coûts énergétiques et de réversibilité de l’ordinateur quantique [21]. Le regard de

Feynman dans cet article est différent du précédent puisque l’aspect simulateur quantique est laissé

de coté et il développe l’idée d’un ordinateur basé sur des portes logiques qui utilisent les propriétés

quantiques. Mais ni l’utilité de la superposition d’état, ni celle de l’intrication dans l’amélioration du

temps de calcul ne sont évoquées. Il faut attendre 1988 et le travail de Deutsch [15, 45] pour voir

surgir de nouveaux concepts et de nouveaux algorithmes.

Deutsch, en post­doctorat dans l’équipe de John Willer, s’intéresse à la notion de bit quantique

(le néologisme qubit n’existe pas). Il constate que les bits d’information peuvent être eux­mêmes

dans une superposition cohérente : par exemple une superposition cohérente d’état quantiques |0〉
et |1〉 qui s’écrit de façon générale

|ψ(t)〉 ∝ |0〉+ eiϕ(t)|1〉, (1.1.2)

où la phase ϕ est connue. Lorsque deux systèmes sont décrits par un état quantique de ce type avec

ϕ = 0, en appliquant une opération adaptée 3 on peut produire un état global des deux systèmes de

la forme

|φ〉=
1
p

2
(|00〉+ |11〉) . (1.1.3)

Un tel état est appelé état de Bell et il est dit intriqué au sens où il ne peut pas s’écrire sous la forme

d’un produit tensoriel de deux états quantiques relatifs à chacun des deux systèmes. Un état intriqué

traduit une corrélation forte entre les deux systèmes puisque le résultat d’une mesure sur un des

deux systèmes détermine l’état du second instantanément 4. Les états intriqués possèdent donc une

richesse informationnelle qui n’a pas d’équivalent en mécanique classique et qui fait toute la puis­

sance de l’information quantique. Grâce aux propriétés des états intriqués, il développe une nouvelle

logique formelle, au même titre que l’algèbre Booléenne, qui donne naissance à de nouveaux types

d’algorithmes. De ce travail est né l’algorithme de Deutsch [15] qui révèle la capacité des systèmes

de calcul quantiques. Le travail de Deutsch va au­delà des concepts avancés par Feynman et ses

prédécesseurs. C’est la rationalisation de la notion de qubit qui met en avant les promesses du calcul

quantique. Par la suite une série d’algorithmes a été développée jusqu’à parvenir à l’algorithme de

Shor établi pour la factorisation de grands nombres en nombres premiers :

3. Il faut appliquer une porte logique « non­ou » (XOR).
4. Ce constat est à la base du paradoxe posé par Einstein, Podolsky, Rosen [19].
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– Deutsch, 1989

– Deutsch­Jozsa, 1992

– Bernstein­Vazirani, 1993

– Simon, 1994

– Shor, 1994

À partir de 1994 tout s’accélère à l’institut « Scientific Interchange » de Turin où des physiciens de

tous horizons, y compris des expérimentateurs viennent contribuer au développement d’une théma­

tique qui se poursuit encore aujourd’hui avec beaucoup d’acharnement 5. Depuis, différents systèmes

expérimentaux ont permis de tester ces algorithmes comme nous le verrons à la section 1.1.4, et la

Résonance Magnétique Nucléaire (RMN) y a joué un rôle majeur. La frise chronologique représentée

figure 1.1.2 récapitule les avancées de la discipline.

FIGURE 1.1.2 – Historique des grandes étapes de l’information quantique par les spins, de 1970 à
nos jours

En 1980 les interrogations sur le calcul quantique portaient sur la simulation de systèmes phy­

siques mais depuis d’autres problématiques sont apparues avec la miniaturisation des composants.

En 1965, la loi de Moore prédit une multiplication par deux des capacités de calcul des processeurs

à prix constant tous les deux ans [40]. Cette loi se révèle étonnamment vraie, sans savoir si cette loi

est vraie parce qu’elle a influencé la vitesse du développement de la technologie. La finesse des gra­

vures de transistors est aujourd’hui de l’ordre de 45 nm sur les processeurs les plus rapides, comme

représenté sur la figure 1.1.3. À terme il ne sera pas possible d’augmenter le nombre de transistors

dans les processeurs sans observer des problèmes d’effets tunnels entre les différentes pistes.

Sans les processeurs multi­cœurs, les ordinateurs verraient leur apogée vers 2020. Si la minia­

turisation se poursuit, il sera en effet nécessaire à terme de maîtriser les propriétés quantiques des

atomes dans les microprocesseurs. Le fait est que ce problème scientifique supplémentaire a conféré

à l’ordinateur quantique une autre perspective, celle à terme de remplacer l’ordinateur de bureau. . .

5. Dans cette rétrospective, seul le travail des américains est mis en avant. Néanmoins, deux articles russes évoquaient
avant Feynman, l’utilisation de systèmes quantiques [44, 35]. Dans l’article de Poplavskii en 1975 [44], l’auteur s’intéresse
également aux aspects énergétiques des calculs réalisés sur les ordinateurs, et démontre l’impossibilité de modéliser des
systèmes quantiques à l’aide de systèmes classiques à cause principe de superposition. Le deuxième article, de Manin en
1980 [35], est consacré aux capacités de calcul des systèmes quantiques, qui augmentent exponentiellement avec la taille
de la base. Il indique aussi qu’il faut développer une théorie de l’information quantique générale, qui ne reposerait pas
sur un système physique donné. Cependant, le contexte politique de l’époque ne permettait probablement pas l’échange
de savoir...
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FIGURE 1.1.3 – Image MET d’un transistor de type MOS

Pour l’instant les problèmes expérimentaux sont tels qu’il semble utopique de le voir apparaître

dans les années qui viennent car les contraintes auxquelles doivent répondre les systèmes sont très

restrictives, comme nous allons le voir 6.

1.1.2 Exemples simples de manipulations d’état quantiques

Définition des « qubits »

Les algorithmes quantiques reposent sur la manipulation contrôlée d’états quantiques, comme la

création d’états cohérents, le contrôle de leur évolution, l’application de portes logiques... Toutes

ces opérations sont réalisées en appliquant des perturbations contrôlées (le plus souvent avec un

rayonnement électromagnétique) sur un état bien défini du système.

FIGURE 1.1.4 – Un qubit.

L’unité d’information quantique est le bit quantique nommé « qu­

bit ». Un bit quantique correspond à un système à deux états. L’état

général d’un tel système s’écrit

|ψ〉= a|0〉+ b|1〉 (1.1.4)

où a et b peuvent prendre une infinité de valeur telles que |a|2 + |b|2 = 1. En comparaison avec un

bit classique qui ne peut prendre que les valeurs 0 et 1, les possibilités avec le bit quantique sont

infinies.

FIGURE 1.1.5 – Exemple de contrôle de qubit, avec les oscillations de Rabi [47]

6. Quoique des travaux très prometteurs sont en cours [42].
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Exemples de contrôle de qubit

Si on suppose le registre de qubit initialisé à t = 0 tel que le système soit dans l’état |0〉, une

perturbation cW pour laquelle W01 = 〈0|cW |1〉 6= 0 permet de contrôler l’état du système. Alors sous

l’effet de cette perturbation, le qubit évolue dans le temps et son état à l’instant t est donné par 7

|ψ (t)〉 = bUI(t)|0〉= e−i
cW
ħh

t |0〉

= cos

�
W01

ħh
t

�
|0〉+ sin

�
W01

ħh
t

�
|1〉, (1.1.5)

L’évolution temporelle du qubit est représentée figure 1.1.5, elle a la forme d’une oscillation entre

les deux états |0〉 et |1〉 appelée oscillation de Rabi [47]. En contrôlant la durée pendant laquelle on

applique cW , on contrôle la superposition cohérente à l’instant t. Ainsi, si

W01 tπ/2
ħh

=
π

2
(1.1.6)

alors

|ψ(tπ/2)〉= |1〉. (1.1.7)

TABLEAU 1.1.1 – Tables de vérité des portes
« non » (NOT) et « non­
contrôlé » (C­NOT), les en­
trées sont notées x et y , et
la sortie est notée z

NOT

x z

0 1

1 0

C­NOT

x y z

0 0 0

0 1 0

1 0 1

1 1 1

L’état est donc inversé après un temps t = tπ/2 bien déter­

miné. Cette inversion est l’équivalent d’une porte logique

« non » (NOT) dont la table de vérité est donnée dans le

tableau 1.1.1.

Cette porte logique est l’une des plus simples que l’on

puisse envisager et elle n’affecte qu’un qubit. Les portes

logiques plus sophistiquées font intervenir plusieurs qu­

bits en entrée comme c’est le cas de la porte « négation­

contrôlée » (Control­Not, C­NOT) qui utilise deux qubits

en entrée. Sa fonction est la suivante :

1. si le qubit n°1 est dans l’état |0〉 alors l’état du qubit

n°2 doit rester inchangé ;

2. si le qubit n°1 est dans l’état |1〉 alors l’état du qubit

n°2 doit être inversé.

La table de vérité correspondante est donnée dans le tableau 1.1.1. Pour réaliser cette porte, il est

nécessaire que l’état du premier qubit puisse modifier l’état du second et il doit donc exister une

interaction interne au système de qubits qui les mette en relation. Cette interaction interne agit

alors comme la perturbation cW , mais à la différence d’une perturbation que l’on applique, cette

perturbation est présente en permanence. On contrôle son effet sur les qubits au cours de phases

d’évolution libre du système pendant lesquelles l’état du qubit n°2 est modifié. La durée de ces

phases est en général proportionnelle à l’inverse de la fréquence de l’interaction :

∆tporte ∝ 1/W. (1.1.8)

7. Dans la représentation d’interaction.
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La porte logique C­NOT est universelle car n’importe quelle autre porte logique peut être réalisée

par combinaison de portes C­NOT. Il est donc très important, voir indispensable, de pouvoir réaliser

une porte C­NOT afin d’être en mesure d’effectuer des calculs quantiques. Un exemple de réalisation

de porte C­NOT sur deux spins nucléaires est détaillée explicitement dans la référence [32].

1.1.3 Intérêt de l’information quantique

Résolution de problèmes insolubles classiquement

Pour l’instant il y a peu d’algorithmes basés sur la mécanique quantique, et pour ne citer que les

plus célèbres il y a :

– l’algorithme de Shor [52], qui permet de factoriser des nombres en nombres premiers ;

– l’algorithme de Grover [26], qui permet de rechercher des données dans un ensemble désor­

donné ;

– le codage Superdense de Benneth et Wiesner [3], pour l’échange de données cryptées.

Ces algorithmes sont un aperçu des capacités des systèmes quantiques et par anticipation sur la

section suivante, c’est principalement par le biais de la RMN que ces algorithmes ont été testés.

[20, 56, 59].

L’intérêt de ces algorithmes est une réduction considérable du temps de calcul par rapport à un

algorithme classique. C’est notamment le cas pour l’algorithme de Shor qui est utilisé pour factoriser

très rapidement un entier en nombres premiers. Alors que les meilleurs algorithmes sont capables

de factoriser un entier N de n chiffres, dans un temps de l’ordre de exp(n1/3 �log n
�2/3
), l’algorithme

de Shor permet de le faire en un temps de l’ordre de n3.

L’algorithme de Grover permet de rechercher une information très rapidement dans une base

de donnée non triée. Si la base de donnée contient n éléments, les algorithmes classiques ne per­

mettent de trouver l’information qu’en un temps proportionnel à n. L’algorithme de Grover offre une

amélioration quadratique en donnant une réponse en un temps proportionnel à
p

n. Il a été prouvé

qu’il n’était pas possible d’effectuer plus rapidement cette recherche [60].

Parallélisme et réversibilité d’un ordinateur quantique

Ces deux algorithmes sont les meilleurs exemples actuels des améliorations que pourraient appor­

ter un ordinateur quantique. Le gain de temps est significatif et pour parvenir à de tels résultats, ces

deux algorithmes utilisent les propriétés de superposition des états qui permettent de paralléliser les

opérations de calcul. Par exemple, la factorisation des nombres entiers passe par un calcul de trans­

formée de Fourier qui est l’étape la plus lente de l’algorithme. Or les performances de l’algorithme

de Shor sont dues à l’emploi d’une transformée de Fourier quantique qui est parallélisée et permet

d’effectuer le calcul en seule étape, alors que sur un ordinateur classique cette étape est réalisée de

façon séquentielle.

Pour comprendre l’effet de parallélisation, reprenons l’exemple de la porte logique C­NOT. Si

l’état du qubit d’entrée est une superposition cohérente d’états

|ψi〉= a|0〉|0〉+ b|1〉|0〉 (1.1.9)
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l’état de sortie sera

|ψ f 〉= a|0〉|0〉+ b|1〉|1〉 (1.1.10)

Dans cette opération, les deux états ont été traités parallèlement ce qui constitue un gain de temps.

Enfin la « réversibilité » des ordinateurs quantiques est également un autre point fort des or­

dinateurs quantiques. En effet la modification d’un état ou l’évolution libre du système s’effectue

généralement à l’aide d’opérations unitaires (à l’exception de la mesure). Or par définition, ces opé­

rations sont réversibles et impliquent que le coût énergétique d’une opération est « nul » 8 pour un

ordinateur quantique alors qu’une opération logique sur un ordinateur classique a un coût minimal

de δE = kB T ln 2. Cette réduction de la consommation d’énergie représente un enjeu important,

puisqu’à mesure que les puissances de calcul augmentent, le nombre d’opérations logiques aug­

mente également, ainsi que le coût énergétique.

1.1.4 Contraintes expérimentales : les critères de DiVincenzo

Les ordinateurs quantiques sont basés sur une logique proche des ordinateurs classiques et pour

qu’un système puisse servir d’ordinateur « quantique » il doit être possible de réaliser les étapes

suivantes :

1. initialiser le registre de bit ou de qubit ;

2. réaliser les opérations de calcul à l’aide d’une succession de portes logiques ;

3. lire le résultat.

Ces étapes sont représentées figure 1.1.6.

FIGURE 1.1.6 – Principe schématique d’un calcul quantique : Initialisation ­ Calcul ­ Lecture, l’opé­
rateur unitaire permettant de passer de l’un à l’autre est noté bU .

Les critères minimaux auxquels les systèmes quantiques doivent répondre pour être des calcula­

teurs quantiques sont connus sous le nom de « critères de DiVincenzo » [17].

8. En théorie, mais l’instrumentation nécessaire pour réaliser les opérations logiques sont classiques et consomment
de l’énergie...
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1.1.4.1 Critères de DiVincenzo

Ces critères proposés en 1995 ont ensuite été complétés à mesure que le domaine progressait

[33] et sont au nombre de six. Ils représentent les conditions nécessaires pour qu’un système puisse

devenir un « ordinateur quantique ».

1 - Un système physique de qubits bien identifiés

Il faut déterminer avec précision la façon dont le système évolue dans le temps, ce qui implique

qu’il faut pouvoir déterminer avec précision l’hamiltonien du système. Les qubits et l’évolution tem­

porelle peuvent être déterminés si les interactions internes sont connues.

L’exemple le plus commun de qubit est le spin, qu’il soit électronique, nucléaire ou photonique.

Dans ces trois cas les particules portent des moments cinétiques intrinsèques qui peuvent être facile­

ment caractérisés, ce qui en fait de très bons qubits. Dans le cas des spins électroniques et nucléaires,

la résolution du spectre de résonance magnétique doit être suffisante pour permettre l’adressage de

chaque qubit.

2 - Un ensemble de portes logiques quantiques facilement réalisables

Les portes logiques sont des systèmes qui, à plusieurs signaux d’entrée, renvoient une ou plusieurs

réponses. Les réponses dépendent des entrées et sont tabulées dans ce qui est nommé « une table de

vérité ». Par exemple la table de vérité de la porte « C­NOT » est donnée dans le tableau. 1.1.1.

Pour réaliser des calculs sur un système quantique ces portes logiques doivent être facilement

exécutées. En pratique les portes logiques sont générées par les deux types d’opérations suivantes :

1. appliquer des perturbations externes cW (impulsions de champ électrique, de champ magné­

tique, ou un rayonnement). Par exemple en RMN, RPE ou optique, les portes logiques sont réa­

lisées à l’aide de d’impulsions sélectives de rayonnement électromagnétique (radiofréquence

pour la RMN, micro­onde pour la RPE et visible en général pour l’optique) ;

2. laisser évoluer librement le système sous l’influence du hamiltonien statique, et alors les cou­

plages tels que le couplage scalaire J et les couplages dipolaires dans le cas de spins, servent

à la construction de portes logiques en mélangeant les états du système.

La référence [32] présente un exemple de réalisation de porte C­NOT dans le cas de deux spins

nucléaires en interaction avec un couplage J et sur un tel système de qubit cette porte est réalisée

grâce à l’application d’impulsions radiofréquences et par des phases d’évolution libre du système.

3 - Capacité à initialiser les qubits dans un état prédéterminé

Il est nécessaire de pouvoir placer le système dans un état parfaitement déterminé à partir duquel,

son évolution est connue. Ci­dessous, une illustration schématique de l’initialisation d’un état :
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C’est ici le point de faiblesse des spins. En effet, à cause de la faible différence d’énergie entre

états de spins différents sous champ magnétique, il est difficile de mettre tous les spins du système

dans le même état.

4 - Pouvoir réaliser une mesure sur des états spécifiques

D’après les postulats de la mécanique quantique, la mesure est une opération irréversible. L’état

complet du système est projeté et par conséquent, une grande partie de l’information est perdue.

Néanmoins, les algorithmes développés jusqu’ici contournent cette difficulté en mesurant un état

bien déterminé pour accéder au résultat. Il faut donc pouvoir mesurer l’état du système avec fiabilité.

|ψ〉 mesure sur l’état |1〉
−−−−−−−−−−−−−→ Résultat

5 - Un système physique de qubits extensible

Il faut pouvoir augmenter la taille du registre de qubits à disposition et s’assurer que ces derniers

restent en interaction pour réaliser n’importe quel algorithme. Si l’interaction est trop faible alors

le spectre n’est pas assez résolu et les qubits ne sont pas adressables. Par ailleurs si ces interactions

sont faibles, les portes logiques qui les utilisent deviennent lentes ou ne peuvent pas être réalisées,

ce qui limite la capacité du système quantique étudié.

6 - Des temps de décohérence suffisamment long

Ce dernier critère est très important, car pour réaliser les calculs il faut que le système quantique

reste dans un état parfaitement déterminé, et ce tout au long des opérations de calculs. Mais les

systèmes quantiques sont « victimes » d’un phénomène physique complexe qui mène à la perte d’in­

formation sur l’état du système quantique au cours de son évolution : la décohérence. Par exemple

si l’on parvient à créer une superposition cohérente des qubits |0〉 et |1〉, l’état

|ψ(t)〉 ∝ |0〉+ eiϕ(t)|1〉. (1.1.11)

est dit cohérent tant que la phase ϕ est bien déterminée. Si le système était totalement isolé, la phase

ϕ pourrait être connue et calculée avec précision mais si le système interagit avec son environnement

la phase devient imprévisible. À mesure que le système évolue, le résultat de l’algorithme est perdu.

Ce phénomène est spécifique à la mécanique quantique et il est lié à un échange d’information

entre un système donné et son environnement. Ce phénomène est irréversible et suit en première

approximation une loi de type Poisson ∝ e−t/T2 9.

Afin de pouvoir réaliser les calculs, il faut donc que la durée des opérations logiques soit plus

courte que ce temps de décohérence puisque au­delà, aucune information ne peut être obtenue. On

appelle critère de performance (« merit figure ») le rapport entre le temps de décohérence et la durée

d’une porte logique ∆tporte :

R=
T2

∆tporte
, (1.1.12)

9. En RMN, RPE ou optique, le temps caractéristique T2 est appelé temps de mémoire de phase. Ce temps sera défini
au chapitre 5.
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1.2. Information quantique avec les spins

où l’on a posé

∆tporte ∝
1

W
. (1.1.13)

si on note W la fréquence de couplage entre qubits entre qubits.

FIGURE 1.1.7 – Déclin de la cohérence en fonction du temps. Tant que la cohérence se maintient,
il est possible de faire une succession de portes logiques.

1.1.4.2 Systèmes proposés

De nombreux systèmes ont été proposés pour la réalisation d’un ordinateur quantique, mais

aucun ne semble répondre parfaitement à tous ces critères. Si l’on se réfère au travail de Ladd [31],

les systèmes les plus étudiés à l’heure actuelle sont :

1. les photons [43], mais la grande difficulté est de les faire interagir et d’améliorer la qualité de

la détection de photons uniques ;

2. les ions piégés par des réseaux d’électrodes ;

3. les spins nucléaires et les spins électroniques, que nous allons développer par la suite dans la

section 1.2 ;

4. les boîtes quantiques (quantum dots) dopés avec des ions à spins non­nuls ;

5. les jonctions Josephson, qui sont des jonctions entre deux supra­conducteurs séparés par un

isolant, et dont le fonctionnement est proche de celui d’un oscillateur harmonique.

D’autres systèmes physiques ont été envisagés comme les ions de terres rares dans des matrices

cristallines pour lesquels les temps de décohérence sont très longs [4]. Par la suite, nous focaliserons

notre attention sur les spins nucléaires et électroniques, et montrerons que la combinaison des

propriétés de ces deux systèmes pourrait constituer un bon système pour le calcul quantique.

1.2 Information quantique avec les spins

Les spins nucléaires et électroniques ont rapidement été considérés comme de bons candidats

pour le traitement quantique de l’information [12, 13, 14, 24]. En effet ce sont des systèmes re­

lativement simples dans lesquels les qubits sont facilement identifiables et l’hamiltonien interne
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du système est en général assez facilement connu et peut être déterminé avec plus ou moins de

difficultés. Les temps de décohérence peuvent être suffisamment longs et comme les spins sont na­

turellement en interaction (couplage scalaire J , couplage dipolaire D, couplage hyperfin) le registre

est assez étendu.

Enfin, dernier point, les technologies radiofréquences et micro­ondes utilisées en résonance ma­

gnétique sont bien mieux maîtrisées que celles de l’optique laser. Alors que les espoirs de succès du

calcul quantique étaient portés sur les ions piégés, c’est par la RMN qui a accueilli les premiers suc­

cès dès 1997 [14, 24]. Pour toutes ces raisons les spins nucléaires, ainsi que les spins électroniques

dans une moindre mesure, constituent des systèmes modèles pour l’information quantique.

1.2.1 Les spins nucléaires

La RMN a joué un rôle clé dès les premières expériences de traitement quantique de l’infor­

mation. Dès 1996, des projets pour réaliser un ordinateur quantique basé sur la résonance ma­

gnétique nucléaire étaient présentés en vue du cinquantième anniversaire de cette spectroscopie

[14, 24, 34]. Toutes les correspondances entre la RMN et les critères de DiVincenzo sont reprises

dans le tableau 1.2.1.

Avantages des spins nucléaires

Depuis son invention dans les années 40, la RMN est devenue une technique très utilisée no­

tamment pour déterminer la structure microscopique des molécules et des matériaux. L’expérience

acquise en RMN est telle que l’on dispose d’un « arsenal » de séquences pour contrôler efficacement

les spins nucléaires et il est très facile de générer des séquences d’impulsions variées car la technolo­

gie radiofréquence est particulièrement aboutie. Comme en outre, cette technologie dispose de près

de 70 ans de recul, de très nombreuses séquences ont été développées, initialement pour déterminer

les structures et d’autres propriétés.

Les temps de décohérences sont plutôt longs par rapport aux temps de portes ce qui permet

d’appliquer de longues séquences d’impulsions. Les interactions des spins nucléaires avec leur envi­

ronnement sont faibles en général, et les T2 sont donc très longs. Par exemple, les valeurs de T2 sont

de l’ordre de la seconde en phase liquide, tandis que la durée des impulsions est de l’ordre de la mi­

cro ou milli­seconde. Avec des constantes de couplage dipolaire dont les fréquences sont comprises

entre le kilohertz et le mégahertz (correspondant à un temps de porte∆tporte = 1/W ≈ 10−6−10−3

s) les critères de performance sont élevés R≈ 103− 105.

Inconvénients de la RMN

Cependant la RMN souffre de limitations, à commencer par les difficultés à initialiser le registre de

qubits. Pour l’instant la faible polarisation nucléaire empêche de réaliser un état « pur », c’est­à­dire

de placer toutes les noyaux du système étudié dans un état donné. L’écart de population entre l’état

de spin haut et l’état de spin bas que l’on note ε est faible à température ambiante (voir Fig. 1.2.1)

ε∝
gnβnB0

2kT
= 10−5− 10−6. (1.2.1)
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1.2. Information quantique avec les spins

TABLEAU 1.2.1 – Récapitulatif des critères de DiVincenzo pour la RMN : avantages, inconvénients
de la RMN et améliorations possibles

Critères Correspondance avec la RMN Adéquation Améliorations

Qubits identifiables et
caractérisés
(hamiltonien interne)

Spin nucléaire +

Jeu complet de portes
logiques facilement
réalisables

Technologie radiofréquence
parfaitement maîtrisée. Le
nombre de séquences déjà
existantes est important.

+

Temps de décohérence
long devant la durée
d’une porte logique.

Temps de décohérence T2 de
l’ordre de la ms­s et temps de
porte µs­ms.

+− Suffisant, mais si les
interactions internes sont
intenses les portes logiques
sont plus rapides.

Capacité à lire les
informations issues du
calcul

De la même façon, le
développement
technologique est suffisant,
mais il y a des erreurs

+− Nécessité d’algorithmes de
correction.

Capacité à augmenter
la taille du registre de
qubit

Les tailles de registre restent
limitées à une dizaine de
qubit.

− Alternative, utiliser des
noyaux I > 1/2
Travailler dans les solides.

Initialiser le système Point faible de la RMN : la
polarisation est trop faible
pour réaliser de véritable
états purs et des états
intriqués.

− Polariser les noyaux
(Polarisation nucléaire
dynamique, refroidissement
algorithmique...)

À cause de cette faible polarisation seule la fraction ε des spins nucléaires peut être initialisée et

pour cette raison ces états sont nommés pseudo­purs par opposition aux états totalement initialisés

qui sont dits « purs » 10. C’est donc seulement avec une portion restreinte des spins nucléaires qu’est

réalisé le calcul. Si le registre contient N qubits le signal mesuré est proportionnel à

N

2N ε=
N

2N ×
gnβnB0

2kT
. (1.2.2)

Cette faible polarisation limite également la réalisation des états intriqués car les états pseudo­

purs ne permettent pas forcément leur réalisation 11 [9, 48]. Pour que l’intrication soit effective, la

10. Mathématiquement, on représente cela par la matrice densité. Prenons par exemple les deux cas : pur et pseudo­pur

bρPur = bSz

bρPseudo­pur = (1− a) Identité+ a bSz

a est une valeur liée à la différence de populations entre les états et au nombre de qubit. Pour comparer les deux cas, on
constate simplement que le désordre dans l’état pseudo­pur est représenté par la matrice Identité.

11. On dit que la matrice densité est séparable.
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RMN

FIGURE 1.2.1 – Système à deux niveaux en résonance magnétique nucléaire. Les barres noires
horizontales sont une représentation schématique de la population de chaque ni­
veau, et le rapport est noté ε. Dans le cas choisi le facteur gn nucléaire est positif.

polarisation nucléaire doit être au dessus d’une certaine limite et si l’on considère deux spins 1 et 2

et que l’on note les polarisations associées ε1 et ε2 , la condition pour intriquer les états de ces deux

spins est [48, p. 78]

ε1ε2+ ε1+ ε2 > 1. (1.2.3)

Pour pouvoir réaliser l’intrication, faudrait donc travailler à des champs magnétiques inaccessible­

ment élevés, ou à des températures très basses (T < 0,8 K pour B0 ≈ 3 T) [48]. L’intrication en RMN

n’est donc pas prouvée et si la méthode permet de vérifier le codage superdense [20], c’est grâce au

grand nombre de molécules présentes dans le milieu [48, p. 63].

Une autre difficulté rencontrée pour le calcul quantique avec les spins nucléaires est celle de

l’extension du registre de qubit : comment obtenir un grand registre de qubits en interaction ? Les

calculs réalisés sur la base de la résonance magnétique utilisent principalement les couplages sca­

laires J . Cette interaction relie des noyaux entre eux, mais son intensité est faible, de l’ordre de la

dizaine de Hertz. Or si la distance entre les noyaux augmente, le couplage scalaire devient de plus

en plus faible et le temps nécessaire pour réaliser une opération entre ces deux qubits augmentant

comme ∆tporte ∝ 1/J , la taille du registre est limitée par l’intensité des interactions. À partir de

2005, le nombre de qubit est atteint est de 12 en phases liquide et cristal liquide [41], alors qu’il de­

vrait être de l’ordre de la centaine pour pouvoir réaliser l’algorithme de Shor sur des grands nombres

[48].

Enfin, parce qu’il n’est possible de travailler que sur des états pseudo­purs, l’intensité RMN

décroît très rapidement avec l’augmentation de la taille N du registre, en N/2−N (Éq. 1.2.2). Le

manque d’initialisation limite l’augmentation du registre et provoque une diminution de l’intensité

du signal.

Comment améliorer les performances des spins nucléaires ?

Afin d’améliorer les performances de calcul des spins nucléaires, il est envisagé d’utiliser les in­

teractions dipolaires qui sont notamment plus intenses à l’état solide. En effet, dans les solides les

interactions entre spins sont véhiculées par le couplage dipolaire bD qui est plus intense, de l’ordre

de la dizaine à la centaine de kilohertz. Cela permet de travailler avec des spins plus éloignés tout

en conservant des portes logiques rapides.

En outre pour augmenter la taille du registre, l’emploi de noyaux à spin nucléaire I > 1/2 peut­

être envisagé [29]. Le premier avantage est que le nombre de qubits par noyau est plus important et

le second est que le couplage quadrupolaire du noyau Q peut servir à réaliser des portes logiques. Ce
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couplage est intense, de l’ordre du mégahertz, il n’agit que sur un noyau, mais permet de réaliser des

portes logiques entre les qubits de ce même noyau avec un temps de porte court ∆tporte ∝ 1/Q ≪
1/J .

Des solutions ont également été proposées pour améliorer la pureté de l’état initial en utilisant

des algorithmes de refroidissement, qui transféreraient l’entropie du système de spin nucléaire vers

le réseau par l’intermédiaire d’un autre système de spin à relaxation rapide [8, 49]. D’autres pos­

sibilités comme la « polarisation nucléaire dynamique » (DNP) sont envisageables. Elle consiste à

transférer la polarisation des spins électroniques vers les spins nucléaires par effet Overhauser ou

effet solide. Les matériaux qui pourraient être employés pour cette applications sont par exemple

AsGa, β −Ga2O3, ou encore le lithium métallique [2, 7].

Afin de pallier aux déficiences dont souffre la RMN, une solution serait de travailler avec les

spins électroniques dont la polarisation est beaucoup plus importante. Cependant, les temps de

décohérence sont beaucoup plus faibles, et bien que les durées de portes soient plus courtes, le

critère de performance est plus faible R= 10−1000 [4]. En revanche si un électron est en interaction

avec plusieurs noyaux, les spins électroniques peuvent être utilisés comme source de polarisation des

noyaux, c’est la base du concept de bus de spin ou « spin­bus » développé dans [23, 27, 36, 37, 48].

1.2.2 Associer spins électroniques et spins nucléaires : le concept de bus de spin

FIGURE 1.2.2 – Concept de bus de spin : le spin électronique est en interaction avec des spins
nucléaires couplés entre eux.

Comme le spin nucléaire en RMN, le spin électronique peut être facilement manipulé à l’aide

d’un spectromètre Résonance Paramagnétique Électronique (RPE) en impulsions. Il est en effet pos­

sible de maîtriser l’évolution d’un système paramagnétique, en contrôlant les interactions par des

séquences d’impulsions adaptées.

Si les spins nucléaires présentent des limites pour la réalisation de calculs quantiques, en raison

de la faible polarisation nucléaire et du faible nombre de qubit, ils ont l’avantage de temps de

décohérence longs et d’une maîtrise parfaite de la technologie pour les manipuler.

L’idée développée dans le concept de bus de spin est de combiner les avantages des spins élec­

troniques et des spins nucléaires, à savoir une polarisation 1000 fois plus élevée grâce aux électrons,

un nombre de qubits multiplié par la dégénérescence du spin électronique et des temps de déco­

hérences longs [36, 37]. Les manipulations sont réalisées en employant un spectromètre de double
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résonance électronique et nucléaire en impulsions (ENDOR) qui permet la manipulation des spins

électroniques et des spins nucléaires. Cette spectroscopie combine les avantages de la RPE et de la

RMN : la sensibilité de la RPE (petits échantillons), la résolution élevée de la RMN (raies très fines).

Son principe sera explicitement détaillé dans le chapitre 4 pour l’ENDOR en onde continue et dans

le chapitre 5 pour l’ENDOR impulsionnelle.

Le concept de bus de spin est schématisé sur la figure 1.2.2. Cette architecture est basée sur

l’utilisation d’un électron célibataire en interaction avec un grand nombre de spins nucléaires. Ces

spins nucléaires sont eux­mêmes en interaction les uns avec les autres. Pour réaliser des calculs, les

électrons sont employés comme tête de lecture et d’écriture sur les spins nucléaires qui constituent

le registre de qubits sur lequel est appliqué l’algorithme.

Sans entrer dans les détails des manipulations réalisées sur les qubits, on peut comprendre le

rôle des électrons et des noyaux dans cette architecture en décrivant la figure 1.2.3 qui représente

le principe d’une séquence d’impulsions pour réaliser un calcul quantique avec un bus de spin qui se

décompose en trois étapes :

1. la préparation ;

2. l’application de l’algorithme ;

3. la détection.

FIGURE 1.2.3 – Principe de la séquence de calcul dans le cas du bus de spin, adaptée de [36].
Dans un premier temps, les noyaux sont préparés à l’aide des électrons, ensuite ils
sont manipulés, et enfin le résultat est lu par le biais des électrons.

La préparation

Dans cette étape le spin électronique sert à initialiser le registre de qubits constitué par les spins

nucléaires. Une séquence d’impulsions micro­onde 12 est utilisée pour transférer la polarisation des

électrons sur les noyaux. Au cours de cette étape de préparation, la polarisation électronique qui est

1000 fois plus grande que celle des noyaux est transférée aux noyaux. Ceux­ci sont alors fortement

polarisés (ou refroidis) ce qui améliore la pureté de l’état initial, et à l’issu de cette séquence le

registre de qubit est initialisé.

12. Avec une séquence du type π/2­τ­π/2 .
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En fonction de la séquence employée, il est même possible de réaliser des états intriqués « électron­

noyau » à des températures de l’ordre de T < 5 K avec un spectromètre RPE en bande W, et T < 2 K

pour un spectromètre RPE en bande Q [48, p. 79].

L’algorithme

Une fois le registre initialisé, l’algorithme est appliqué à l’aide d’impulsions de rayonnement ra­

diofréquence agissant sur les spins nucléaires. Au cours de cette étape, différentes portes logiques

sont employées, ce qui met en jeu les différentes interactions entre les noyaux [36] :

– le couplage scalaire Ji j entre noyaux i et j

– le couplage dipolaire bDi j entre noyaux i et j

– le couplage pseudo­dipolaire, qui est une interaction entre les noyaux véhiculée par les élec­

trons lorsque le couplage hyperfin est élevé comme nous le verrons au chapitre 4.3.

La détection

La détection du registre de qubit s’effectue par les spins électroniques. Cette dernière étape est

constituée d’une première séquence qui permet de transférer l’information portée par les noyaux

vers le spin électronique, et d’une seconde séquence qui est la lecture de l’état du spin électronique.

FIGURE 1.2.4 – Structure de CaF2, avec localisation du dopant Cérium. Le Cérium sous forme
Ce(III), est en site octaédrique, et sa charge est compensé par un fluor en position
interstitielle. Figures extraites de [28, pp. 60­61].

Le premier travail sur le concept de bus de spin remonte à 2003 où un état intriqué entre un

électron et un noyau a été réalisé dans l’acide malonique irradié [37]. Des systèmes plus complexes

ont ensuite été étudiés, comme l’azote piégé dans une cage de fullerène [38] et la fluorine dopée

par du cérium (CaF2 : Ce) [36]. C’est ce dernier système qui est le plus intéressant car le nombre de

qubits est significativement plus grand, le cérium étant une impureté paramagnétique qui interagit

avec neuf noyaux fluors qui l’entourent (Fig. 1.2.4). L’étude de ce matériau s’appuie sur deux thèses,

une expérimentale [39] et une théorique [28] afin de réaliser les calculs, ce qui a conduit à la
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réalisation de l’algorithme de Deutsch [36]. Dans ce matériau les noyaux sont couplés entre eux

par l’interaction dipolaire et par l’interaction pseudo­dipolaire qui sont de l’ordre de grandeur de la

dizaine de kilohertz [28, p. 70]. CaF2 : Ce est un matériau qui répond aux principaux critères du

bus de spin , les temps de cohérence électroniques sont de T (e)2 ≈ 4 µs et T (e)∗2 = 14 ns, et ceux des

noyaux T (n)2 ≈ 400 µs, avec T (n)∗2 = 14 µs [28]. Cependant les interactions dipolaires entre les spins

nucléaires sont de faibles intensités, de l’ordre de Di j ≈ 10 kHz [28, p. 70]. En considérant que le

temps de porte est de l’ordre de

∆tporte ∝ 1/Di j (1.2.4)

le critère de performance est de l’ordre de

R= T (n)2 × Di j = 4 (1.2.5)

ce qui est une valeur relativement faible. CaF2 : Ce est donc un système intéressant pour le concept

de bus de spin, mais présente des limitations qui rendent peu probable son utilisation en tant que

dispositif de calcul quantique. Par conséquent plusieurs questions se posent :

– est­il possible d’imaginer d’autre systèmes pour faire un bus de spin ?

– est­il possible d’étendre le registre de qubits, en utilisant par exemple des noyaux à spin I >

1/2 ou un plus grand nombre de noyaux ?

– est­il possible d’avoir des portes logiques plus rapides ? L’utilisation de couplages hyperfins

plus intenses pourrait permettre de manipuler plus rapidement les noyaux grâce au couplage

pseudo­dipolaire.

1.2.3 Choix des matériaux pour le concept de bus de spin

Critère du matériau

Dans cette thèse nous avons cherché à réaliser un matériau qui répondrait le mieux possible aux

critères du bus de spin et aux critères de DiVincenzo. Pour concevoir une telle architecture il faut :

1. une matrice contenant un grand nombre de spins nucléaires non­nuls (idéalement 100% abon­

dants) ;

2. un centre paramagnétique tel qu’un ion de transition, de terre­rare ou un défaut ponctuel ;

3. un couplage hyperfin avec les noyaux élevé pour pouvoir faire des portes logiques rapides, ce

qui requière :

(a) une espèce paramagnétique dont le niveau énergétique est peu éloigné de la bande de

conduction ou de la bande de valence de la matrice afin que la fonction d’onde du centre

paramagnétique soit étendue,

(b) une interaction hyperfine dominée par un contact de Fermi, c’est­à­dire par une den­

sité de spin électronique importante dans les orbitales s des atomes portant des spins

nucléaires.

Choix de la matrice

Le matériau doit donc être une matrice contenant des ions de pré­ ou post­transition car les
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FIGURE 1.2.5 – Constante de couplage hyperfine A0 pour des ions ou des atomes libres dans un
états spectroscopique 2S, figure extraire de [6] et basées sur [25]

orbitales de valences de ces éléments sont de type s, ce qui permet d’avoir des couplages hyperfins

du type contact de Fermi élevés. Pour choisir le bon cation, la figure 1.2.5 reporte les constantes de

couplage hyperfin pour différents ions ou atomes libres en fonction de l’isotope considéré. L’analyse

de ce graphe permet de déterminer quel cation est le plus intéressant pour constituer la matrice du

bus de spin. Procédons par ordre décroissant de la constante de couplage A0 :

– le premier élément est le thallium, 203/205Tl2+. Cet élément est à spin 100% abondant, à spin

I = 1/2. Mais il peut être directement éliminé en raison de sa toxicité ;

– le plomb, 207Pb2+ est un élément à spin I = 1/2 mais son abondance naturelle est trop faible

22%, ce qui ne convient pas (sauf à enrichir la matrice avec cet isotope) ;

– le cadmium, 111/113Cd est un élément à spin I = 1/2 mais l’abondance totale n’est que de

29% ;

– l’étain, 117/119Sn est un élément à spin I = 1/2 dont l’abondance totale n’est que de 16%, ce

qui est trop faible ;

– l’indium, 115In est un noyau à spin I = 9/2, 100% abondant. Ce noyau est donc intéressant

d’autant qu’il existe dans un matériaux bien connu, l’oxyde d’indium In2O3 ;

– le gallium, 69/71Ga est de même un noyau à spin I = 3/2, 100% abondant. Ce noyaux est

également intéressant et il apparaît dans l’oxyde de gallium Ga2O3.

De cette analyse il ressort que les noyaux d’indium et de gallium avec leur constante de couplage

et leur spin élevés, ainsi qu’une abondance naturelle de 100 %, satisfont aux critères. Comme par

ailleurs ils existent sous la forme d’oxydes, ces matériaux sont facilement synthétisables et mani­

pulables. Le choix entre oxyde de gallium et oxyde d’indium repose sur la capacité à réaliser la
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Chapitre 1. L’information quantique avec les spins électroniques et nucléaires

cristallogenèse de ces composés, car pour réaliser une étude fondamentale il faut pouvoir disposer

de monocristaux, afin de permettre une analyse fine des interactions entre le spin électronique et les

spins nucléaires. L’oxyde de gallium est un composé dont la cristallogenèse est bien maîtrisée [50]

alors qu’elle est plus difficile à réaliser pour l’oxyde d’indium car l’indium se sublime dès ≈ 850°C.

Par conséquent, l’oxyde de gallium β −Ga2O3 est la matrice que nous avons choisie.

Le gallium existe sous la forme de deux isotopes 69Ga (60,1 %) et 71Ga (39,9 %) tous les deux

de spin 3/2. Le couplage hyperfin dans l’état 2S1/2 a été évaluée dans la blende ZnS [46] :

Aiso(
71Ga) = 7716 MHz

Aiso(
69Ga) = 6072 MHz.

de type Fermi est très élevé. Ce couplage est issu de la densité de probabilité de présence des

orbitales 4s est très grande sur le noyau.

Choix du dopant

Désormais, il reste à choisir le dopant qui constitue le centre paramagnétique. La littérature fait

état de dopage de β−Ga2O3 par des ions de transitions parmi lesquels Cr3+ [5, 57], Fe3+ [51], Mn2+

[53] et Ti3+[54]. Les ions Cr3+, le Fe3+ et Mn2+ sont très solubles dans β −Ga2O3, contrairement

à Ti3+ qui ne semble pas pouvoir être introduit à plus de 0,5 % molaire [54].

Les composés dopés Cr3+ [5, 57], Fe3+ [51] et Mn2+ [30] ont été étudiés par RPE. Cependant

aucun des spectres RPE ne présente d’interactions hyperfines résolues indiquant une faible densité

de spin électronique sur les noyaux de gallium de la matrice qui l’entoure.

FIGURE 1.2.6 – Exemple de spectre RPE à 30 K de β − Ga2O3 : Ti dopé avec 0,3% en masse de
titane.

À l’inverse, le spectre RPE de Ti3+ dans β − Ga2O3 : Ti représenté sur la figure 1.2.6, présente

une allure inhabituelle. La structure de ce spectre est complexe et ne peut correspondre simplement

au couplage de l’électron célibataire de Ti3+ avec le noyau central. Comme nous allons le montrer,

ce spectre résulte d’interactions exceptionnellement intenses entre le spin de l’électron célibataire

du titane, et le spin des noyaux gallium qui entourent l’ion de transition.
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1.3. Objectifs de la thèse

β−Ga2O3 : Ti apparaît donc comme un candidat intéressant pour constituer un bus de spin.

1.3 Objectifs de la thèse

Le but de cette thèse est donc de réaliser une étude approfondie du centre Ti3+ dans la matrice

β−Ga2O3 en utilisant de manière avancée les spectroscopies RPE et ENDOR en onde continue et en

onde pulsée, afin de déterminer s’il possède les spécificités requises pour constituer un bus de spin.

Le manuscrit compile les principaux résultats et leurs analyses.

Dans le deuxième chapitre, les propriétés de l’oxyde de gallium comme la structure cristalline,

la structure de bande, les défauts, sont présentées en détail afin de faciliter la compréhension des

analyses réalisées par la suite.

Dans le chapitre 3 la cristallogenèse du composé est présentée, suivie de la caractérisation des

propriétés optiques du centre Ti3+ dans la matrice. L’étude RPE complète l’étude optique et permet

la détermination de la structure électronique de Ti3+. Dans ce même chapitre, il est démontré que la

structure du spectre RPE résulte d’interactions hyperfines exceptionnellement fortes entre l’électron

célibataire et les noyaux de gallium qui l’entourent.

Le chapitre 4 est consacré à la détermination de l’environnement nucléaire de l’électron céliba­

taire du Ti3+ en utilisant l’ENDOR en onde continue. Il s’agit de l’étape de caractérisation du système

de qubits. Dans ce même chapitre, l’interaction entre noyaux véhiculée par l’électron célibataire (in­

teraction pseudo­dipolaire) est analysée en détail en vue de son application dans la réalisation de

portes logiques.

Enfin le chapitre 5 fait appel à la RPE impulsionnelle et l’ENDOR impulsionnelle. Il porte sur

l’analyse de la dynamique du système de spins dans cette matrice afin de déterminer si les temps

caractéristiques font de β −Ga2O3 : Ti un système intéressant pour le calcul quantique.
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CHAPITRE 2

Propriétés de l’oxyde de gallium β −Ga2O3
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Chapitre 2. Propriétés de l’oxyde de gallium β −Ga2O3

Dans le premier chapitre un passage en revue des différents noyaux pouvant entrer dans la

composition de la matrice du bus de spin a montré que le gallium constituait un élément intéressant

et notre choix s’est porté sur l’oxyde de gallium β−Ga2O3 dont la cristallogenèse est bien maîtrisée.

Cette matrice accueillera le titane comme dopant, car le spectre RPE montre qu’il interagit fortement

avec les noyaux qui l’entourent.

Ce chapitre est une compilation de certains résultats antérieurs sur β−Ga2O3, afin de présenter

les différentes propriétés de l’oxyde de gallium, telles que :

– la structure cristalline de cette matrice qui détermine les environnements possibles pour le

titane ;

– la structure de bande, et les interactions possibles entre les orbitales de la matrice et celles du

dopant ;

– les défauts ponctuels de la matrice et leurs conséquences sur les propriétés optiques et la

conductivité qui aident à la compréhension des propriétés du titane.

Au cours des cinquante dernières années, l’oxyde de gallium a été étudié à plusieurs reprises et

chaque fois pour des raisons différentes. En 1960 des travaux sont publiés sur l’utilisation de

β −Ga2O3 dopé pour l’obtention de l’effet MASER [12] et à la fin des années 60 pour l’effet LASER

[8, 15, 18]. Fin des années 70, il est envisagé comme matériau pour la détection d’oxygène car ses

propriétés de conduction à haute température dépendent de la teneur en oxygène [10, 16] (voir

Sec. 2.2). Parallèlement, ses propriétés semi­conductrices ont été expliquées en 1967 par Lorentz

[21] puis approfondies dans les années 90 avec une étude plus précise des propriétés des électrons

de conduction et de la fluorescence qui a été réalisée au laboratoire de Chimie de la Matière Conden­

sée par E. Aubay, L. Binet et D. Gourier [1, 2, 3, 4, 5, 7]. Les derniers travaux de recherches sur cette

matrice portent sur ses propriétés de semi­conducteur transparent [26, 27, 28], et ses aptitudes à

former des nano­objets très variés [9, 11, 19].

2.1 Structure cristallographique de β −Ga2O3

2.1.1 Description de la structure

La température de fusion de cet oxyde est approximativement de 1740°C, et sa cristallogenèse

par la méthode de la zone flottante est bien maîtrisée [24]. L’oxyde de gallium Ga2O3 existe sous cinq

formes allotropiques,
�
α, β , γ, δ, ε

�
dont seule la forme β est stable au­delà de 870°C à pression

ambiante. Les autres phases sont métastables et se transforment en phase β par des traitements

thermiques à des températures allant de 600°C à 870°C selon les phases de départ [23, 24]. Sa

structure cristallographique [12] est représentée sur la figure 2.1.1. La maille est monoclinique avec

pour paramètres :

– a = 1, 223± 0,002 nm

– b = 0, 304± 0,001 nm

– c = 0, 580± 0,001 nm

– β = 103, 7± 0, 3°
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2.1. Structure cristallographique de β −Ga2O3

FIGURE 2.1.1 – Structure de l’oxyde β − Ga2O3, les grosses sphères grises représentent les ions
gallium, et tandis que les petites rouges sont les ions oxygène. Le parallélépipède
gris représente la maille élémentaire.

Le groupe d’espace est C2/m, avec l’axe C2 parallèle à ~b et le plan miroir est perpendiculaire à l’axe

C2 ; il contient les vecteurs ~a et ~c et passe par les ions de la structure.

Il y a deux positions non équivalentes pour les atomes de gallium, l’une correspondant à une

coordinence octaédrique et l’autre à une coordinence tétraédrique, et trois positions pour les atomes

d’oxygène. Le tableau 2.1.1 répertorie les positions en prenant l’origine au point d’intersection entre

l’axe binaire et le plan de symétrie. Tous les atomes de la structure sont dans le plan miroir (en

position 4i) et comme la maille est à deux faces centrées il y a une translation supplémentaire

(1/2,1/2,0). L’ensemble des positions équivalentes des atomes est donnée par :

– (x , 0, z)

– ( x̄ , 0, z̄) (effet de l’inversion)

– (x + 1/2, 1/2, z) (effet de la translation)

– ( x̄ + 1/2, 1/2, z̄) (effet du miroir combiné à la translation)

TABLEAU 2.1.1 – Positions en coordonnées fractionnaires des atomes dans β −Ga2O3

Atome x y z Coordinence

Ga(IV) 0,0904 0 ­0,2052 Tétraédrique
Ga(VI) 0,3414 0 ­0,3143 Octaédrique
O(I) 0,1674 0 0,1011 Trièdrique
O(II) 0,4957 0 0,2553 Tétraédrique
O(III) 0,8279 0 0,4365 Octaédrique

La maille contient donc 20 atomes, dont 8 atomes de gallium et 12 atomes d’oxygène. La liste

des liaisons gallium−oxygène est reportée dans le tableau 2.1.2.
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Chapitre 2. Propriétés de l’oxyde de gallium β −Ga2O3

TABLEAU 2.1.2 – Coordinence des deux types de galliums

Atome de gallium Ga(IV) Ga(VI)

Coordinence Tétraédrique Octaédrique
Symétrie Cs Cs

Atomes
d’oxygènes liés

O(I), 2O(II), O(III) 2O(I), O(II), 3O(III)

2.1.2 Anisotropie de la structure

FIGURE 2.1.2 – Structure de β − Ga2O3 montrant les chaînes rutiles (en bleu), et les chaînes té­
traédriques (en gris).

L’influence de la symétrie est importante sur la directionnalité de la structure. Les polyèdres

de coordination octaédriques et tétraédriques forment des chaînes qui s’orientent parallèlement à

l’axe ~b (axe C2). La structure est composée de deux chaînes d’octaèdres entourées de six chaînes de

tétraèdres, toutes orientées parallèlement à l’axe ~b (Fig. 2.1.2). Les octaèdres se lient entre eux par

leurs arêtes pour former une double chaîne et les tétraèdres se lient par leur sommets pour entourer

les doubles chaînes d’octaèdres. Les chaînes d’octaèdres liées par arêtes sont qualifiées de chaînes

rutile à l’image de celles de TiO2.

Comme le montre le tableau 2.1.3, la structure en chaînes a une influence sur les distances

Ga­Ga qui sont légèrement plus courtes le long de l’axe ~b en comparaison au plan transverse.

L’effet de cette anisotropie s’observe à l’échelle macroscopique car l’oxyde de gallium β −Ga2O3

se présente généralement sous la forme de plaquettes allongées le long de l’axe ~b. Le cristal admet

deux plans de clivages, l’un très facile qui correspond au plan (100), et un second plus difficile qui

est le plan (001) (Fig. 2.1.3 (a) et (b)). Ces plans de clivages sont très pratiques pour le repérage des

directions cristallographiques et facilitent alors l’étude des propriétés en fonction de l’orientation du

cristal.

Dans cette structure un dopant métallique peut donc se placer en site substitutionnel octaédrique
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TABLEAU 2.1.3 – Distances entre atomes de gallium d’après [12]

Ga(IV) Ga(VI)

i ème voisin Type de Ga
Nombre

de voisins
Distance (nm) Type de Ga Distance (nm)

Nombre
de voisins

1 Ga(IV) 2 0,304 Ga(VI) 0,304 2
2 Ga(VI) 1 0,328 Ga(VI) 0,311 2
3 Ga(VI) 2 0,330 Ga(IV) 0,328 1
4 Ga(VI) 2 0,333 Ga(IV) 0,330 2
5 Ga(VI) 2 0,345 Ga(IV) 0,333 2
6 Ga(IV) 0,345 2

(a) (b)

FIGURE 2.1.3 – Morphologie de β − Ga2O3, (a) photo d’une lamelle de β − Ga2O3, (b) plans de
clivage de l’oxyde.

ou tétraédrique. Il faut retenir que cette structure en chaînes liées par arêtes des octaèdres rend

proches les cations et joue un rôle majeur sur les propriétés électroniques du système qui peut avoir

des répercussions sur les propriétés électroniques du dopant.

2.2 Structure électronique et défauts dans β −Ga2O3

2.2.1 Structure de bande : le solide idéal

L’oxyde de gallium est un isolant transparent à large gap, environ 4,6­4,8 eV [22, 25], qui

devient semi­conducteur quand il est dopé par des donneurs (dopage type n), ce qui se produit s’il

est synthétisé à l’air ambiant. La modélisation de la structure de bande a été réalisée par plusieurs

équipes [7, 14, 17, 20, 32, 33]. Au cours de sa thèse L. Binet a réalisé le calcul de structure de

bande de β −Ga2O3 en utilisant la méthode de Hückel étendue [4] pour établir la relation entre la

structure cristallographique, les propriétés électroniques et le phénomène de bistabilité magnétique

[2, 3, 7, 4, 6].

La structure de bande calculée par la méthode ab­initio de Théorie de la Densité Fonctionnelle

(DFT) avec la fonctionnelle B3LYP [17] est représentée sur la figure 2.2.1. De façon générale les

calculs sont en accord avec les résultats expérimentaux [26] sur le fait que le gap est direct en
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FIGURE 2.2.1 – Structure de bande de β − Ga2O3 extraite de [17]. Les points ~k remarquables
de la zone de Brillouin sont Γ = (0,0, 0), A = (0, 0, 1/2), Z = (1/2, 1/2, 0), Γ =
(1/2, 1/2, 1/2), L = (0, 1/2, 1/2), V = (0, 1/2, 0)

Γ = (0,0, 0) [17, 20]. La bande de valence est principalement constituée des orbitales des ions

oxygène tandis que le bas de la bande de conduction est composé majoritairement des orbitales

vides 4s et 4p des ions gallium.

Les calculs DFT (avec la fonctionnelle B3LYP principalement) prédisent une contribution équi­

valente des ions gallium en sites octaédrique Ga(VI) et tétraédrique Ga(IV) au bas de la bande de

conduction [17, 33] alors que les calculs par les méthodes de Hückel et FLAPW indiquent que le

bas de la bande de conduction est majoritairement constitué des orbitales 4s des gallium en site

octaédrique Ga(VI) [7, 20]. Cette prédominance des orbitales des gallium octaédriques s’accorde

assez bien avec certains faits expérimentaux tels que l’extrême finesse de la raie RPE des électrons

de conduction [6], les seuils d’absorption optique plus faibles dans les gallates octaédriques que

dans les gallates tétraédriques [8], l’anisotropie de la conductivité électrique [25], et comme nous

le verrons dans le chapitre IV, l’interaction hyperfine privilégiée de Ti3+ avec les gallium en site

octaédrique par rapport aux gallium en site tétraédriques.
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Pour le concept de bus de spin, on retiendra finalement que si un dopant présente un état

fondamental proche de la bande de conduction, il doit se créer un mélange entre les orbitales de

l’impureté et les orbitales de type 4s des ions gallium. L’électron célibataire peut ainsi se délocaliser

sur les noyaux de gallium qui l’entourent et il peut résulter dans ce cas une interaction hyperfine

entre l’électron du dopant et les spins nucléaires des ions gallium qui l’entourent. La principale

contribution à cette interaction sera donc de type contact de Fermi.

2.2.2 Les défauts dans β −Ga2O3 : le solide réel

Comme tout solide, la matrice de β − Ga2O3 présente des défauts qui se forment au cours

de la cristallogenèse. L’étude des différentes propriétés électroniques (optiques, de conductivité et

magnétiques) a mis en évidence trois types de défauts :

– des lacunes d’oxygène, le défaut majoritaire ;

– des lacunes de gallium, un défaut minoritaire ;

– des paires de lacunes gallium­oxygène, un défaut minoritaire.

Expérimentalement, on constate le dégagement d’une fumée blanche lors de la cristallogenèse, at­

tribuée à un dégagement de Ga2O qui se ré­oxyderait en Ga2O3 au contact de l’air, formant des

dépôts blancs sur l’instrumentation. Cette évaporation peut être atténuée par l’emploi d’une atmo­

sphère oxydante (enrichie en O2) et inversement accentuée par une atmosphère réductrice et ce qui

permet de contrôler les propriétés de conductivité, de fluorescence [21, 31].

Les lacunes d’oxygène forment un niveau donneur proche de la bande de conduction et donnent

à β−Ga2O3 des propriétés de semi­conducteur de type n. La conductivité disparaît lorsque le cristal

est oxydé, c’est­à­dire s’il est synthétisé ou recuit sous atmosphère oxydante, ce qui annihile les

lacunes d’oxygène [21, 31]. L’étude de la conductivité a montré que le niveau donneur se situe à

environ Ed ≈ 0,04− 0, 08 eV sous la bande de conduction [21] et il semble que l’oxygène pontant

entre les deux chaînes octaédriques voisines soit celui qui forme le plus facilement des lacunes

[14, 32].

Les lacunes de gallium et les paires de lacunes gallium­oxygène se forment également au cours

de la croissance du cristal. Il existe plusieurs types de ces défauts car la matrice est constituée

de différents atomes de gallium (octaédriques ou tétraédriques) et plusieurs atomes d’oxygènes.

Ces défauts se répartissent sur de multiples niveaux accepteurs proches de la bande de valence à

environ 0,4 eV. Ils ont été mis en évidence par une étude approfondie de la fluorescence de la matrice

[4, 5, 29, 31].

Un mécanisme expliquant leur formation ainsi que celle de niveaux accepteurs a été proposé à

partir de la réaction de dégagement de Ga2O [1] :

�
Ga2O3

�
solide→

�
Ga2O

�
gaz+O2 (2.2.1)

Pour étudier la réaction nous allons utiliser la notation de Kröger­Vink, dans laquelle le caractère

principal présente l’élément considéré, l’indice sa position, et l’exposant la charge effective :

– une lacune sera notée par V, un gallium par Ga ;
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– la position est représentée par le symbole chimique de l’élément à cette position dans la maille,

si le site est interstitiel, on mettra un i.

– une charge effective nulle est notée X, une charge effective positive est notée o et une charge

effective négative est notée ′ ;

Ainsi une lacune d’oxygène chargée (+) sera notée Vo
O, un gallium neutre interstitiel sera noté Ga′′′i .

Avec cette notation, la réaction de dégagement peut se décomposer en deux réactions

OX
O ←→ VX

O+
1

2
O2 (2.2.2)

2GaX
Ga+OX

O ←→ 2VX
Ga+ VX

O+Ga2O (2.2.3)

La lacune ainsi formée peut agir comme un défaut donneur par ionisation et fournir alors un électron

dans la bande de conduction :

VX
O←→ Vo

O+ e′b.c. (2.2.4)

La deuxième réaction engendre un accepteur VX
Ga qui peut compenser partiellement les donneurs VX

0

2VX
Ga+ 3VX

O ←→ 2V′′′Ga+ 3Voo
O . (2.2.5)

Cette dernière réaction engendre des défauts très chargés qui peuvent s’attirer par attraction cou­

lombienne et former des paires de lacunes proposées par Vasil’tsiv [29]. Ce mécanisme est d’autant

plus probable que la formation des lacunes s’effectuent à haute température lorsqu’elles sont donc

très mobiles

V
′′′

Ga+ Voo
O −→

�
VO, VGa

�′. (2.2.6)

Ces paires de lacunes et les lacunes de gallium forment alors des niveaux étendus d’accepteurs dans

la matrice. Au cours de sa thèse L. Binet a mis en évidence l’existence de ces accepteurs situés à

≈ 0,4 eV au dessus de la bande de valence par l’étude de la fluorescence bleue entre 420 et 450 nm

[5, 29]. Au final il se produirait la réaction suivante lors de la cristallogenèse :

Ga2O3←→ Ga2−xO3−y +
x

2
Ga2O+

� y

2
−

x

4

�
O2, (2.2.7)

Si y ≫ x alors le cristal sera un semi­conducteur de type n. En présence d’une atmosphère oxydante,

les réactions se produisent également, mais il semble d’après le travail de Víllora et al. que les

lacunes d’oxygène ainsi que les paires de lacunes
�
VO, VGa

�′ ne se formeraient plus, ne laissant que

des lacunes de gallium [31].

Il faut signaler que l’hypothèse d’ions gallium interstitiels comme défauts structurels a également

été émise par un auteur pour expliquer la conductivité [16], mais la littérature s’accorde principale­

ment sur l’existence de lacunes d’oxygène comme donneurs.

Ces résultats combinés à l’étude ab­initio du système, permettent de donner une image sché­

matique de la structure de bande réelle de l’oxyde gallium, qui est représentée sur la figure 2.2.2.

Dans les cristaux d’oxyde de gallium réalisés sous air, il y aurait formation de lacunes d’oxygène

VX
0 majoritaires qui forment un niveau donneur juste sous la bande de conduction et qui seraient
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FIGURE 2.2.2 – Schémas de la structure électronique de β −Ga2O3

partiellement compensées par des niveaux accepteurs minoritaires de type
�
VO, VGa

�′ et V′′′Ga. Ces

lacunes expliquent le comportement semi­conducteur de type n.

2.3 Propriétés électroniques de β −Ga2O3

Dans cette section nous résumons les résultats sur les propriétés optiques, la conductivité et ainsi

que la bistabilité magnétique des électrons de conduction.

2.3.1 Propriétés optiques

Absorption

Le gap de l’oxyde de gallium β−Ga2O3 est direct et les mesures expérimentales l’évaluent compris

entre 260 et 273 nm (4,6 ­ 4,8 eV). β −Ga2O3 est un solide incolore lorsqu’il est oxydé et il devient

légèrement bleuté lorsqu’il est réduit, à cause de l’absorption de porteurs de charge dans le proche

infra­rouge (Fig. 2.3.1 (a)).

Fluorescence

Les expériences de fluorescence ont contribué à la compréhension des défauts dans la matrice

de β − Ga2O3. Un exemple de spectre de fluorescence de β − Ga2O3 réduit est représenté sur la

figure 2.3.1 (b). En excitant au seuil du gap trois types de fluorescences ont été observés :

– la fluorescence UV entre 320 et 420 nm (3­3,4 eV) ;

– la fluorescence bleue entre 420 nm et 450 nm (2,75­2,96 eV) ;

– la fluorescence verte entre 500­520 nm (2,39­2,49 eV), mais qui n’est pas observée dans tous

les échantillons.

Les bandes de fluorescence sont larges et l’intensité relative de chacune dépend des conditions

de fabrication des cristaux. Les mécanismes pour chacune de ces fluorescences font intervenir les
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(a)

(b)

FIGURE 2.3.1 – (a) Spectre d’absorption optique de β−Ga2O3 réduit (conducteur) à température
ambiante, (b) spectre de fluorescence de β−Ga2O3 à température ambiante pour
une excitation à 266 nm.

défauts donneurs et accepteurs de la matrice et dépendent donc des conditions de fabrication. Les

mécanismes ont été expliqués par l’étude de composés réduits puis oxydés [5, 31]. Un recuit oxydant

provoque la disparition des lacunes d’oxygènes

VX
O+

1

2
O2 ←→ OX

O (2.3.1)

�
VGa, VO

�′
+

1

2
O2 ←→ V′Ga+OX

O. (2.3.2)

Le même résultat peut aussi être obtenu par un dopage avec un élément de charge 4+, par la

réaction qui annihile les lacunes d’oxygène ou les paires de lacunes gallium­oxygène pour ne laisser

que des lacunes de gallium V′′′Ga :

2MO2+ VX
O → 2M0

Ga+ 4OX
O+ 2e− (2.3.3)

2MO2+
�
VGa, VO

�′ → 2M0
Ga+ 4OX

O+ V′′′Ga. (2.3.4)
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FIGURE 2.3.2 – Principaux mécanismes de fluorescence intervenant dans β − Ga2O3 lors d’une
excitation bande à bande.

La figure 2.3.2 représente les principaux mécanismes de fluorescence intervenant dans la matrice

de β −Ga2O3 lors d’une excitation bande à bande avec un laser YAG quadruplé par exemple. Selon

les conditions de préparation, les post­traitements et les dopages, l’oxyde de gallium peut présenter

trois types de fluorescence : bleue, verte et UV. Après excitation, le trou peut être capturé par les

défauts accepteurs qui deviennent (VGa, VO)
x par exemple. tandis que l’électron est délocalisé dans

la bande de conduction ou piégé par un donneur. La fluorescence bleue est issue de recombinaisons

de paires électron­trou entre la bande de donneurs et les niveaux accepteurs [5, 31]

e−Donneur+
�
VGa, VO

�x→
�
VGa, VO

�′
+ hνBleu. (2.3.5)

Cette fluorescence est atténuée par un recuit oxydant [31]. Cela peut s’expliquer par le fait qu’un tel

recuit fait disparaître les lacunes d’oxygènes et donc les défauts responsables de cette fluorescence.

L’origine de la fluorescence verte n’est à l’heure actuelle toujours pas comprise. Elle est exaltée

après recuit oxydant ou un dopage oxydant [4, 15, 29, 31]. Cette fluorescence apparaît également

dans le cas de dopages par des ions Be2+ et Li+ [15]. L’amplification de la fluorescence verte après

traitement oxydant pourrait s’expliquer par le fait qu’un tel traitement faisant disparaître les la­

cunes d’oxygène, laisserait comme seuls défauts des lacunes de gallium V′′′Ga. Ces défauts accepteurs

pourraient se situer plus haut dans la bande interdite que les paires de lacune
�
VGa, VO

�′
. Ainsi la

fluorescence verte proviendrait d’une recombinaison entre un électron de la bande de conduction et

un trou sur un accepteur V′′′Ga :

e−B.C.+ V′′Ga→ V′′′Ga+ hνVert. (2.3.6)
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En ce qui concerne, la fluorescence UV, l’interprétation communément admise est qu’elle serait d’ori­

gine intrinsèque et qu’elle proviendrait d’une recombinaison bande­à­bande [30, 31] avec passage

par un exciton auto­piégé , ce qui expliquerait son fort déplacement de Stokes. Toutefois, il a été

constaté plus récemment que cette fluorescence UV disparaissait également sous traitement oxydant

[31], à l’instar de la fluorescence bleue, en même temps que disparaissait la conductivité électrique.

Une autre interprétation serait alors que la fluorescence UV provienne également d’une recombinai­

son donneur VO accepteur
�
VGa, VO

�
mais avec un état accepteur plus proche de la bande de valence

que pour la fluorescence bleue. Ceci est plausible dans la mesure où il doit exister plusieurs types

de paires
�
VGa, VO

�′
et donc une distribution de niveaux accepteurs dans la bande interdite.

2.3.2 Conductivité électrique

L’oxyde de gallium est un isolant qui devient semi­conducteur quand il est produit dans des

conditions légèrement réductrices (simplement sous air) et les lacunes d’oxygène résultantes ex­

pliquent cette conductivité en agissant comme des donneurs d’électrons. La conductivité résultante

est généralement de 100 Ω.cm−1 [1, 16, 21, 26, 27, 28].

FIGURE 2.3.3 – Dépendance de la conductivité en fonction de la température et de la directions le
long de ~b et de ~c dans β −Ga2O3. La concentration en porteurs est de 5, 2× 1018

cm−3 à 300 K (figure extraite de [26])

Saurat [24] et M.R. Lorenz et al. [21] ont étudié l’influence de l’atmosphère de croissance sur

la conductivité et le nombre de porteurs de charges. Les cristaux réalisés sous conditions oxydantes,

contenant peu de lacunes d’oxygènes, sont isolants avec une conductivité σ < 10−6 S.cm−1 tandis

que ceux réalisés sous atmosphère réductrice sont semi­conducteurs de type n [21]. Deux compor­

tements en fonction de la température sont observés :

1. une conductivité indépendante de la température de type métallique ;

2. une activation thermique jusqu’à environ 200 K suivit d’un plateau de conductivité.
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Dans les deux cas le cristal reste conducteur à basse température. Cette conductivité « résiduelle »

existe car les défauts accepteurs compensent partiellement la bande de donneurs. Ces deux types

de conductivité s’expliquent par leur dépendance avec la concentration en donneurs, et donc des

conditions de synthèse :

1. lorsque la conductivité est métallique, la concentration en lacunes est telle qu’elle satisfait

le critère de Mott, ce qui correspond, en notant ad le rayon de Bohr du donneur et Nd la

concentration en donneurs, à l’inégalité :

adNd > 0, 26 (2.3.7)

2. dans le cas où la conductivité est thermiquement activée, la conductivité à basse température

se produit à l’intérieur de la bande de donneurs, d’où la plus faible mobilité à basse tempéra­

ture.

Les propriétés des porteurs de charges sont [21] :

– concentration en porteurs : ne ≈ 1016− 1019 cm−3 ;

– énergie d’activation Ea ≈ 0,02− 0,04 eV ;

Mobilité

Température
Bande de donneurs

(cm2.V−1.s−1)

Bande de

conduction

(cm2.V−1.s−1)

4,2 K 2

110 K 40 140

300 K 80

Les lacunes d’oxygène sont donc situées à une profondeur de Ed = 2Ea ≈ 0, 04− 0, 08 eV. La

figure 2.3.3 représente l’évolution de la conductivité en fonction de la température, dans le cas où

il y a une activation thermique. Sur cette figure on note sur que la conductivité le long de l’axe ~b

est près d’un ordre de grandeur supérieure à celle le long de l’axe ~c, elle est donc très anisotrope et

beaucoup plus grande le long des chaînes de polyèdres de type rutile.

2.3.3 Une conséquence remarquable de l’anisotropie : la bistabilité magnétique

Lorsque le cristal est réduit, les électrons de conduction possèdent une propriété magnétique

singulière : un spectre de RPE bistable même à température ambiante. Cette bistabilité se manifeste

par une hystérésis du spectre RPE en fonction du sens de balayage du champ magnétique.

Pour une faible puissance micro­onde les électrons de conduction dans β − Ga2O3 donnent

une raie RPE étroite avec une largeur pic­à­pic de ∆Bpp ∼ 0,03− 0,1 mT comme représenté sur

la figure 2.3.4 (a). Le mouvement des électrons moyenne l’interaction hyperfine perçue par les

électrons, qui donnent une raie homogène de forme lorentzienne.

Lorsque la puissance micro­onde devient plus intense, la raie RPE se déforme et présente deux

branches en fonction du sens de balayage en champ magnétique (Fig. 2.3.4 (c) et (d)). Une telle hys­
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FIGURE 2.3.4 – Superposition des spectres RPE théoriques de β − Ga2O3 à 150 K en bande X en
fonction de la puissance micro­onde. Les flèches indiquent le sens de balayage du
champ magnétique statique. (Figure extraite de [2])

térésis peut se manifester en fonction de la puissance du rayonnement micro­onde, de sa fréquence

ou de la température.

De façon générale, les systèmes bistables sont des systèmes non linéaires dans lesquels la réponse

du système (R) dépend simultanément de la perturbation que l’on applique (P) et de sa propre

réponse (R)

R := f (P, R). (2.3.8)

ceci se rencontre par exemple dans un système ferromagnétique. Ce phénomène est aussi observé

en optique dans les milieux non linéaires avec l’effet Kerr (bistabilité extrinsèque), ou encore avec

la résonance cyclotron d’électron isolé [4].

Le mécanisme de bistabilité est schématisé sur la figure 2.3.5. À la résonance, lorsque la tran­

sition RPE est soumise à une forte puissance micro­onde, la raie RPE est proche de la saturation

c’est­à­dire que les populations des états de spin haut et bas sont quasiment égales. Par un mé­

canisme de relaxation croisée, les spins nucléaires de la matrice se polarisent, créant un champ

magnétique Bn. Ce champ supplémentaire vient s’ajouter au champ statique B0 du spectromètre et

perturbe l’absorption du rayonnement micro­onde. Par effet de boucle, la saturation est modifiée et

le champ nucléaire généré est changé, et ainsi de suite. Ce système est bistable car la perturbation

appliquée au système électronique influence le système nucléaire qui à son tour modifie le système

électronique qui l’a engendré : il y a une boucle de rétroaction.

Ce phénomène a été compris et rationalisé [1, 2, 3, 4, 6]. Dans le cas des électrons de conduction

de β − Ga2O3, les équations qui prévoient le spectre RPE (équations de Bloch) ont trois solutions
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FIGURE 2.3.5 – Schémas du mécanisme de la bistabilité magnétique des électrons de conduction
dans β −Ga2O3.

FIGURE 2.3.6 – Superposition des spectres RPE théoriques et expérimentaux de β−Ga2O3 en RPE
bande X : en haut spectre théorique en absorption, au milieu spectre théorique
correspondant en dérivé, en bas spectre expérimental. Les flèches indiquent le
sens de balayage du champ magnétique statique (Figure extraite de [13])

possibles pour chaque valeur du champ magnétique statique : α, β et γ et la résolution de ces équa­

tions permet d’obtenir les spectres RPE qui sont représentés et comparés au spectre expérimental

sur la figure 2.3.6. Ainsi, si le balayage en champ magnétique est lent et croissant, alors le spectre

observé sera celui passant par la solution α. Au contraire si le balayage en champ magnétique est

décroissant alors, ce sera la solution γ de l’équation que l’on observera. La partie comprise entre ces

deux branches n’est jamais observée car c’est la solution instable β . La figure 2.3.6 montre le très

bon accord entre le modèle et l’expérience.

L’oxyde de gallium est un exceptionnel car le phénomène de polarisation nucléaire dynamique

est un phénomène général mais il est très rarement bistable. Le fait que les solutions α et γ soient

discernables même à température ambiante dans le cas de β − Ga2O3 est lié à la combinaison de

deux propriétés des électrons de conduction :

– une raie RPE très étroite qui résulte de la structure en chaînes des polyèdres. Ces chaînes

donnent un caractère monodimensionnel au solide qui engendre des temps de relaxation
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transverse T2 pour la transition RPE très longs pour des électrons de conduction ;

– un couplage hyperfin élevé [1, 2, 4, 6] qui engendre un champ nucléaire intense, détectable

à température ambiante.

La combinaison de l’anisotropie de la structure et des propriétés des noyaux gallium est donc la clef

de cette propriété de bistabilité magnétique.

2.4 Conclusion

En conclusion nous avons donc abordé les principales propriétés électroniques de l’oxyde de

gallium β − Ga2O3. C’est un oxyde à grand gap qui peut être rendu semi­conducteur grâce à un

dopage de type n. En pratique, une cristallogenèse à l’air suffit pour générer des défauts donneurs

au sein de la matrice.

La structure de β − Ga2O3 est très anisotrope et dominée par les chaînes d’ions gallium oc­

taédriques et tétraédriques dont les orbitales 4s de ces derniers forment le bas de la bande de

conduction.

Au chapitre 1, nous avons présenté les différents dopants pouvant être inclus dans la matrice, et

le titane Ti3+ semble le plus prometteur d’après les études RPE menées sur le système. C’est donc

lui que nous avons utilisé dans β −Ga2O3 pour tester ses capacités en tant que bus de spin.

Pour le concept de bus de spin, il est nécessaire de déterminer :

– dans quel site se place le titane dans la matrice ;

– où se positionnent les niveaux électroniques 3d du titane par rapport à la structure de bande

de β −Ga2O3 ;

– le mélange des orbitales du dopant avec la bande de conduction ;

– les conséquences de la basse dimensionnalité de cet oxyde sur la structure électronique du

titane et sur les interactions avec les gallium environnants.

Ces questions sont abordées dans les deux prochains chapitres.
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Synthèse et caractérisation de β −Ga2O3 : Ti
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Chapitre 3. Synthèse et caractérisation de β −Ga2O3 : Ti

Après une introduction générale sur le concept de bus de spin et la justification de l’étude de

β − Ga2O3 : Ti, ce chapitre explique la méthode de synthèse du matériau ainsi que les premières

caractérisations expérimentales.

L’objectif est d’expliquer le choix de la méthode de synthèse des monocristaux et ses consé­

quences sur les propriétés des cristaux. Les premières expériences de caractérisation sont basées sur

l’absorption optique et la fluorescence afin de déterminer le site dans lequel se place le titane et les

niveaux énergétiques mis en jeux. Ensuite une analyse plus poussée par Résonance Paramagnétique

Électronique (RPE) a été effectuée, permettant de compléter et améliorer les connaissances sur ce

défaut paramagnétique comme l’environnement nucléaire et la structure électronique. L’objectif de

ces caractérisations est de pouvoir évaluer l’intérêt de ce matériau pour le calcul quantique et il

s’agit d’un prélude nécessaire pour la caractérisation du système de qubits.

3.1 Cristallogenèse par la méthode de la Zone Flottante

Cette méthode a été employée pour la croissance de cristaux de β −Ga2O3 non dopés et dopés

avec Ti3+. C’est une méthode assez simple à mettre en œuvre qui permet d’obtenir des cristaux de

qualité et de taille suffisante pour effectuer des études spectroscopiques.

3.1.1 Principe de la cristallogenèse par Zone Flottante

Les cristaux étudiés ont été fabriqués par la méthode de la zone flottante à l’aide d’un four

à concentration de rayonnement, appelée aussi « four à image ». Le schéma de principe de cette

méthode est représenté sur la figure 3.1.1.

FIGURE 3.1.1 – Schéma du four à concentration de rayonnement

Le procédé consiste à faire croître un cristal à partir d’un germe monocristallin et par un apport

de matière par un barreau fritté que l’on fait fondre. La lumière de la lampe est focalisée grâce à

deux miroirs elliptiques. La source lumineuse placée en A a son rayonnement focalisé en B à l’aide

des miroirs M1 et M2. Au point de focalisation la température est très élevée ce qui permet de faire
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3.1. Cristallogenèse par la méthode de la Zone Flottante

fondre des composés mêmes très réfractaires. Le germe et le barreau sont préalablement mis en

rotation l’un par rapport à l’autre en sens opposés. Le haut du germe est fondu au point chaud,

puis c’est au tour du barreau fritté et les deux gouttes qui en résultent sont ensuite rassemblées.

La rotation du germe et du barreau permet d’homogénéiser la température et la composition de

zone fondue. L’ensemble barreau+germe est ensuite translaté vers le bas : la matière du barreau est

progressivement fondue et se recristallise sur le germe, débutant ainsi la croissance du cristal. Cette

technique présente de nombreux avantages :

– le temps d’obtention d’un cristal est court ;

– elle est non polluante car la matière n’est au contact d’aucun creuset ;

– le cristaux obtenus sont d’une taille satisfaisante, de l’ordre du centimètre ;

– il y a peu de perte de matière (très faible par rapport à la méthode de Czochralski) ce qui la

rend relativement économique.

Comme toute méthode elle a également quelques inconvénients :

– la vitesse de refroidissement est assez rapide et il y a donc un fort gradient thermique au sein

de la zone fondu et la zone cristallisée, ce qui engendre des contraintes dans le matériau et

parfois des fractures.

Cette méthode est la mieux adaptée pour la croissance de β−Ga2O3 . Des essais ont été menés avec

la méthode de Verneuil mais les cristaux obtenus présentent environ 10 fois plus de dislocation :

7.105 contre 6.104 cm−2, un résultat identique à la méthode de flux [7].

3.1.2 Cristallogenèse de β −Ga2O3 : Ti

La poudre de départ β − Ga2O3 de chez Alpha Aesar, a une pureté de 99,99 % et l’oxyde de

Titane TiO2 provient de Sigma Aldrich avec une pureté de 99,9 %.

Pour réaliser les barreaux frittés, les poudres sont préalablement pesées et broyées. TiO2 est in­

troduit à hauteur de 1% en masse par rapport à β−Ga2O3. Pour assurer l’homogénéité de la poudre,

celle­ci est ensuite dispersée dans de l’acétone, puis on ajoute du camphre pour lier la poudre. L’acé­

tone est ensuite évaporée progressivement et le mélange est alors pressé à l’aide d’une presse paral­

lélépipédique (0,5×0,5×5 cm3) recouverte de ruban adhésif afin de prévenir toute contamination

par des éléments non désirés, en particulier le fer des pièces de la presse. Une contamination par

le fer, pourrait réduire les temps de cohérence des spins électroniques et nucléaires en introduisant

des interactions non désirées [6].

Les barreaux sont ensuite recuits et le programme pour la céramisation a été adapté à la présence

de camphre car cette matière carbonée pourrait provoquer des fissures dans le barreau par une

évaporation brutale ou provoquer une pollution par des inclusions de particules de carbone. . . Le

programme est le suivant :

1. une rampe jusqu’à 400°C à 50°C/h, pour évaporer lentement le camphre ;

2. un pallier de 30 minutes à 400°C afin d’éliminer le camphre résiduel ;

3. une deuxième rampe à 300°C/h jusqu’à 1000°C ;

4. pallier pendant 12 h à 1000°C, pour réaliser la céramisation.
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Les barreaux sont assez denses et robustes pour être taillés en pointe et arrondis à l’aide d’une scie

pour un meilleur contrôle de la croissance du cristal.

Le germe et le barreau sont positionnés et mis en rotation en sens contraire à la vitesse de

35 tr/min. La translation de l’ensemble germe+zone fondue+barreau est réalisée à la vitesse de

0,5 cm/h. Au cours de la croissance du cristal effectuée sous air, un dégagement de fumée blanche

est observé. Comme on l’explique dans le chapitre 2, il s’agit probablement d’un dégagement de

Ga2O qui se ré­oxyde en β −Ga2O3.

(a) (b)

FIGURE 3.1.2 – (a) Photo de la croissance d’un cristal par la méthode de la zone flottante, on
notera le dégagement gazeux au niveau de la zone fondue (b) Cristal de β −
Ga2O3 : Ti obtenu par cette méthode (dopage à 1 % en masse en TiO2).

Pour que le cristal ait un minimum de fractures, il faut que la zone fondue soit étroite, 3 ­ 4 mm

environ, pour limiter les gradients thermiques. Un exemple de croissance de cristal est représenté

sur la figure 3.1.2 (a). La croissance ne présente pas de réelles difficultés, mais doit se faire lente­

ment surtout au début et après environ 6 h, un cristal légèrement rosé d’environ 2,5 cm est obtenu

(Fig. 3.1.2).

On note sur la figure 3.1.2 que le cristal est rose­violet mais en observant son extrémité (en haut),

on note que celle­ci est grise. Il est possible que cette couleur provienne d’une sur­concentration en

titane au sein de la zone fondue et qui se retrouverait en fin de cristal. Ceci indique que le titane

peut se répartir de façon inhomogène et qu’un gradient de concentration au sein du cristal. Sur la

même figure on notera la présence d’une fracture le long du plan de clivage (100) qui peut indiquer

des tensions mécaniques au sein du cristal.

Pour réaliser ces cristaux TiO2 a été introduit à 1 % en masse dans les poudres de départ mais le

dosage du titane par ICP­MS réalisé par le Service Central d’Analyse du CNRS à Solaize indique un

dopage final de 0,3 % en masse, soit 1 % molaire. Par cette valeur on remonte à la concentration ato­
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mique en titane qui est de 2×1026 atomes.m−3. Ce résultat est en désaccord avec une étude réalisée

sur β −Ga2O3 : Ti qui montre que le titane atteindrait au maximum une concentration molaire de

0,5 % et que les zones où la concentration serait supérieure formeraient une phase supplémentaire

GaTi2O5 [11]. Il est n’est donc pas impossible d’avoir des inhomogénéités de concentration mais

c’est très difficile à vérifier. Cependant même dans les cristaux non­dopés il y a des inhomogénéités

de concentration en électron de conduction générées par de la croissance cristalline. Une expérience

d’imagerie RPE effectuée au laboratoire de Chimie & Biochimie Pharmacologiques et Toxicologiques

(UMR 8601) avec Yves­Michel Frappart les a mises en évidence.

L’expérience consiste à enregistrer un spectre RPE sans gradient de champ magnétique, puis à ré­

péter l’expérience avec un gradient de champ dans les mêmes conditions. Plusieurs enregistrements

sont alors effectués avec différentes orientations du gradient de champ magnétique qui permet de

coder la position d’un paquet de spin dans le champ de résonance. Après un traitement mathéma­

tiques consistant en une déconvolution et une reconstruction on obtient une image 2D, ou 3D des

espèces paramagnétiques d’un cristal. La résolution maximale dépend de la largeur de raie du signal

RPE sans gradient et de la valeur du gradient. Par conséquent plus la raie RPE est fine meilleure est

la résolution.

Cette technique est donc très bien adaptée à l’oxyde de gallium non dopé qui contient des élec­

trons de conduction dont le spectre RPE est une raie très étroite (0,03 mT). Un exemple de spectre

d’électrons de conduction non saturé est représenté sur la figure 3.1.3 (a). Le spectre RPE d’un

échantillon non dopé et réalisé par la méthode de la zone flottante sous un gradient de champ de

5,3 mT.cm−1 dans la figure 3.1.3 (b) présente des oscillations que l’on retrouve dans la projection

à une dimension et la cartographie 2D de la densité électronique de la densité de spin le long de

l’échantillon (Fig. 3.1.3 (c) et (d)). Cette répartition a pu être comparée à celle d’un cristal non dopé

mais synthétisé par la méthode de Verneuil (Fig. 3.1.3 (e)).

Les images RPE 2D de ces deux échantillons montrent une grande variation de la concentration

en électrons de conduction. Sur l’image (d), il y a près de 30 % de différence entre les zones rouges

et les zones vertes et près de 50 % pour l’image (e). On note surtout que la différence de répartition

des électrons dépend de la méthode de synthèse. Tandis qu’il y a une variation quasi­périodique

de la concentration en électron de conduction le long de l’axe de croissance pour la méthode de la

zone flottante, il y a des variations encore plus importantes mais sans structure spatiale régulière

pour le cristal obtenu par Verneuil. L’origine de ces inhomogénéités reste indéterminée, mais celles­

ci reflètent une distribution inhomogène des lacunes d’oxygènes. Ces inhomogénéités pourraient

s’expliquer par l’existence de variations de température au cours de la croissance du cristal qui

peuvent modifier l’évaporation de Ga2O.

L’inhomogénéité de concentration est un phénomène déjà très présent dans la matrice, et ce

quelle que soit la méthode de croissance. Il parait donc assez cohérent de retrouver une inhomogé­

néité de la concentration en titane dans les échantillons de β −Ga2O3 : Ti réalisés par la méthode

de la zone flottante.

51



Chapitre 3. Synthèse et caractérisation de β −Ga2O3 : Ti

(a)

Int
en

sit
é (

Un
it. 

Ar
b.)

 

−1

−0.5

0

0.5

1

 
Champ (mT)

357 357.5 358 358.5 359 359.5
(b)

Int
en

sit
é (

Un
it. 

Ar
b.)

−1

−0.5

0

0.5

1

 

Champ (mT)
356 357 358 359 360

(c)

S
p
in

 d
en

si
ty

 (
u
.a

.)

Position (mm)

-1 0 1

(d)

(e)

FIGURE 3.1.3 – Imagerie RPE d’un cristal de β − Ga2O3 non dopé, synthétisé par la méthode
de la zone flottante (a) Spectre RPE des électrons de conduction, (b) spectre du
même échantillon sous un gradient de champ magnétique de 5,3 mT.cm−1, (c)
densité de spin électronique sur la longueur de l’échantillon, (d) image 2D de la
densité électronique de l’échantillon, de violet à rouge la concentration en élec­
tron augmente. (e) imagerie 2D d’électron de conduction sous un gradient de
5,3 mT.cm−1 d’un cristal non dopé de β −Ga2O3 synthétisé par méthode de Ver­
neuil. Les zones rouges présentent les régions où la concentration est en spin
électronique est maximale et en bleu, se distinguent les bords de l’échantillon.
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3.2 L’ion Ti3+ dans β −Ga2O3

Un point important pour le bus de spin est de connaître le site de la structure dans lequel se

place le titane et la position de ses niveaux d’énergie par rapport à la matrice.

Par l’étude de ses propriétés d’absorption optique, il est possible de déterminer le type de site

octaédrique ou tétraédrique dans lequel se place le titane. De façon similaire l’étude de la fluores­

cence permet d’analyser les défauts qui accompagnent son introduction dans la matrice. À partir de

ces données, la compréhension de la structure électronique du Ti peut être complétée par une étude

de l’intensité du signal RPE avec la température et par une caractérisation complète du facteur bg.

3.2.1 Propriétés optiques de β −Ga2O3 : Ti

La structure de β−Ga2O3 présente deux types de sites cationiques, octaédriques et tétraédriques,

dans lesquels un dopant peut entrer par substitution. Il est donc nécessaire de déterminer lequel de

ces deux sites est occupé par Ti3+. L’ion Ti3+ est de configuration 3d1 et il est bien connu que la

stabilisation des ions d1 en champ cristallin octaédrique est plus forte que celle en champ cristallin

tétraédrique. On peut donc supposer que Ti3+ se substitue exclusivement en site octaédrique. Ceci

est confirmé par l’absorption optique.

Localisation de Ti3+ dans la structure : absorption optique

β − Ga2O3 non dopé est transparent et incolore. Il peut­être légèrement bleuté lorsqu’il est ré­

duit en raison de l’absorption dans le rouge­infrarouge due aux électrons libres. L’introduction de

Ti3+ change la couleur du cristal qui devient légèrement rose­violet. On peut supposer que cette

coloration provient d’une absorption optique par Ti3+.

FIGURE 3.2.1 – Spectre d’absorption de β − Ga2O3 : Ti à température ambiante réalisé sur Cary
6000i avec une lamelle d’épaisseur e = 0,2 mm. L’insert correspond à un zoom
sur le pic d’absorption à ∼ 520 nm = 2,4 eV. En deçà de 300 nm, l’absorption
correspond à celle du gap de β −Ga2O3
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L’absorption optique de β − Ga2O3 : Ti est représentée sur la figure 3.2.1. Elle présente une

bande d’absorption à λ ≈ 520 nm. L’insert de la même figure montre que la bande d’absorption est

scindée en deux pics séparés d’environ 0,3 eV. Par sa forme et sa position, elle est très similaire à

celle du titane dans l’alumine α, centrée sur 485 nm ou dans YAlO3 [2]. La transition observée dans

β −Ga2O3 : Ti peut être immédiatement attribuée à une transition du type 2T→2E d’un titane Ti3+

en site octaédrique, et l’éclatement provient d’une séparation des niveaux 2E probablement due à

une distorsion du site. Une localisation dans les sites tétraédriques présenterait une absorption à des

longueurs d’ondes plus grandes (9/4× 520= 1165 nm), ce qui n’est pas observé.

Il n’y a pas de site interstitiel octaédrique dans β − Ga2O3, le titane est donc situé en site oc­

taédrique substitutionnel. Le mécanisme de substitution n’est pas déterminé, mais le titane peut

s’insérer dans la structure sous forme de Ti4+ puis être réduit en Ti3+ annihilant une lacune d’oxy­

gène selon la réaction

2TiO2+ Vx
o→ 2TixGa+ 4Ox

o (3.2.1)

Partant de cet hypothèse, seul un nombre restreint de Ti3+ peuvent être introduits dans la matrice,

correspondant à la quantité de lacunes d’oxygènes qui peuvent être générées à pression atmosphé­

rique, c’est­à­dire de l’ordre de 1016−1018 cm−3. Rien n’empêche que des Ti4+ soient présents dans

la matrice, ils devraient être compensés par d’autres défauts tels que des lacunes de gallium selon la

réaction de formation

3TiO2→ 6Ox
O+ 3TioGa+ V

′′′

Ga (3.2.2)

FIGURE 3.2.2 – Spectres de fluorescence de β − Ga2O3 : Ti en fonction de la température entre
20 et 300 K (trait continu) et spectre de fluorescence de β −Ga2O3 réduit à tem­
pérature ambiante (cercles). Ces spectres ont été obtenus par excitation à 266 nm
avec un laser YAG quadruplé.

Autres défauts : la spectroscopie de fluorescence

Afin de caractériser les défauts du matériau β −Ga2O3 : Ti, une étude des propriétés de fluores­
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cence a été réalisée en excitant à travers le gap, à 266 nm avec un laser YAG quadruplé, et dans la

transition du titane à 532 nm avec un laser YAG doublé.

La figure 3.2.2 représente le spectre de fluorescence de β − Ga2O3 : Ti en fonction de la tem­

pérature et celui de β −Ga2O3 non dopé dans les mêmes conditions. La fluorescence du cristal non

dopé s’étend entre 2,7 et 3,5 eV, elle est composée de bandes bleue et UV. Comme expliquée en sec­

tion 2.3.1, ces fluorescences correspondent respectivement aux recombinaisons de paires électron­

trou entre la bande de lacunes d’oxygène et les défauts accepteurs
�
VGa, VO

�′ (émission bleue) et

entre la bande de conduction et les accepteurs
�
VGa, VO

�′ (émission UV).

La fluorescence de β − Ga2O3 : Ti à basse température s’étend entre 2,3 et 2,7 eV. Elle est

principalement sur le vert et comprend un peu de fluorescence bleue. L’absence de fluorescence

UV et la faible intensité de la fluorescence bleue indiquent que le cristal contient peu de lacunes

d’oxygène et peu de paires de lacunes de gallium­oxygène
�
VGa, VO

�′. L’intensité de la fluorescence

verte confirme cette faible concentration en lacunes d’oxygène, et suggère la présence de lacunes de

gallium V′′′Ga (Sec 2.3.1). Il semble donc que le titane introduit sous la forme de TiO2 (Ti4+) agissent

comme un oxydant et annihile les lacunes d’oxygènes de la matrice selon les réactions

2TiO2+ VX
O → 2Ti0Ga+ 4OX

O+ 2e− (3.2.3)

2TiO2+
�
VGa, VO

�′ → 2Ti0Ga+ 4OX
O+ V′′′Ga. (3.2.4)

Sur la même figure on note qu’à mesure que la température augmente, le maximum de fluores­

cence pour β − Ga2O3 : Ti se déplace vers le bleu. Ce déplacement peut être la conséquence de

plusieurs mécanismes de fluorescence qui opèrent en parallèle et qui font intervenir plusieurs ni­

veaux d’accepteurs. En effet, comme expliqué en section 2.2.2, les différentes lacunes de gallium

forment plusieurs niveaux dans la gap. Une hypothèse pour expliquer ce déplacement serait que

lorsque la température est basse, les recombinaisons de paires électron­trous pourraient s’effectuer

principalement entre les niveaux d’accepteurs les plus hauts et le bas de la bande de conduction. La

fluorescence correspondante serait alors majoritairement verte. À mesure que la température s’élève

les trous générés par l’irradiation peuvent peupler des niveaux accepteurs plus bas en énergie et la

recombinaison libérerait alors un photon bleu de plus haute énergie. Le maximum d’émission serait

alors décalé progressivement du vert vers le bleu­vert.

La fluorescence par excitation à 266 nm semble montrer que le titane agit comme un oxydant

dans la matrice. Il réduit le nombre de lacunes d’oxygène et favorise la présence de lacunes de

gallium V′′′Ga, mais ceci reste une hypothèse en l’absence d’analyses plus poussées.

Enfin des expériences d’excitation par un laser YAG doublé à 532 nm ont été réalisées à tempé­

rature ambiante et à basse température. Cette longueur d’onde permet d’exciter directement dans la

bande d’absorption du titane et devrait permettre de déterminer la structure des niveaux du titane.

Cependant aucune fluorescence n’est détectable entre 500 et 900 nm. Ce résultat sera compris à la

lumière de l’analyse de spectre RPE dans la section suivante.
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3.2.2 Niveaux d’énergie de Ti3+ dans β −Ga2O3

Le titane, ou du moins une partie, est sous son degré d’oxydation (III), son spin électronique

S vaut alors S = 1/2. C’est donc une espèce paramagnétique qui peut être étudiée par RPE pour

obtenir plus d’informations sur le système.

Généralité sur la RPE

Cette technique permet de connaître l’environnement d’un centre paramagnétique avec beaucoup

de précision et une sensibilité élevée. La RPE est l’équivalent de la résonance magnétique nucléaire

à la différence que les espèces observées doivent avoir un spin électronique non nul, ce sont des

espèces paramagnétiques. Lorsque le spin électronique auquel est associé un moment magnétique

est soumis à un champ magnétique alors les niveaux d’énergies éclatent sous l’effet Zeeman. Si par

exemple on considère un espèce portant un seul électron célibataire (S = 1/2), alors les états spins

hauts (ms = 1/2) et bas (ms = −1/2) se séparent sous l’effet d’un champ magnétique, il lève la

dégénérescence et l’écart entre les niveaux est proportionnel au champ magnétique

∆E = gβB0 (3.2.5)

où β est le magnéton de Bohr et la constante de proportionnalité g, appelé facteur g, est un para­

mètre sensible à la nature et à l’environnement de l’espèce paramagnétique. Cette constante dépend

du moment cinétique de l’orbitale électronique dans lequel se situe le spin. Le moment cinétique

orbitalaire ~bL interagit également avec le champ magnétique par effet Zeeman et avec le spin élec­

tronique par le couplage spin­orbite λ~bL~bS. L’hamiltonien d’un électron du système s’écrit alors

bH = bHorbital+ β~B0(ge
~bS + ~bL) +λ~bS~bL (3.2.6)

dans lequel on trouve l’hamiltonien orbitalaire bHorbital qui comprend l’énergie cinétique de l’électron,

les interactions électron­noyaux, et électron­électron puis le terme de couplage spin­orbite λ~bS~bL et

le hamiltonien Zeeman β~B0(ge
~bS + ~bL) pour lequel ge = 2.0023 . . . est le facteur g d’un électron

isolé. Le terme de couplage spin­orbite λ~bS~bL mélange les états de spin électronique et de moment

orbitalaire ce qui influence les niveaux d’énergie du hamiltonien Zeeman β~B0(ge
~bS + ~bL) et donc la

position de la raie RPE. Il est possible de travailler avec un hamiltonien effectif qui prend en compte

dans le facteur bg l’effet de ce moment orbitalaire, car très souvent le couplage spin­orbite peut être

considéré comme une perturbation de l’hamiltonien bHorbital et cet hamiltonien effectif est :

bH = bHorbital+ β
~bSbg~B0. (3.2.7)

Le facteur ou tenseur bg effectif dépend alors de la composition de l’état fondamental et du dia­

gramme des niveaux d’énergies. Le facteur bg est anisotrope et s’exprime sous la forme d’une ma­

trice 1 de dimension 3× 3. C’est généralement une matrice symétrique, sauf dans le cas d’une très

1. Le facteur bg est appelé tenseur, mais en réalité il ne se transforme pas comme un tenseur sous les opérations de
rotation, mais sera nommé comme tel [8]. La représentation matricielle 3× 3 n’est pas strictement vraie. En réalité bg
peut­être représenté par une matrice de dimension (3(2S + 1))× 3.
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basse symétrie. La valeur effective de ce facteur qu’on notera g, dépend de l’orientation du champ

magnétique par rapport au centre paramagnétique. L’écart entre g et ge de l’électron libre informe

sur le couplage spin­orbite et permet de déterminer la composition orbitalaire d’un centre parama­

gnétique. Pour un spin S = 1/2, ce système possède alors deux états propres correspondant aux

énergies

E

�
−

1

2

�
= −

1

2
gβB0, (3.2.8)

E

�
1

2

�
=

1

2
gβB0. (3.2.9)

Il est alors possible de réaliser une transition entre ces deux niveaux en utilisant un champ oscillant

à la fréquence

ν =

����E
�
−

1

2

�
− E

�
1

2

�����= gβB0. (3.2.10)

FIGURE 3.2.3 – Diagramme de niveaux d’énergies dans le cas d’un spin S = 1/2 en interaction
avec un noyau de spin I = 1/2, et pour le cas où A> gnβnB0 = νn

Une autre source d’information sur la structure du centre paramagnétique est l’interaction entre

l’électron célibataire et un ou des noyaux à spin non nul, appelée interaction hyperfine. Cette in­

teraction ajoute un terme supplémentaire de la forme ~bSbA~bI dans l’hamiltonien, bA est appelé le ten­

seur d’interaction hyperfin. Il est proportionnel à la fois au facteur ge de l’électron et gn du noyau

A ∝ ge gn. En prenant en compte également l’interaction Zeeman nucléaire entre le noyau et le

champ magnétique bHn.z. = −gn,βn
~bI~B0, l’hamiltonien magnétique s’écrit

bH0 = β
~bSbg~B0+

~bSbA~bI − gn,βn
~bI~B0. (3.2.11)

En notant ms et mI , les projections respectives des états de spin électronique et nucléaire dans un

cas simple où le facteur bg et l’interaction électron­noyau bA sont isotropes, bg = g et bA = A et en

considérant le couplage hyperfin comme une perturbation au premier ordre,les énergies du système
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{électron+noyau} sont les suivantes

E
�
ms, mI

�
= gβB0ms + AmsmI − gnβnB0mI . (3.2.12)

Expérimentalement, dans le cas où le spin électronique S = 1/2 interagit avec un noyau de spin

I = 1/2, le système comporte quatre niveaux d’énergies. La figure 3.2.3 représente le diagramme

des niveaux d’énergies obtenu dans le cas A> 2gnβnB0 = 2νn > 0. Les transitions RPE du système

n’affectent que ms, il y a donc deux transitions RPE autorisées pour lesquelles les règles de sélection

sont∆ms = ±1, ∆mI = 0, représentées sur la figure 3.2.3. De façon générale, un spin S qui interagit

avec N noyaux identiques de spin I engendre 2S (2N I + 1) raies RPE.

FIGURE 3.2.4 – Spectres RPE de β − Ga2O3 : Ti en bande X à 30 K, pour ~B0 ‖ ~b (rouge), ~B0 ‖ ~c
(bleu) et ~B0 ‖ ~a∗ (noir). La fréquence du spectromètre est de 9,38848 GHz, la
modulation fixée à 0,5 mT, la puissance micro­onde est de 0,02 mW.

Spectre RPE de Ti3+ dans β −Ga2O3

Le spectromètre que nous avons employé est un Bruker Elexsys E500 en bande X (9,4 GHz) muni

d’une cavité 4122SHQ/0111. Un signal pour β − Ga2O3 : Ti est détectable pour une température

inférieure à T ≤ 150 K et devient de plus en plus intense à mesure qu’elle diminue. Les spectres RPE

enregistrés à 30 K pour les orientations telles que le champ magnétique est parallèle aux axes ~b, ~c

et ~a∗ sont représentées sur la figure 3.2.4. Quelle que soit l’orientation, le spectre est très large et il
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s’étend sur environ 40 mT. Il présente un très grand nombre de raies superposées mais on distingue

une structure partiellement résolue contenant environ 9 pics visibles. Le spectre a été étudié en

fonction de l’orientation du champ magnétique ~B0 par rapport au cristal : il se déplace d’un bloc et

conserve sa symétrie mais la résolution ne s’améliore pas. Le facteur bg prend des valeurs effectives

comprises entre 1, 85 et 1,95, ce qui peut être constaté sur la figure 3.2.4.

Le spectre d’absorption optique n’ayant montré que la présence de Ti3+, et les valeurs du facteur

g étant parfaitement compatibles avec celles d’un Ti3+ dans un oxyde [4, 13], on peut affirmer que

ce signal RPE provient de celui de l’électron célibataire de Ti3+, malgré sa forme inhabituelle.

S
ig

n
al

 (
U

n
it

. 
A

rb
.)

Champ Magnétique B0   (mT)

340 350 360 370

FIGURE 3.2.5 – Spectre simulé d’un Ti3+ avec les trois isotopes (47, 48 et 49) avec les paramètres
issus du spectre RPE expériemental : facteur g = 1, 923, constante hyperfine A=
109 MHz et largeur de raie de 2,9 mT.

Pour expliquer la structure complexe de ce signal, on peut supposer en première hypothèse

qu’elle résulte de l’interaction de l’électron avec le noyau du Ti à isotope non nul, et pour un seul site.

Le titane possède trois isotopes dont deux isotopes à spin non­nul 47Ti I = 5/2, 7,44 %, gn = 0, 8414

et 49Ti I = 7/2, 5, 47 %, gn = 0, 8416. Ces derniers isotopes sont peu abondants, et présentent des

facteurs gn nucléaires très proches, ce qui implique que leurs constantes de couplages hyperfines

sont quasi identiques (A ∝ ge gn). Si ce signal correspondait à l’interaction entre l’électron et le

noyau de titane, alors le signal serait composé de la façon suivante :

– un pic central intense correspondant aux électrons portés par les noyaux 48Ti (87,09 %) à spin

nul ;

– 6 pics moins intenses correspondant aux électrons portés par les noyaux 47Ti (7,44 %) à spin

I = 5/2 ;

– 8 pics également correspondant aux électrons portés par les noyaux 49Ti (5,47 %) à spin

I = 7/2.

Le spectre théorique en considérant une constante de couplage hyperfine A = 109MHz et une lar­

geur de raie RPE ∆Bpp = 2,9 mT telles qu’elles ont été mesurées sur la figure 3.2.4, correspondrait

celui représenté sur la figure 3.2.5. On ne peut expliquer le spectre expérimental par les seules in­
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teractions entre l’électron et le noyau central de titane. Une autre hypothèse pourrait être l’existence

de plusieurs sites magnétiquement inéquivalents pour le titane qui provoquent l’apparition de raies

RPE qui se chevauchent. Dans ce cas il y a deux hypothèses :

1. Ti en sites normaux :

Ti3+ occupe des sites octaédriques comme l’a montré l’absorption optique. Or dans la maille

de β −Ga2O3, il y a quatre sites octaédriques, mais ils sont magnétiquement équivalents pour

toute orientation du champ magnétique ~B0 en raison de la symétrie de la maille. Par consé­

quent, les facteurs bg seraient les mêmes pour tous les sites. Les différents sites octaédriques

n’expliquent pas la structure du spectre RPE ;

2. Ti en sites perturbés par des défauts :

Dans ce cas Ti3+ est toujours dans des sites octaédriques, mais certains d’entre eux sont per­

turbés par des défauts. Le facteur bg dépend alors du site considéré. Cependant les raies du

spectre sont toutes de mêmes intensités, ce qui signifierait que les différents sites seraient en

proportions équivalentes, ce qui est assez improbable. Par ailleurs si le facteur bg variait sen­

siblement d’un site à un autre, la superposition de ces sites provoquerait une asymétrie du

spectre RPE et la structure du spectre RPE dépendrait de l’orientation de ~B0 ce qui n’est pas le

cas.

Enfin une troisième hypothèse pour expliquer la structure du spectre est qu’elle résulte de l’inter­

action hyperfine entre l’électron du Ti3+ et les spins des noyaux de gallium qui entourent le titane.

Ces interactions avec des noyaux autres que le noyau central sont généralement appelées dans la

littérature interactions super­hyperfines [9]. En général, l’électron n’interagit pas au­delà des pre­

miers voisins (ici des ions d’oxygène). Bien que ce soit le cas ici nous n’utiliserons que le terme

d’interaction hyperfine par simplicité.

Pour vérifier cette hypothèse, des simulations en utilisant le logiciel Easyspin [10] ont été réa­

lisées. Pour la direction ~B0 ‖ ~c, le spectre expérimental a été simulé en prenant en compte les in­

teractions entre l’électron du Ti3+ avec les deux noyaux de gallium qui l’entourent dans les chaînes

octaédriques de part et d’autre, l’un supposé gallium 69 et l’autre supposé gallium 71. Les valeurs

numériques introduites dans le logiciel correspondent au facteur g mesuré pour cette direction et la

constante de couplage hyperfine a été évaluée en supposant que A (mesurée sur la figure 3.2.4) est

la moyenne pondérée des couplages hyperfins issus des deux isotopes. Il y a 60 % de 69Ga et 40 %

de 71Ga naturellement, donc

A≈ 109 MHz = 60 %×69 A+ 40 %×71 A

= 60 %×
69 gn
71 gn

71A+ 40 %×71 A (3.2.13)

d’où 71A = 124MHz et 69A = 99 MHz. L’ajustement comparé à l’expérience est représenté sur la

figure 3.2.6. En dépit des approximations effectuées, l’allure globale du spectre expérimental est

assez bien reproduite, ce qui montre que cette hypothèse est la bonne. Il n’y a donc qu’un seul type

de site titane et la structure du spectre provient pour l’essentiel des interactions hyperfines avec

les noyaux de gallium qui l’entourent. Les différences entre le calcul et l’expérience proviennent
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d’une évaluation sommaire de la constante de couplage hyperfin, de la non prise en compte des

multiples configurations isotopiques et de la non prise en compte d’interactions avec d’autres noyaux

de gallium plus éloignés. Une meilleure simulation des spectres RPE est donc envisageable, mais

nécessite une analyse détaillée des interactions avec les noyaux, ce qui peut être effectué à partir

des spectres ENDOR qui fera l’objet du chapitre suivant.
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FIGURE 3.2.6 – Haut : spectre RPE expérimental à 30 K (en noir) pour l’orientation ~B0 ‖ ~c et com­
paré avec une simulation obtenue en utilisant le logiciel Easyspin (en vert). On
suppose que l’électron est en interaction avec les deux premiers voisins gallium
dans la configuration isotopique 69Ga(1)­Ti­71Ga (1) dans β −Ga2O3 : Ti. Les va­
leurs numériques sont g = 1, 923, 71A= 124MHz et 69A= 99MHz, et l’ajustement
a été effectué sur la largeur de raie.
Bas : différence entre le spectre simulé et le spectre expérimental.

La RPE montre ses limites pour l’étude de l’environnement nucléaire, mais il est possible de

déterminer la composition de l’état fondamental de l’orbitale dans laquelle il est. Ces informations

s’obtiennent par l’analyse du facteur bg.

Analyse du facteur bg
La détermination des composantes et des axes propres du facteur bg se fait par mesure des valeurs

du facteur g en tournant le cristal autour de trois axes. Il est disposé sur un support et orienté grâce

aux plans de clivages, ce qui permet de faire une rotation du cristal autour des directions (100),

(010) et (001) comme représenté sur la figure 3.2.7.

Le groupe d’espace de la maille est C2/m, avec l’axe C2 parallèle à ~b et le plan miroir qui contient

les axes
�
~c, ~a∗

�
. L’axe ~b est donc un axe propre du tenseur bg, et les deux autres axes propres sont
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(a) (b) (c)

FIGURE 3.2.7 – Schémas de la disposition des cristaux de β − Ga2O3 : Ti sur un support pour
l’étude RPE. Les axes de la maille sont représentés en traits pleins, tandis que
l’axe dans le repère réciproque est en pointillés. Le schéma (a) correspond à la
situation de rotation autour de l’axe ~a∗, (b) à la rotation autour de l’axe ~b et
(c) à la rotation autour de l’axe ~c. Dans les trois cas le champ magnétique est
perpendiculaire à l’axe de rotation du cristal.

inclus dans le plan
�
~c, ~a∗

�
2 [9]. L’enregistrement a donc été effectué en faisant tourner le cristal

autour des axes ~c, ~a∗ et ~b. Pour l’étude complète du facteur bg, il suffit d’une rotation de 180° par

rapport à ~b (dû à l’axe C2) et de 90° pour les rotations autour de ~c et ~a∗ (dû la présence des miroirs).

Les enregistrements ont été effectués en RPE bande X (9,5 Hz) à 30 K, pour une puissance RPE de

0,02 mW et une modulation de 0,5 mT.

Le facteur g est mesuré pour chacune des orientations et l’expérience montre que les extrema

du facteur g coïncident avec les axes ~c, ~a∗ et ~b du cristal que l’on note ~x , ~y et ~z. Ces axes sont donc

les axes propres du tenseur bg. Les variations angulaires du facteur g peuvent être modélisées afin

de déterminer les valeurs propres du tenseur par la fonction suivante 3

g
�
θ ,ϕ

�
=
Æ

g2
x sin2 θ cos2ϕ+ g2

y sin2 θ sin2ϕ+ g2
z cos2 θ (3.2.14)

où θ et ϕ sont les angles en coordonnées polaires entre les axes propres du facteur bg et le champ

magnétique ~B0. Ainsi θ correspond à l’angle entre ~b et ~B0 et ϕ correspond à l’angle entre ~c et ~B0

dans le plan
�
~c, ~a∗

�
(voir Fig. 3.2.8 (d)). L’ajustement de cette fonction a été effectué sur les points

2. Nous utiliserons la notation de ~a∗ pour considérer le axe ~b∧~c/
q


~b







~c


. Bien que ~a∗ ne soit pas dans l’espace réel

mais dans l’espace réciproque, cette notation est plus pratique.
3. En pratique, un autre traitement rigoureux plus complet a été effectué en prenant la fonction la plus générale et en

ajustant sur les points expérimentaux la fonction suivante

g
�
θ ,ϕ

�
=












gx gx y gxz

g y x g y g yz

gzx gz y gz







sinθ cosϕ
sinθ sinϕ

cosθ











2

Les résultats sont identiques à ceux obtenus avec l’expression 3.2.14.
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FIGURE 3.2.8 – Variation angulaire du facteur g dans le système β−Ga2O3 : Ti, enregistrés à 30 K,
à la fréquence 9,38848 GHz, amplitude de modulation 0,5 mT, la puissance micro­
onde 0,02 mW. Les points expérimentaux sont en noirs et les courbes ajustés par
moindres carrés en rouge. (a) rotation autour de l’axe ~a∗, (b) rotation autour de
l’axe ~b, (c) rotation autour de l’axe ~c, (d) repère employé pour l’étude du facteur
g.

expérimentaux correspondant aux figures 3.2.8 (a), (b), (c). Les ajustements sont très satisfaisants

et permettent d’obtenir les valeurs propres et les axes propres du facteur bg. Bien que la symétrie

du cristal soit basse, le facteur bg est bien une matrice symétrique et les axes propres du facteur bg
sont orientés le long des liaisons titane­oxygène. Dans la base ~c, ~a∗ et ~b le facteur bg s’écrit donc

simplement

bg =




gx 0 0

0 g y 0

0 0 gz


 =




1,923 0 0

0 1, 949 0

0 0 1,850


 (3.2.15)

Le facteur bg obtenu, il est possible de combiner ces résultats avec l’absorption optique pour

déterminer le diagramme énergétique des orbitales 3d du titane. Ce travail est inspiré des travaux

publiés par Yang et Halliburton [13], où le facteur bg de Ti3+ dans TiO2 a été étudié.

Dans la matrice β − Ga2O3, le titane se place dans les sites octaédriques et ces sites sont légè­

rement distordus comme dans le cas pour TiO2 [13] ce qui provoque une levée de dégénérescence

des niveaux de symétrie Tg et Eg . L’octaèdre déformé est représenté dans la figure 3.2.9 (a). Dans

cette situation on prend ~x , ~y et ~z, comme axes propres du facteur bg soit,
�
~c, ~a∗ ,~b

�
. La symétrie du

site est Cs, c’est­à­dire que l’on a un miroir perpendiculaire à l’axe ~z. Par rapport au cas de l’octaèdre

classique, l’axe qui pointe entre les oxygènes aux sommets ~y = ~a∗ est pris comme axe de quanti­
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fication. La quantification s’effectue le long de y et non z comme usuellement. Les résultats sont

identiques il suffit de permuter x ≡ −x , y ≡ z, z ≡ y et obtenir le diagramme énergétique du titane

dans la figure 3.2.9 (b). Cette orientation des axes propres est choisie par soucis de cohérence avec

la suite du travail (chapitre 4).

(a) (b)

FIGURE 3.2.9 – (a) Position de Ti3+ dans β − Ga2O3, (b) diagramme de niveaux d’énergies des
orbitales 3d

En symétrie Cs l’état fondamental de Ti3+ est non dégénéré et n’a donc pas de moment orbital.

Avec les axes choisis l’état fondamental du titane est dx2−z2 . Le facteur bg dévie de celui de l’électron

libre ge à cause du mélange entre orbitales de mêmes symétries par le couplage spin orbite λ~bS~bI . Ces

mélanges introduisent alors une contribution orbitalaire au moment magnétique électronique. On

peut évaluer l’effet du « mélange » en développant au deuxième ordre l’hamiltonien alors le facteur

bg s’exprime sous la forme [3, 12, 13]

bg = ge + 2λbΛ, (3.2.16)

où bΛ est une matrice définie dans son repère propre par les éléments diagonaux

Λii = −
∑

n 6=G

〈G|Li |n〉〈n|Li |G〉
En− EG

⇒ bΛ =



Λx 0 0

0 Λy 0

0 0 Λz


 . (3.2.17)

Les éléments propres du facteur bg sont les suivants

gx = ge −
2λ

δ2
= 1, 923 ,

g y = ge −
8λ

∆
= 1, 949 ,

gz = ge −
2λ

δ1
= 1, 850. (3.2.18)

Sachant que le système présente une absorption à 520 nm = 2,38 eV que l’on assimile à ∆, on en

déduit donc λ ≈ 128 cm−1 et on obtient δ1 ≈ 0,2 eV et δ2 ≈ 0,4 eV. Le diagramme des niveaux

d’énergies est représenté sur la figure 3.2.9 (b). δ = 0,3 eV est issu du spectre d’absorption optique

(Fig. 3.2.1).

La valeur effective du couplage spin­orbite de Ti3+ dans β −Ga2O3 de λ ≈ +128 cm−1 est plus

64



3.2. L’ion Ti3+ dans β −Ga2O3

faible que celle de l’ion libre Ti3+ qui est de λ0 = +154 cm−1 [13]. Cette diminution s’explique par

la covalence des liaisons. Le mélange des orbitales atomiques 3d avec celles de l’oxygène provoque

un affaiblissement de la valeur du couplage spin­orbite [5, p. 52]. Le coefficient réducteur associé à

la covalence est noté k = λ/λ0 et vaut 0,83. Or l’oxygène est plus léger et sa constante de couplage

vaut λO− = −136 cm−1 par conséquent la covalence avec les atomes d’oxygène voisins a pour effet

de diminuer la valeur apparente du couplage spin­orbite 4 soit k < 1.

Le facteur bg de l’électron du titane peut être comparé aux valeurs de facteur bg mesurées dans le

cas de l’oxyde de gallium non dopé, dans le repère
�
~ex ,~ey ,~b

�
, où ~ex forme un angle de 43,7° avec

le axe ~c et ~ey forme un angle 30° avec ~a

bgConduction =




gx 0 0

0 g y 0

0 0 gz


 =




1,9590 0 0

0 1,9616 0

0 0 1,9635


 (3.2.19)

Les valeurs propres du facteur g sont proches de celle mesurées pour le titane, mais n’appelle pas à

plus de commentaire. En effet, le cas des électrons de conduction est plus complexe à traiter que le

cas d’électrons localisés. En revanche l’analyse des axes propres est peut­être plus intéressante. Les

axes propres coïncident avec les liaisons Ga ­ Ga dans le cas des électrons de conduction. Contraire­

ment à Ti3+, dont le facteur bg du titane est dominé par les liaisons titane ­ oxygène, le facteur g des

électrons de conductions est dominé par les interactions gallium ­ gallium.

FIGURE 3.2.10 – Orientation des axes propres du facteur bg dans le plan
�
~c,~a
�
, en rouge les axes

du facteur g du titane, en noir ceux des électrons de conduction

4. Le gallium dans l’état 2S n’a pas de couplage spin­orbite.
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FIGURE 3.2.11 – (a) Spectres RPE pour la direction ~B0 ‖ ~c normalisés par rapport aux condi­
tions d’acquisition et multipliés par la température pour les température de 50 K,
150 K, 170 K et 200 K. (b) Variation du produit Intensité RPE×Température pour
le composé β − Ga2O3 : Ti en fonction de la température. L’intensité RPE a été
obtenue par soustraction de la ligne de base et double intégration du signal RPE.
En rouge, courbe ajustée sur les points expérimentaux par l’équation 3.2.25

Dépendance de l’intensité RPE avec la température

L’intensité du spectre RPE de β − Ga2O3 : Ti augmente à mesure que la température diminue,

ce qui est représenté sur la figure 3.2.11 (a). L’intensité du signal expérimental s’obtient par la

double intégration du signal RPE. Pour une espèce paramagnétique isolée, l’intensité du signal dé­

croît lorsque la température augmente selon une loi de Curie. Si un échantillon contient n spins

électroniques soumis à un champ magnétique B0, l’intensité en fonction de la température T est

donnée par [1, p. 16]

I(T ) ∝ n tanh

�
gβB0

kBT

�

≈ n
B0

T
car gβB0≪ kBT. (3.2.20)
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3.2. L’ion Ti3+ dans β −Ga2O3

Pour vérifier si l’échantillon suit cette loi, il suffit de tracer le produit I(T ) × T en fonction de la

température, ce qui doit donner une constante si l’échantillon suit la loi de Curie. Le tracé de ce

produit pour β − Ga2O3 : Ti est représenté sur la figure 3.2.11, la courbe est constante jusqu’à

≈ 150 K puis elle décroît assez rapidement au­delà.

Le premier domaine correspond à un paramagnétisme de type Curie, tandis que le second do­

maine ne s’explique que par la diminution du nombre de spin n qui contribuent au signal. Cette

diminution du nombre de spin peut s’expliquer par une ionisation partielle des titanes avec la tem­

pérature. On peut distinguer deux cas de figures pour modéliser l’ionisation des Ti3+ (Fig. 3.2.11) :

1. soit les électrons sont excités vers les niveaux 3dx y du titane ;

2. soit vers des niveaux donneurs ou la bande de conduction, qui compte tenu du désordre,

pourraient être mélangées.

(a) (b)

FIGURE 3.2.12 – Modèle de structure de bande pour β −Ga2O3 : Ti, (a) cas d’excitation vers les
orbitales 3dx y , (b) cas d’excitation vers la bande de conduction

Dans les deux cas la modélisation du nombre de sites paramagnétiques, n(T ) peut s’effectuer avec

une loi d’activation. Soit ntotal le nombre d’électrons susceptibles d’être excités, nTi le nombre d’élec­

trons dans les orbitales du titane, et nexc le nombre d’électrons dans la bande d’excitation. Les

densités d’états du niveau fondamental du titane et de l’état excité sont notés DTi et Dexc

nTi(T ) = ntotal×
1

Z
DTi exp

�−ETi

kB T

�
(3.2.21)

nexc(T ) = ntotal×
1

Z
Dexc exp

�−Eexc

kB T

�
, (3.2.22)

où Z = DTi exp
�
−ETi

kB T

�
+Dexc exp

�
−Eexc

kB T

�
. Par ailleurs, sachant que le nombre d’électrons célibataires
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est constant nTi(T ) + nexc(T ) = ntotal et

nTi(T )

nexc(T )
=

DTi

Dexc
exp

�−ETi+ Eexc

kB T

�
(3.2.23)

alors on a

ntotal = nTi+ nexc = nTi+ nTi
Dexc

DTi
exp

�−Eexc+ ETi

kB T

�

ntotal = nTi

�
1+
Dexc

DTi
exp

�−∆E

kB T

��
(3.2.24)

donnant

nTi (T ) ∝ I(T )× T

∝
1

1+ Dexc

DTi
exp
�
−∆E
kB T

� . (3.2.25)

Cette fonction est ajustée sur les points expérimentaux, et cela permet d’extraire l’écart énergétique

et le rapport des densités d’états

∆E ≈ 0,2 eV (3.2.26)
Dexc

DTi
≈ 25000 (3.2.27)

Le modèle et la courbe expérimentale sont représentés sur la figure 3.2.11 avec un accord assez

satisfaisant.

Le rapport des densités d’états entre les états excités Dexc et l’état fondamental du titane DTi est

très grand. Or si l’on avait une excitation des états 3dx2−z2 vers les niveaux 3dx y alors le rapport

devrait être
Dexc

DTi
≈ 1, (3.2.28)

car il y a autant d’orbitales de type 3dx2−z2 que d’orbitales 3dx y . Si on considère que le dopage est

approximativement de 0,3 %, on a une densité d’état d’environ 1019­1020 cm−3 soit environ mille

fois plus faible que la densité d’état des orbitales 4s du gallium (environ 1023 cm−3). Or ici le rapport

entre les densités d’états est de
Dexc

DTi
≈ 25000. (3.2.29)

La densité d’état dans l’état excité est donc beaucoup plus grande, ce qui ne peut s’expliquer que si

l’état excité correspond à un niveau de la bande de conduction. La seconde hypothèse est donc la

plus réaliste.

Normalement, un signal correspondant aux électrons excités devrait apparaître quand la tem­

pérature augmente, mais on n’observe rien expérimentalement. Cela n’est pas incompatible avec

l’hypothèse car les électrons dans ces bandes pourraient relaxer très vite cause de la présence du

titane et provoquer un élargissement par temps de vie. La structure de bande correspondante est
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schématiquement représentée figure 3.2.12.

Par ailleurs ce modèle explique l’absence de fluorescence lorsque l’on irradie dans la bande

d’absorption du titane à 532 nm (voir la section précédente). Le titane a ses niveaux dans la bande

de conduction et donc une fois excité il existe des voies de relaxation non radiative vers le bas de la

bande de conduction et une fluorescence peut se produire entre le bas de la bande de conduction et

le niveau fondamental du titane.

Pour valider ce modèle, une mesure de la photoconductivité pourrait être envisagée, à basse

température car l’écart énergétique est faible (0,2 eV = 1600 cm−1). Cependant rien ne garantit une

bonne conductivité car la présence des titanes pourraient modifier les mécanismes de conduction

(par saut, par effet tunnel) et réduire le libre parcours moyen de électrons. La conductivité résultante

serait alors très faible et peut­être non mesurable. Compte tenu des difficultés pour réaliser des

contacts électriques avec β −Ga2O3, l’expérience n’a pas été réalisée.

3.3 Conclusion

Le titane s’introduit donc dans un site octaédrique distordu dans β − Ga2O3 : Ti comme le

montre l’absorption optique et comme le confirme la RPE. Le niveau fondamental du titane est très

proche de la bande de conduction ∼ 0,2 eV, et cela mène donc logiquement à une interaction très

importante entre les orbitales 3d du titane et les orbitales 4s du gallium dans la bande de conduction.

Le mélange entre les orbitales 3d du titane et du gallium 4s est globalement donné par un terme

proportionnel à l’inverse des écarts d’énergies entre ces orbitales (expliqué en section 4.3)

∝
1

EGa(4s)− ETi(3d)
≈

1

0, 2eV
. (3.3.1)

Cependant la résolution de la RPE reste insuffisante pour analyser en détail les interactions spin

électronique − spin nucléaire car la densité spectrale, qui correspond au nombre de raies par unité

de champ magnétique, est trop importante. Un petit calcul permet de déterminer le nombre de raies

RPE attendues dans le cas où l’électron est couplé avec N noyaux différents. La densité spectrale

provient à la fois du nombre important de configurations isotopiques possibles et du nombres de

raies possibles par configuration isotopique. En considérant le titane en site octaédrique substitu­

tionnel on peut avoir dans le cas où N = 8, (ce qui correspond au nombre de noyaux que l’on va

identifier par ENDOR dans le chapitre suivant), un très grand nombre de configurations isotopiques.

Pour calculer le nombre de configurations, on peut représenter schématiquement le titane et ses

voisins comme suit,

71Ga 69Ga
69Ga 69Ga Ti 69Ga 71Ga

69Ga 69Ga

71Ga 69Ga
69Ga 69Ga Ti 71Ga 69Ga

69Ga 69Ga

.
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S’il n’y a pas de noyaux gallium dans le plan miroir contenant le titane. Comme le gallium possède

deux isotopes à spin non­nuls, et que la structure présente un plan miroir un calcul simple indique

que si l’électron est couplé avec N sites, il y a 2N choix pour chaque site car le gallium a deux

isotopes possibles. L’existence du plan miroir fait qu’avec la formule 2N on compte deux fois les

configurations isotopiques possibles sauf dans le cas où les noyaux de chaque cotés sont identiques

(qui s’obtient par 2N/2). Il y a donc
2N/2+ 2N

2
(3.3.2)

configurations isotopiques. De plus chaque configuration isotopique engendre (2I + 1)N raies RPE,

il résulte pour ce système une superposition de

Nr =

�
2N/2+ 2N

2

�
(2I + 1)N (3.3.3)

raies RPE. Si on suppose que le système est en interaction avec N = 8 voisins comme nous allons le

montrer, cela donne approximativement Nr = 8.106 raies RPE ! La RPE ne suffit pas pour déterminer

la structure du centre paramagnétique. La double résonance électronique et nucléaire (ENDOR)

permet d’accéder aux interactions hyperfines avec les différents noyaux, et ce quelle que soit la

configuration isotopique. C’est l’objet du chapitre 4.
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Caractérisation de l’environnement nucléaire de Ti dans β −Ga2O3
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4.1. Généralités sur la spectroscopie ENDOR

Pour réaliser un calcul avec un système quantique, il est nécessaire de connaître le système de

qubit et les interactions internes au système, c’est le premier critère de DiVincenzo.

L’analyse réalisée sur les spectres d’absorption optique et le spectre RPE ont permis de placer le

titane comme une impureté paramagnétique en position octaédrique et dont le niveau fondamental

est approximativement situé à 0,2 eV sous la bande de conduction dans β−Ga2O3. La RPE a mis en

avant l’existence d’interactions entre l’électron célibataire et les noyaux de gallium qui l’entourent,

ce qui confirme la proximité entre les niveaux 3d du titane et 4s du gallium, mais elle ne permet

pas de déterminer précisément l’environnement nucléaire du titane. Le spectre RPE n’est pas résolu

en raison du trop grand nombre de transitions ≈ 107 et la majeure partie de l’information sur les

interactions entre les noyaux et l’électron célibataire du Ti3+ n’est pas accessible.

Sur ce point la technique de double résonance électronique et nucléaire (Electron­Nuclear Dou­

ble Resonance) ou ENDOR permet de résoudre les interactions car la densité spectrale est beaucoup

plus faible. En effet la résolution de l’ENDOR est environ 100 fois plus grande que celle de la RPE et

la densité spectrale est beaucoup plus faible puisqu’elle augmente linéairement avec le nombre de

noyaux. L’identification des noyaux couplés avec l’électron célibataire et la mesure des constantes

de couplage est alors possible.

Après une introduction sur l’ENDOR, le chapitre développe l’analyse de l’environnement nu­

cléaire du titane dans β − Ga2O3 par l’analyse des variations angulaires des spectres ENDOR. Les

tenseurs d’interaction de chacun des noyaux identifiés ont alors été obtenus par simulation de ces

variations angulaires, ce qui assure une caractérisation complète du système de spins.

Le résultat important de ce travail est la mise en évidence d’un effet isotopique majeur sur

les interactions noyau­noyau véhiculées par l’électron. Cette propriété, dont l’étude constitue la

troisième partie de ce chapitre, est très intéressante pour le calcul quantique en général et le concept

du bus de spin en particulier. Rappelons en effet que c’est le système des noyaux qui constitue le

registre de qubit, or pour que les temps de porte soient les plus courts possibles devant les temps de

décohérences, il faut que les interactions entre qubits soient grandes.

4.1 Généralités sur la spectroscopie ENDOR

La spectroscopie ENDOR est une technique de double résonance qui permet de réaliser une

expérience de résonance magnétique sur les noyaux en interaction avec un électron. Cette technique

a été inventée et appliquée par Feher dans le cas du donneur phosphore dans le silicium en 1956

[4]. Depuis cette technique est devenue une méthode commercialisée sur les spectromètres RPE

conventionnels et pour cela il suffit qu’ils soient équipés de cavités avec un système capable de

générer des champs électromagnétiques radiofréquences. L’ENDOR permet d’accéder aux propriétés

des noyaux couplés avec un électron célibataire ; elle est donc complémentaire de la RPE. Elle est

cependant moins utilisée car c’est en général, une technique difficile à mettre en œuvre.

L’ENDOR agit sur la population des niveaux nucléaires par l’action d’un champ radiofréquence.

La transition RPE est toujours effectuée à l’aide d’un champ micro­onde, et l’on suit l’intensité en

fonction de la fréquence du champ radiofréquence qui provoque les transitions nucléaires. En pra­

tique, l’intensité RPE change chaque fois que la fréquence du signal radiofréquence coïncide avec
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une transition nucléaire liée à cette transition RPE. En effet, la résonance des niveaux nucléaires

favorise d’autres voies de relaxation pour les électrons, ce qui modifie l’intensité RPE en court­

circuitant les voies standards de relaxations de l’électron. L’observation de ces variations d’intensité

permet de reconstituer le spectre de résonance magnétique nucléaire (RMN).

L’ENDOR combine la sensibilité apportée par la RPE, la résolution de la RMN, et elle est très

sélective ; seuls les noyaux en interaction avec l’espèce paramagnétique sélectionnée sont détectés.

La résolution des spectres est telle que l’ensemble du hamiltonien peut être déterminé à condition

d’étudier, pour les solides, les variations angulaires des spectres ENDOR. Cette méthode est donc

idéale pour l’identification sélective des noyaux qui interagissent avec le centre paramagnétique et

la détermination des tenseurs d’interactions hyperfins et quadrupolaires.

Le principe de L’ENDOR est assez simple mais sa mise œuvre expérimentale est bien plus com­

plexe. Pour que ces variations d’intensité RPE soient détectables, il faut être à la limite de saturation

du spectre RPE, c’est­à­dire égaliser les populations du spin électronique. Il faut pouvoir suffisam­

ment saturer la transition RMN pour favoriser les autres voies de relaxation. Il faut donc que la

dynamique du système soit appropriée et notamment les temps de relaxations longitudinaux (ou

spin­réseau) T1 des électrons et des noyaux sont les facteurs les plus critiques 1.

Pour comprendre comment apparaît et s’interprète un spectre ENDOR, deux cas classiques vont

être analysés, celui d’un spin électronique S = 1/2 en interaction avec un noyau de spin I = 1/2

puis celui d’un S = 1/2 couplé avec un noyau de spin I = 3/2. Les isotopes du gallium ayant un

spin I = 3/2, cette partie sert de support pour l’interprétation des spectres de β − Ga2O3 : Ti. Le

but est d’expliquer les spectres ENDOR attendus sachant que l’électron interagit avec ces noyaux

principalement par le biais des orbitales 4s du gallium, ce qui correspond à un couplage de type

contact de Fermi positif. Les couplages étudiés dans β − Ga2O3 : Ti sont très intenses donc seul le

cas où le couplage hyperfin est plus grand que le double de la fréquence de Larmor nucléaire sera

considéré A> 2νn > 0.

4.1.1 Cas d’un système de spins S = 1/2, I = 1/2

Si un spin électronique S = 1/2 et un spin nucléaire I = 1/2 sont couplés par une constante

notée A isotrope, il y a (2S + 1) (2I + 1) = 4 niveaux d’énergies liés aux états propres de ce système

notés |ms, mI 〉. Dans le cas où A> 2νn > 0, le diagramme énergétique du système est représenté sur

la figure 4.1.1. Il s’obtient par la résolution du hamiltonien au premier ordre :

bH0 = gβB0
bSz + AbSz

bIz − gnβnB0bIz . (4.1.1)

Cet hamiltonien contient de gauche à droite un terme Zeeman électronique, un terme de couplage

hyperfin, et un terme Zeeman nucléaire. Cet hamiltonien donne les niveaux d’énergies du système

qui dépendent de ms, mI et sont donnés par

E
�

ms,mI

�
= gβB0ms + AmsmI − gnβnB0mI .

= gβB0ms + AmsmI − νnmI (4.1.2)

1. Défini avec précision en section 5.1.2.
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mI = 1/2 

ms= 1/2

ms= -1/2

mI = -1/2

mI = - 1/2 

mI = 1/2

RPE

Transition
ENDOR
somme

Transition
ENDOR
différence

A/2

A/2

1

2

FIGURE 4.1.1 – Diagramme à quatre niveaux dans le cas d’un électron S = 1/2 couplé de façon
isotrope à un noyau I = 1/2. Ici le couplage hyperfin est représenté par A et la
fréquence Larmor nucléaire par νn. Le schéma correspond au cas où A> 2νn > 0.
Les transitions RPE sont en noirs tandis que les transitions ENDOR sont en tirets
rouges.

avec la fréquence nucléaire gnβnB0 = νn. Les transitions RPE et RMN/ENDOR obéissent à des règles

de sélection qui déterminent l’intensité des signaux :

– pour la RPE ∆ms = ±1, ∆mI = 0 ;

– pour la RMN/ENDOR ∆ms = 0, ∆mI = ±1.

Une transition RPE n’agit que sur la valeur de ms et une transition RMN/ENDOR seulement sur

mI . Ces règles prévoient deux transitions RPE qui sont représentées sur la figure 4.1.1. Le spectre

théorique associé est dessiné dans la figure 4.1.2 (a), il est constitué des deux transitions issues des

transitions 1 et 2 de la figure 4.1.1.

Le spectre ENDOR est réalisé en fixant le champ magnétique au maximum d’absorption de la

raie RPE (milieu) et en saturant partiellement une raie RPE, par exemple la raie (2) correspondant

à la transition

|ms = −1/2, mI − 1/2〉 (2)−→ |1/2,−1/2〉. (4.1.3)

Le champ radiofréquence est alors balayé et l’intensité du signal RPE enregistrée en fonction

de la fréquence radio. Le spectre ENDOR théorique est constitué de deux transitions représentées

figure 4.1.2 (b)

|1/2,−1/2〉 (d)−→ |1/2,1/2〉, (4.1.4)

| − 1/2,−1/2〉 (s)−→ |− 1/2,1/2〉, (4.1.5)

les fréquences nucléaires pour chaque sous­espace ms sont données par la relation suivante

ν
�
ms
�
=
��msA− νn

�� (4.1.6)
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(a) (b)

FIGURE 4.1.2 – Spectre théorique pour un système à 4 niveaux : spins S = 1/2 et I = 1/2. (a)
spectre RPE avec les transitions 1 et 2, (b) spectre ENDOR avec les transitions
somme ν+ et différence ν ­.

les raies ENDOR sont appelées somme et différence (exposant + et −) [17], somme lorsque msA et

νn sont de signes opposés et différence quand ils sont de même signes. Les transitions ENDOR dans

le cas A> 2νn > 0 se situent donc aux fréquences

ν+ =
1

2
A+ νn = ν (−1/2) (4.1.7)

ν− =
1

2
A− νn = ν (1/2) . (4.1.8)

FIGURE 4.1.3 – Spectre ENDOR théorique pour un spin électronique S = 1/2 et nucléaire I = 1/2,
le couplage hyperfin est représenté par A et la fréquence nucléaire par νn. Le
schémas correspond au cas où A> 2νn > 0.

Si A > 2νn > 0, alors le spectre ENDOR est constitué deux raies centrées sur A/2 et séparées

de 2νn (voir Fig. 4.1.3). Au contraire si 2νn > A > 0 le spectre est centré sur la valeur νn et les

transitions ENDOR sont séparées de A.

La mesure de νn = gnβnB0 permet de déterminer la valeur de gn et donc d’identifier le type de

noyau en interaction. La valeur de A/2 s’obtient facilement en faisant la valeur moyenne des raies

somme et différence

A≈ ν+ + ν−. (4.1.9)
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Dans le cas d’un monocristal, la mesure de la valeur effective de bA en fonction de l’orientation de ~B0

par rapport aux axes cristallographiques mène dans les cas simples à la détermination complète du

tenseur hyperfin.

4.1.2 Cas d’un système de spins S = 1/2, I = 3/2

FIGURE 4.1.4 – Diagramme énergétique pour un spin S = 1/2 en interaction avec un noyau à
spin I = 3/2. L’éclatement Zeeman n’est pas à l’échelle et les valeurs de couplages
sont telles que A > 2νn ≈ 3Cq > 0. Les transitions RPE sont représentées par les
flèches en traits pleins et sont au nombre de quatre, tandis que les transitions
RMN/ENDOR sont représentées en tirets et sont au nombre de six.

Dans le cas d’un noyau à spin nucléaire I = 3/2 comme le gallium, sa symétrie n’est pas sphé­

rique et le moment quadrupolaire du noyau n’est donc pas nul 2. Ce moment quadrupolaire interagit

alors avec les gradients de champ électrique qui l’environnent, eux­mêmes découlant de la distribu­

tion des électrons autour du noyau. Ils dépendent donc fortement des liaisons chimiques et de la

symétrie de l’environnement du noyau. L’hamiltonien du système est légèrement plus complexe par

la prise en compte de cette interaction :

bH0 = gβB0
bSz + AbSz

bIz − gnβnB0bIz +
~bI bQ~bI, (4.1.10)

bQ est un tenseur à trace nulle appelé tenseur quadrupolaire et son analyse donne alors des informa­

2. Vrai dès que I > 1/2.
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tions relatives aux gradients de champ électrique et sur l’asymétrie de la distribution des électrons.

Dans son repère propre, en notant Q le moment quadrupolaire du noyau, e la charge de l’électron

et Vz le gradient de champ électrique selon l’axe z, et enfin η = (Vy−Vx)/Vz l’asymétrie des gradients,

le tenseur quadrupolaire se note

bQ =
eQVz

3h



−1+η

2
0 0

0 −1+η
2

0

0 0 1


 . (4.1.11)

Souvent on note CQ =
eQVz

h
. Le terme quadrupolaire est mathématiquement similaire au terme

d’éclatement en champ nul ~bSbD~bS qui intervient dans le cas d’un spin électronique S > 1/2. Dans le

cas d’un spin S = 1/2 qui interagit avec un noyau I = 3/2, il y a (2S + 1) (2I + 1) = 8 niveaux. Au

premier ordre et si le tenseur quadrupolaire est axial (η = 0), les énergies propres du hamiltonien

sont données par :

E
�
ms, mI

�
= gβB0ms + AmsmI − gnβnB0mI +

1

2
CQ(3 cos2 θ − 1)

�
3m2

I − I (I + 1)
�

. (4.1.12)

Sur la figure 4.1.4 sont représentés les effets de chacun des termes du hamiltonien sur le dia­

gramme d’énergie. En appliquant les règles de sélections il y a quatre transitions RPE soit une par

valeur de mI . Elles sont représentées par des flèches en trait plein sur la figure 4.1.4. En observant

les transitions RPE centrales (c’est­à­dire en les saturant)

| − 1/2,−1/2〉 (2)−→ |1/2,−1/2〉 (4.1.13)

ou | − 1/2,1/2〉 (3)−→ |1/2,1/2〉 (4.1.14)

on observe à chaque fois les quatre transitions nucléaires, qui peuvent affecter la transition RPE

saturée, représentées en tirets sur la figure 4.1.4. Les fréquences ENDOR, entre deux états m′I et mI

avec ∆mI = ±1, sont données premier ordre par

ν(ms, mq, mI , m′I) = ms(m
′
I −mI)A− νn(m

′
I −mI) + 3mq ×

1

2
CQ(3cos2 θ − 1) (4.1.15)

où on a posé

mq =
(m′I +mI)

2
. (4.1.16)

Dans le cas A> 2νn > 3CQ et A> 0 et mI = m′I + 1, on obtient :

ν± = A/2∓ νn+ 3mq ×
1

2
CQ(3cos2 θ − 1)

= A/2∓ νn+ 3mqQ (4.1.17)

Le spectre ENDOR total représentant toutes les transitions ENDOR possibles est dessiné sur la

figure 4.1.5. Le spectre contient six raies ENDOR, il est centré sur la valeur de A/2 et les raies ENDOR

centrales sont séparées par 2νn, les raies ENDOR de chaque triplet sont séparées de 3Q. Par analogie
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4.2. Environnement nucléaire du titane

FIGURE 4.1.5 – Spectre ENDOR théorique pour un spinSpectre ENDOR théorique pour un spin
électronique S = 1/2 et nucléaire I = 3/2

avec le cas du spin I = 1/2, on peut parler de massif de raies sommes et différences lorsque msA et

νn sont respectivement de signes opposés et de même signes.

Si les raies latérales (1) ou (4) de la figure 4.1.4

| − 1/2,−3/2〉 (1)−→ |1/2,−3/2〉 (4.1.18)

ou | − 1/2, 3/2〉 (4)−→ |1/2,3/2〉 (4.1.19)

sont saturées, le spectre ENDOR ne présente alors que 2 transitions. En effet, seules les transition

nucléaires qui sont connectées à la transition RPE saturée peuvent être détectées par le mécanisme

ENDOR, ici en saturant la raie 1, les raies ENDOR détectables seraient

| − 1/2,−3/2〉 −→ |− 1/2,−1/2〉 (4.1.20)

et |1/2,−3/2〉 −→ |1/2,−1/2〉 (4.1.21)

Cet exemple de système de spin S = 1/2 et I = 3/2 correspond à la situation de β −Ga2O3 : Ti,

avec un couplage hyperfin intense et positif A > 2νn > 0. La structure du spectre ENDOR, (2× 3

transitions) correspond au spectre d’un isotope. S’il y a deux isotopes le signal ENDOR observé est

simplement constitué de 12 raies, 6 par isotope, réparties en 4 groupes de 3 raies. Précisons que le

cas d’un couplage hyperfin faible est plus compliqué et nécessite une diagonalisation du hamiltonien

si CQ ≈ νn ≈ A [20]. Ce cas correspond à des raies ENDOR à très basse fréquence < 10 MHz et un

domaine qu’il n’a pas été possible d’analyser dans β −Ga2O3 : Ti car les intensités sont trop faibles.

4.2 Environnement nucléaire du titane

Comme nous l’avons vu dans le chapitre 3, la structure du spectre RPE est entièrement déter­

minée par les interactions entre l’électron célibataire du titane et les noyaux de gallium dans l’envi­

ronnement. Les interactions avec les noyaux au voisinage sont très intenses et très nombreuses, la

densité de transitions RPE est telle qu’il est impossible de résoudre le spectre (près de 8.106 transi­
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tions réparties sur 40 mT pour seulement 8 noyaux en interaction). À titre de comparaison, sachant

qu’un isotope du gallium donnera six transitions, le nombre de transitions ENDOR attendues pour

N voisins est 2× 6N , soit 96 transitions ENDOR si N = 8 ce qui est très faible en comparaison du

spectre RPE. En pratique, comme la structure de β−Ga2O3 présente un plan de symétrie, le nombre

de transitions attendues est encore plus faible 2N/2= 48 transitions.

L’objectif de ce chapitre est d’identifier par ENDOR, les noyaux en interaction avec l’électron du

Ti3+, et de déterminer les tenseurs hyperfins et quadrupolaires qui leurs sont associés.

4.2.1 Conditions expérimentales

Pour enregistrer un spectre ENDOR, il faut être en mesure de saturer la raie RPE et la perturber

par une transition RMN [17, p. 169]. Le temps de relaxation longitudinal 3 ou T (e)1 des électrons

doit être assez long et le temps T (n)1 doit être assez long également pour pouvoir saturer sans trop

de difficultés la transition nucléaire. En pratique un spectre ENDOR d’ion de transition est souvent

enregistré à basse température où T (e)1 est le plus long.

Les expériences menées sur β −Ga2O3 : Ti ont été réalisées entre 20 et 30 K, domaine de tem­

pérature pour lequel le signal ENDOR est le plus intense. Pour chaque spectre le champ magnétique

est fixé au centre de la raie RPE, et la raie RPE est saturée avec une puissance micro­onde de 31 mW.

La puissance de la source radiofréquence est fixée à 100 W. Dans ces conditions le signal ENDOR est

optimal. Le spectromètre employé est un Bruker Elexsys E500 bande X (9,4 GHz) muni d’une cavité

TM110. La radiofréquence a été amplifiée à l’aide d’un amplificateur 500A100A Amplifier Research.

Le spectre ENDOR est détecté en modulant en fréquence le signal radiofréquence avec une fré­

quence de porteuse de 25 kHz et une profondeur de modulation de 100 kHz. Le spectre ENDOR

prend alors l’apparence d’une dérivée d’absorption. La quantité de matériau doit être plus impor­

tante qu’en RPE pour l’enregistrement de spectres ENDOR, car la sensibilité est plus faible pour les

raisons suivantes :

– le facteur de qualité qui détermine l’intensité du signal est environ 5 à 6 fois plus faible entre

les cavités 4122SHQ/0111 et TM110 ;

– l’intensité du signal ENDOR ne correspond qu’à une fraction de celle du signal RPE (de 1/100e

à 1/10e).

La variation angulaire du spectre ENDOR, menée avec un pas de 5°, permet de déterminer les sites

cristallographiques des noyaux et les tenseurs d’interactions. À chaque angle le spectre RPE a été en­

registré pour placer le champ magnétique au centre de la raie RPE et enregistrer le spectre ENDOR

correspondant. Comme dans le cas du facteur bg, la détermination complète de l’environnement nu­

cléaire de β−Ga2O3 : Ti s’effectue en combinant les résultats d’une rotation de 180° autour de l’axe
~b et de 90° pour les rotations autour de ~c et ~a∗ (chapitre 3.2.2). Le cristal est disposé sur le même

type de support que ceux employés pour l’étude du facteur bg en adaptant l’échantillon pour obtenir

un signal ENDOR. Pour les rotations autour de l’axe ~b une grosse lamelle (1 cm× 3 mm× 0,5 mm)

est suffisante tandis que pour les autres rotations des cristaux ont été empilés comme représenté sur

la figure 4.2.1.

3. Défini précisément en section 5.1.2.
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(a) (b) (c)

FIGURE 4.2.1 – Schémas de la disposition des lamelles de β−Ga2O3 : Ti disposées sur un support
pour les expériences ENDOR. Les axes de la maille sont représentés en trait plein,
tandis que le axe dans le repère réciproque est en pointillés. Le schémas (a) cor­
respond à la situation de rotation autour de l’axe ~a∗, (b) à la rotation autour de
l’axe ~b et (c) à la rotation autour de l’axe ~c

Le spectre ENDOR, est affecté par une ligne de base très distordue dans le domaine des hautes

fréquences, qui est la conséquence des effets résistifs et capacitifs dus au champ radiofréquence. Il est

possible de la soustraire en enregistrant un spectre ENDOR correspondant à un champ magnétique

en dehors de la raie RPE. Les spectres obtenus peuvent être visualisés rapidement sous forme de

cartographie 2D. Les rotations autour de l’axe ~a∗ , ~b et ~c sont représentées sur la figure 4.2.3. On

notera que les signaux semblent dédoublés pour la rotation autour de l’axe ~a∗ et ce dédoublement

a été attribué à un mauvais empilement des cristaux sur le support.

4.2.2 Analyse et interprétation des spectres ENDOR

Les spectres ENDOR ont été enregistrés en fixant le champ magnétique au centre du spectre RPE

comme indiqué sur la figure 4.2.2 (a). Un exemple spectre ENDOR pour ~B0 ‖ ~c est présenté sur la

figure 4.2.2 (b). Il est constitué d’une centaine de transitions réparties sur un domaine allant de 0

à 80 MHz, ce qui indique la présence de couplages hyperfins très élevés. Les cartographies 2D pour

les rotations autour des axes ~a∗ , ~b et ~c sont représentées sur la figure 4.2.3.

Les raies ENDOR ne s’étendent pas au­delà de 80 MHz comme le montre la figure 4.2.3. Le

spectre peut être découpé en deux domaines quel que soit l’angle :

1. un domaine haute fréquence compris entre 30 et 80 MHz dans lequel les variations angulaires

des signaux sont relativement simples. En particulier, certaines positions sont quasi indépen­

dantes de l’orientation ;

2. un domaine basse fréquence entre 0 et 30 MHz dans lequel les variations sont beaucoup plus

complexes, avec pour certaines raies des variations de grandes amplitudes.
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FIGURE 4.2.2 – (a) Spectre RPE de β − Ga2O3 : Ti à 30 K pour l’orientation ~B0 ‖ ~c. La flèche
indique la position du champ d’enregistrement du spectre ENDOR (b) spectre
ENDOR de β − Ga2O3 : Ti accumulé 4 fois pour ~B0 ‖ ~c, enregistré à 20 K. Le
champ d’enregistrement est fixé au centre de la transition RPE B0 = 352, 1 mT, la
fréquence micro­onde est de 9, 5016× 109 GHz, la puissance micro­onde fixée à
31 mW, la puissance radio­fréquence est de 100 W, la profondeur de modulation
est de 100 kHz, avec une fréquence de modulation est de 25 kHz.

Les variations angulaires des signaux ayant pu être identifiés sont reportées sur la figure 4.2.10 plus

loin dans ce chapitre.

En considérant les résultats de l’optique et de la RPE exposés au chapitre 3, le titane se place

dans les sites octaédriques de la matrice, comme représenté sur la figure 4.2.4. Les sites ont été

numérotés pour simplifier l’analyse des deux parties du spectre. Pour chaque type de noyau (i.e. un

isotope 69Ga ou 71Ga dans un site donné), on attend deux massifs de trois raies. Un site donné,

pouvant donc être occupé par l’un ou l’autre des isotope de gallium on attend donc quatre massifs

de trois raies avec des variations angulaires semblables d’un massif à un autre.

Partie haute fréquence 30-80 MHz

1. Les raies à haute fréquence correspondent aux noyaux les plus fortement couplés, donc les
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(a)
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FIGURE 4.2.3 – Cartographie des variations angulaires du signal ENDOR lorsque l’on tourne
l’échantillon autour de ~a∗ (a), ~b (b) et ~c (c), obtenues après soustraction de la
ligne de base.
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Ga(3)/Ga(4)

Ga(3)/Ga(4)

Ga(1)Ga(2)
Ti

FIGURE 4.2.4 – Structure du site Ti3+ dans β − Ga2O3 : Ti. Les noyaux Ga(1) et Ga(2) sont en
sites octaédriques dans la même chaîne que le titane, et les noyaux de Ga(3) et
Ga(4) sont situés dans deux sites tétraédriques liés entre eux par une réflexion par
rapport au plan ( ~a∗ ,~b). Les petites sphères rouges correspondent aux oxygènes,
les grosses sphères grises aux noyaux de gallium. L’ion Ti3+ est indiqué en noir.

plus proches du titane. Dans ce domaine on y distingue quatre groupes de trois raies dans

les figures 4.2.3 et 4.2.10. Les deux groupes de raies situés aux fréquences les plus élevées

sont séparés d’environ 9 MHz (massif 71Ga(1) Fig. 4.2.10 (b)) et les deux autres sont séparés

d’environ 7 MHz (massif 69Ga(1) Fig. 4.2.10 (b)), ce qui correspond respectivement à

2× 71νn = 2× 71 gnβnB0

et

2× 69νn = 2× 69 gnβnB0

avec 71 gn = 1, 7082 et 69 gn = 1, 349 pour un champ magnétique B0 = 347, 9 mT. Le motif de

six raies et la distribution des raies au sein du massif permet de les attribuer sans ambiguïté à

des noyaux gallium. Ce résultat est confirmé par le fait que les deux massifs 71Ga(1) et 69Ga(1)

sont respectivement centrés sur la valeur A/2 = 62 MHz et 51 MHz pour la direction ~B0 ‖ ~c
qui sont dans le rapport des facteurs gn nucléaires de ces deux isotopes :

71A
69A

=
62

51
= 1, 21

≈
71 gn
69 gn

= 1, 26. (4.2.1)

Les positions des raies centrales de chaque massif sont indépendantes de l’orientation lorsque

l’on tourne autour de l’axe ~b (soit dans le plan ( ~a∗ ,~c)) (Fig. 4.2.3 (b)). Ceci indique que

l’interaction dipolaire qui est responsable de l’anisotropie de bA est constante dans le plan

( ~a∗ ,~c). Les noyaux gallium sont donc dans la même chaîne que le titane, c’est­à­dire alignés
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le long de ~b. Il ne peuvent correspondre qu’à des noyaux de gallium en site octaédrique et

la valeur du couplage hyperfin étant très élevée, ce sont donc les noyaux les plus proches du

titane situés à 0,304 nm. Ce type de noyaux est noté Ga(1) conformément à la figure 4.2.4.

Les massifs de raies se déplacent peu dans les trois plans révélant une interaction hyperfine

faiblement anisotrope qui est donc dominée par un couplage isotrope de type contact de

Fermi positif. Ce résultat confirme la participation importante des orbitales 4s du gallium à

cette interaction.

FIGURE 4.2.5 – Spectre ENDOR haute fréquence indexé pour ~B0 dans le plan ( ~a∗ ,~c), et pour�
~c, ~B0

�
= 15°, ms est le nombre quantique du spin électronique et mq =

m′I+mI

2
avec mI et m′I les nombres quantiques nucléaires des niveaux entre lesquels inter­
vient la transition.

D’après la première partie les raies à haute fréquence correspondent aux raies sommes ν+,

soit l’état ms = −1/2 et les autres aux raies différences ν ­ soit à ms = 1/2. Connaissant le

signe du couplage hyperfin, les raies quadrupolaires sont indexées avec les valeurs de mq cor­

respondantes (Fig. 4.2.5). Sur cette même figure on observe l’existence de nombreux signaux

de faible intensité. Comme nous le verrons plus loin ces signaux sont issus de configurations

isotopiques particulières pour lesquelles les noyaux de gallium de part et d’autre du titane

sont identiques (même isotope), qui correspondent à des trimères de gallium magnétique­

ment équivalents notés 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) et 69Ga(1)­Ti­69Ga (1). L’origine de ces signaux, et

surtout l’effet isotopique sous­jacent est étudié dans le détail dans la troisième partie de ce

chapitre, section 4.3.

2. Vers 34 MHz, on observe un massif de trois transitions dont les variations angulaires sont très

similaires à celles du groupe de raies du 71Ga(1), ms = −1/2 proches de 70 MHz, visible sur

la figure 4.2.3 (b) et reproduit sur la figure 4.2.10. Ce signal est beaucoup moins intense, mais

il est possible de suivre son évolution dans les trois plans (Fig. 4.2.10). Plusieurs remarques

peuvent être formulées pour ces signaux :

– dans les plans perpendiculaires à ~a∗ et ~c, l’intensité des signaux est si faible qu’il est impos­

sible de pointer certaines transitions ;
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– il n’a pas été possible d’obtenir tous les points, notamment pour la partie différence ν− du

spectre (ms = 1/2) qui se superpose avec d’autres raies ENDOR.

Les variations angulaires sont similaires à celle de Ga(1), et le signal est invariant par rotation

autour de l’axe ~b. Le noyau est donc dans la même chaîne d’octaèdres que le titane. Nous

l’avons donc attribué au signal ms = −1/2 du gallium deuxième voisin dans la chaîne octa­

édrique 0,608 nm, noté Ga(2) (Fig. 4.2.4). Les transitions correspondant au groupe 71Ga(2),

ms = 1/2 et 69Ga(2) devraient se situer à plus basse fréquence, mais sont trop faibles pour

être observées. Des signaux de trimères symétriques de Ga(2) sont observables. Cet élément

confirme qu’il s’agit des signaux de noyaux symétriques par rapport au plan ( ~a∗ ,~c) contenant

le titane.

FIGURE 4.2.6 – Structure de β − Ga2O3 : Ti projetée dans le plan ( ~a∗ ,~c). En noir l’ion titane, en
gris les ions gallium, en rouge les ions oxygène. Les sites symétriques par rapport
au plan ( ~a∗ ,~b) sont indiqués par les flèches.

Partie Basse fréquence 0 - 30 MHz

Cette portion du spectre est beaucoup plus complexe et les variations angulaires sont plus mar­

quées (voir Fig. 4.2.7). Contrairement aux signaux de la partie haute fréquence du spectre, les

variations angulaires ont de très grandes amplitudes lorsque l’on tourne autour de ~b et sont d’am­

plitude moindre lors d’une rotation autour de ~c et ~a∗ . Ceci exclut que les noyaux qui interagissent

soient le long de l’axe ~b par rapport au titane.

Après analyse minutieuse, on note qu’il y a de nouveau quatre groupes de trois raies dans les

plans ( ~a∗ ,~b) et (~b,~c) qui correspondent aux deux isotopes du gallium. Les variations angulaires

dans le plan ( ~a∗ ,~c) présentent des signaux de plus faibles intensités symétriques des signaux les

plus intenses par rapport à la direction ~a∗ . Cette symétrie dans les variations angulaires montre que

ces transitions correspondent à deux types les sites qui sont liés par une réflexion par le plan ( ~a∗ ,~b).

L’intensité des signaux symétriques est plus faible et ils sont plus difficiles à suivre. La différence

d’intensité est certainement due au fait que ces deux sites ne sont pas strictement équivalents et
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(a)
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FIGURE 4.2.7 – Cartographie 2D de la partie basse fréquence des variations angulaires du signal
ENDOR lorsque l’on tourne l’échantillon autour de ~a∗ (a), ~b (b) et ~c (c)
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donc n’ont donc pas les mêmes temps de relaxation. Seul les signaux correspondant au 71Ga sont

visibles dans le plan ( ~a∗ ,~c).

Deux sites répondent exactement à ces critères de symétrie :

– les noyaux gallium des sites tétraédriques 3ème et 4ème voisins, situés respectivement à 0,330

nm et 0,345 nm ;

– les noyaux gallium des sites octaédriques dans la chaîne rutile voisine 0,465 nm et 0,486 nm.

Cependant comme les couplages hyperfins associés sont élevés, il est plus probable qu’il s’agisse des

sites les plus proches, c’est­à­dire des noyaux de gallium en site tétraédrique situés à 0,33 nm et

0,344 nm. Les noyaux correspondant sont notés Ga(3) et Ga(4) (Fig. 4.2.6). Il n’est pas possible

cependant de pouvoir identifier par ENDOR quels sites correspondent aux noyaux Ga(3) et Ga(4).

Ces sites sont nommés par la suite Ga(3/4).

Le domaine à encore plus basse fréquence, inférieure à 10 MHz, présente des variations angu­

laires encore plus complexes (voir Fig. 4.2.3). Malgré de nombreux essais, il n’a pas été possible

d’obtenir l’intégralité des variations angulaires. L’intensité du signal ENDOR est trop faible dans ce

domaine, car il varie comme le carré de la radiofréquence, en raison d’un phénomène d’amplifica­

tion dû au couplage hyperfin qui exalte le champ radiofréquence perçu par le noyau (« hyperfine

enhancement ») [17].

(a)

0
90

Fréquence (MHz) (b)

FIGURE 4.2.8 – (a) Restriction des variations angulaires du spectre ENDOR de β − Ga2O3 : Ti
au domaine 34 ­ 52 MHz lorsque l’on tourne dans le plan ( ~a∗ ,~c). L’orientation
~a∗ est notée par une ligne correspondant à l’angle

�
~c, ~B0

�
= 90°. (b) Dépla­

cement en valeur absolue des raies ENDOR de 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0,
69Ga(1), ms = 1/2, mq = 0 et d’une raie à environ 43 MHz, en fonction de l’inten­

sité du champ magnétique appliqué lorsqu’il est orienté tel que ~B0 ‖ ~a∗ . Les droites
correspondent aux déplacement théoriques. En miniature, le spectre ENDOR pour
~B0 ‖ ~a∗ correspondant aux signaux du 47−49Ti.

Transitions dans le domaine 35-50 MHz : mise en évidence des noyaux 47Ti/49Ti

La figure 4.2.8 (a) représente la variation angulaire des signaux ENDOR observés dans ce do­
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maine lorsque ~B0 tourne dans le plan ( ~a∗ ,~c) ≡ ϕ = 90°. Pour certaines orientations dans ce plan

( ~a∗ ,~c) des signaux supplémentaires peuvent être observés dans la région de 30­45 MHz. Ces si­

gnaux sont constitués de 5 transitions séparées par environ 1,2 MHz lorsque ~B0 ‖ ~a∗ . Pour une

orientation proche de ~B0 ‖ ~a∗ , le spectre ENDOR correspondant est représenté dans l’insert de

la figure 4.2.8 (b) et le graphique montre le déplacement en fréquence des transitions ENDOR
71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0, 69Ga(1), ms = 1/2, mq = 0 et d’une transition indéterminée située à

environ 43 MHz, lorsque l’on fait varier le champ magnétique d’observation, c’est­à­dire lorsque l’on

parcours le spectre RPE.

Nous démontrons que ces raies supplémentaires appartiennent aux deux isotopes du titane
47−49Ti dont les spins nucléaires valent respectivement I = 5/2 et I = 7/2. Ces deux isotopes ont des

facteurs gn proches (47νn =
47 gnβnB0 = 0, 8654 MHz et 49νn =

49 gnβnB0 = 0, 8657 MHz à 360 mT

soit ∆gn/gn = 0, 3%�), ce qui implique que les constantes hyperfines doivent être quasi­identiques
47A≈ 49A, et des moments quadrupolaires similaires (47Q=0,302 fm2 et 49Q= 0,247 fm2 ∆Q/Q≈
20 %). Par conséquent, les raies ENDOR de ces deux isotopes doivent se superposer et il n’est pas

possible de les distinguer.

FIGURE 4.2.9 – Variations angulaires du signal
ENDOR de β − Ga2O3 : Ti lors
d’une rotation autour de l’axe ~b
(dans la plan ( ~a∗ ,~c)), restreinte
entre 34 et 54 MHz. Les flèches
pointent les raies attribuées à des
transitions ∆mI = ±2.

Afin de déterminer la nature des noyaux respon­

sables de ces signaux, une étude du déplacement des

raies ENDOR en fonction du champ magnétique a

été effectuée. Au premier ordre les raies se déplacent

proportionnellement au champ magnétique selon la

loi νn = gnβnB0 dont la pente est proportionnelle au

facteur gn nucléaire.

Pour la direction ~B0 ‖ ~a∗ les spectres ENDOR ont

été enregistrés en fonction de B0 pour identifier de la

nature des noyaux en jeu. La variation de la position

des transitions est représentée sur la figure 4.2.8 (b).

À ces points ont été superposées les droites théo­

riques attendues pour les noyaux de gallium 69Ga,
71Ga et 47−49Ti de pente gnβn. Le résultat est for­

mel, les variations expérimentales et théoriques coïn­

cident parfaitement. Les transitions de faibles inten­

sités correspondent donc au couplage de l’électron

du titane avec les noyaux 47−49Ti.

Cependant ce signal disparaît lorsque l’on

s’éloigne de cette direction, donc la détermination

des tenseurs d’interactions est impossible. On peut

néanmoins donner une évaluation du couplage hy­

perfin qui est approximativement de 50 MHz, et une interaction quadrupolaire de 3Q(θ ) = 1,2 MHz

pour ~B0 ‖ ~a∗.

Toujours dans le domaine de 30 à 50 MHz, lorsque l’on tourne autour de l’axe ~b on observe
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aussi des signaux avec des variations angulaires très importantes, représentées sur la figure 4.2.9.

En plus des signaux attribués au 69Ga(1), on peut observer deux signaux peu intenses dans ce plan.

Les positions de ces transitions ont été relevées. Cette paire de signaux peut être le signal d’un

noyau dans un sous­espace ms donné. Contrairement à précédemment, il n’y a pas trois mais deux

transitions dans ce sous­espace ms. Ces signaux peuvent avoir deux origines :

1. ils peuvent correspondre à l’interaction de l’électron du titane avec un noyau de spin I = 1.

Mais cela suppose que l’on aurait dans la matrice une impureté en forte concentration à spin

I = 1. Cette hypothèse est donc peut probable ;

2. l’autre possibilité est qu’il s’agisse de transitions ENDOR interdites du type ∆mI = ±2 pour

un noyau à spin I = 3/2. Ces transitions interdites proviendraient alors du mélange d’états

nucléaires sous l’effet de l’interaction quadrupolaire. Compte tenu de l’amplitude des varia­

tions angulaires des signaux, cette hypothèse est tout à fait crédible et sera confirmée après

simulation (section 4.2.3).

Au vu des variations angulaires des raies ENDOR dont on peut suivre la trace, on confirme que

le titane est situé en site octaédrique est dans le plan miroir ( ~a∗ ,~c), et on peut identifier 4×2= 8

noyaux sur lesquels l’électron célibataire Ti3+ est délocalisé.

4.2.3 Analyse des interactions hyperfines et quadrupolaires

Dans le cas général d’un spin électronique S = 1/2 qui interagit avec N noyaux, les niveaux

d’énergies magnétiques en jeux sont modélisés par l’hamiltonien général suivant

bH0 = β
~bSbg~B0+

∑

i≤N

�
~bS bAi
~bIi +

~bIi
cQ i
~bIi − gn,iβn

~bIi
~B0

�
, (4.2.2)

qui contient dans l’ordre le terme Zeeman électronique, une somme sur les noyaux de l’interaction

hyperfine et leur interaction quadrupolaire et du terme Zeeman nucléaire pour chaque noyau i. En

toute rigueur, il faudrait diagonaliser cet hamiltonien polynucléaire pour connaître l’ensemble des

transitions. Pour simuler les variations angulaires, on peut néanmoins considérer un hamiltonien

pour lequel chaque couple « électron­noyau » est traité de façon indépendante

bH0 = β
~bSbg~B0+

~bS bAi
~bIi +

~bIi
cQ i
~bIi − gn,iβn

~bIi
~B0. (4.2.3)

Cette approche est rigoureuse jusqu’à l’ordre deux comme le montrera le travail en section 4.3. En

utilisant cet hamiltonien simplifié il a été possible de modéliser les tenseurs d’interactions de chacun

des noyaux identifiés.

Simulations des variations angulaires du spectre ENDOR

À partir des variations angulaires il est possible d’obtenir les tenseurs d’interactions hyperfins bAi, et

quadrupolaires bQi. Pour cela l’hamiltonien est développé au deuxième ordre en utilisant les formules

d’Iwasaki [10], données en Annexe B. Ces formules ne s’appliquent que si le terme quadrupolaire

est très faible devant l’hyperfin ou le terme Zeeman nucléaire, eux­mêmes très petit devant le terme
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FIGURE 4.2.10 (a)
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FIGURE 4.2.10 (b)
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(c)

FIGURE 4.2.10 – Comparaison entre les variations angulaires expérimentales du spectre ENDOR
de β − Ga2O3 : Ti (mêmes conditions expérimentale que Fig. 4.2.2) et les si­
mulations. Les points rouges correspondent à la position des raies associées à
l’isotope 71Ga, en bleu 69Ga. Les courbes continues sont les simulations obtenues
par théorie de la perturbation au deuxième ordre (formules [10]). (a) rotation
autour de ~a∗, (b) rotation autour de ~b, (c) rotation autour de ~c.
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Zeeman électronique 4. Les ordres de grandeur des termes permettent de développer l’hamiltonien

par cette méthode

β~bSbg~B0 ≈ 10 GHz (4.2.4)
~bSbA~bI ≈ 100 MHz (4.2.5)
~bI bQ~bI ≈ 1 MHz (4.2.6)

gn,βn
~bI~B0 ≈ 1 MHz (4.2.7)

La simulation des variations angulaires ont été implémentées dans un logiciel que nous avons pro­

grammé dans le langage Matlab/Octave (voir Annexe B), et les tenseurs ont été obtenus par ajuste­

ment des moindres carrés et par essais­erreurs. La fiabilité de ces simulations dépend principalement

des paramètres initiaux fournis.

La symétrie de la structure permet d’orienter les axes propres des tenseurs. Comme l’axe ~b est

parallèle à l’axe C2, cet axe est nécessairement un axe propre du facteur bg, du tenseur hyperfin et

du tenseur quadrupolaire. Les autres axes propres se situent dans le plan miroir ( ~a∗ ,~c), mais leur

orientation n’est pas fixée [17]. Ce résultat est très important pour simplifier les simulations, car

dans le repère (~c, ~a∗ ,~b) les tenseurs se présentent sous la forme suivante

bB =




bBx x
bBx y 0

bBy x
bBy y 0

0 0 bBzz


 (4.2.8)

Le résultat des simulations est représenté en traits pleins sur la figure 4.2.10 : il présente un très

bon accord avec l’expérience et les courbes sont comprises dans la barre d’erreur du pointage des

transitions.

Les valeurs principales des tenseurs hyperfins Ax , Ay , Az et des tenseurs quadrupolaires Q x , Q y , Qz

obtenus sont données dans les tableaux 4.2.1 (a) et (b). L’ajustement par essais­erreurs a été em­

ployé pour déterminer les incertitudes sur les tenseurs.

Pour ce type de simulation, les valeurs de départ sont très importantes pour que la solution

trouvée ait un sens physique. Il existe un grand nombre de valeurs qui peuvent permettre de simuler

les variations mais dont la réalité physique est plus que discutable. Ici pour la simulation il y a 10

paramètres ajustables pour les deux tenseurs

bA =




bAx x
bAx y 0

bAy x
bAy y 0

0 0 bAz


 , bQ =




bQ x x
bQ x y 0

bQ y x
bQ y y 0

0 0 bQz


 . (4.2.9)

Les simulations ont été réalisées par ordre décroissant de fréquences et lorsque cela a été pos­

sible, les ajustements ont été appliqués sur les isotopes 71Ga puis transposés au 69Ga pour vérifier la

cohérence des résultats obtenus.

4. Ces formules sont celles employées dans le logiciel Easyspin [18], mais l’utilisateur doit faire attention car le
domaine d’application des formules n’est pas précisé.
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TABLEAU 4.2.1 – Paramètres hyperfins et quadrupolaires déterminés par simulation des variations angulaires du spectre ENDOR.

(a) Valeurs principale des tenseurs hyperfin pour les isotopes 71Ga avec les angles d’euler (α,β ,γ) par rapport
au repère (~c, ~a∗, ~b) [16].

Site Coordination Distance
Ga­Ti (nm)

Ax (MHz) Ay (MHz) Az (MHz) (α,β ,γ) (deg)

Ga(1) Octa 0,304 128,1±0,2 126,6±0,5 132,9±0,3 (0,0,0)
Ga(2) Octa 0,608 59,9±0,2 59±0,5 63,6±0,3 (0,0,0)
Ga(3) Tetra 0,3301 42,1±0,15 42,7±0,3 47,5±0,15 (90,90,47±4)
Ga(4) Tetra 0,3446 42,4±0,15 42,7±0,3 47,6±0,15 (90,90,­34±4)

Échantillons Site Coordination Q x (MHz) Q y (MHz) Qz (MHz) Cq (MHz) η (α′,β ′,γ′) (deg)

dopé

71Ga(1) Octa ­0,76±0,04 ­0,06±0,04 0,82±0,04 4,92±0,24 0,85±0,12 (0,90,0)
71Ga(2) Octa ­0,49±0,03 ­0,076±0,03 0,57±0,03 3,42±0,18 0,73±0,11 (0,0,0)
71Ga(3) Tetra ­1,69±0,04 ­0,11±0,04 1,8±0,04 10,8±0,3 0,88±0,13 (90,90,101±1)
71Ga(4) Tetra ­1,65±0,05 ­0,11±0,05 1,76±0,05 10,6±0,3 0,88±0,13 (90,90,90±1)

non dopé [20]
71Ga Octa ­0,7603±0,068 ­0,629±0,054 1,390±0,005 8,34±0,03 0,148±0,008 ≈(103,7,90,180)
71Ga Tetra ­1,721±0,019 ­0,1456±0,0016 1,866±0,020 11,20±0,03 0,844±0,007 ≈ (­4,90,90)

(b) Tenseurs quadrupolaires des noyaux identifiés 71Ga et angles d’Euler (α′,β ′,γ′) par rapport à (~c, ~a∗ , ~b).
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La partie haute fréquence du spectre pour les 71Ga(1) a donc été simulée en premier. Les va­

riations angulaires sont relativement simples, et les directions des maxima/minima des tenseurs

hyperfins et quadrupolaires coïncident avec celles du tenseur bg. Par conséquent, les tenseurs de

départ ont été choisis co­axiaux avec bg, c’est­à­dire ayant les mêmes axes propres que le facteur

bg, et les valeurs numériques de départ sont extraites de l’analyse des spectres basée sur la formule

suivante pour les fréquences ENDOR [17, p. 227]

ν± =
A

2
−

A2

2gβB0

�
mq ±

1

2

�
∓ νn. (4.2.10)

Une fois la simulation établies sur les 71Ga(1), la précision des valeurs obtenues a alors été testée

en adaptant les valeurs trouvées pour le 71Ga(1) au cas du 69Ga(1) en appliquant les proportions

suivantes

69bA1 =

69 gn
71 gn

71bA1 (4.2.11)

69bQ1 =

69Q

71Q

71bQ1 (4.2.12)

et en les comparant aux variations expérimentales du 69Ga(1) jusqu’à ce que l’accord théorie­

expérience soit satisfaisant.

Pour les 71Ga(2) qui sont dans la même chaîne octaédrique mais en position de deuxième voisin,

la procédure employée est similaire pour les tenseurs de départ. Les tenseurs ont donc été choisis co­

axiaux avec le facteur bg et les valeurs de départ extraites de la partie somme ν+ du spectre ENDOR

en résolvant les équations [17, p. 227]. Les résultats obtenus n’ont bien sûr pas pu être comparés

avec le spectre de 69Ga(2) puisque celui­ci est indétectable, sans doute de très faible intensité et

noyé dans le spectre plus intense des noyaux Ga(3/4).

Pour les noyaux de gallium Ga(3/4) le problème de la variation angulaire doit être abordé de

façon plus subtile. Le repérage des transitions est une étape délicate. Dans ce domaine de fréquence

les raies s’entrecroisent, surtout dans le plan ( ~a∗ ,~c) (Fig. 4.2.10). Pour que la simulation donne un

résultat physique réaliste, l’analyse a été décomposée en plusieurs étapes

1. évaluation préalable du tenseur hyperfin en simulant les variations de A= ν+ + ν− ;

2. comparaison avec un modèle physique ;

3. simulation complète.

Partant du fait que la valeur moyenne entre les raies sommes et différences donne une valeur appro­

chée de ≈ A/2, un ajustement des variations angulaires du signal 71Ga(3/4) a permis de définir les

cinq valeurs de départ pour l’ajustement du tenseur hyperfin. Pour cet ajustement aucune hypothèse

n’a été employée à l’exception que ~b est un axe propre. L’erreur réalisée sur l’évaluation de A par

cette méthode est due au fait que l’on néglige les effets du quadrupolaire sur la position des raies 5.

5. En réalité, avec les notations d’Iwasaki données en Annexe B, on a

ν (+) + ν (−) =

�
3P2

4
− 6P1

��
1

K(1/2)
−

1

K(−1/2)

�
+ K(1/2) + K(−1/2)
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Les résultats de l’ajustement donnent une orientation des axes propres dans le plan ( ~a∗ ,~c), tournés

de 43° par rapport au dièdre (~c, ~a∗).

Ce résultat peut être comparé à une analyse préliminaire du tenseur hyperfin. En effet, dans

l’analyse, nous avons indiqué l’existence d’un signal symétrique par rapport au plan ( ~a∗ ,~b) lorsque

l’on tourne autour de ~b, et par ailleurs la variation de position des raies centrales dans les plans

( ~a∗ ,~b) et (~b,~c) est globalement isotrope, le couplage hyperfin est donc approximativement constant

dans ces deux plans.

Si le tenseur hyperfin bA3 est symétrique, il est diagonalisable dans une base orthonormale et les

valeurs que peut prendre le couplage hyperfin sont représentées par la surface de l’ellipsoïde défini

par les axes et valeurs propres du tenseur. Analyser les variations angulaires dans les plans ( ~a∗ ,~b) et

(~b,~c) revient à étudier la coupe de la surface de l’ellipsoïde par les plans (~b,~c) et ( ~a∗ ,~b). Comme A3

est constant dans ces plans, la coupe doit correspondre à deux « quasi » cercles. Pour cela il faut que

la valeur effective de bA3 suivant ~a∗ et ~c soit telles que A3( ~a
∗) = A3(~c) = A3(~b). Or ceci n’est possible

que si un axe propre du tenseur est sur la bissectrice de (~c, ~a∗) comme sur le schéma ci­après :

Ces constats démontrent que l’un des axes propres de ce tenseur est ~b, et que les deux autres axes

propres correspondent au dièdre
�
~c, ~a∗

�
tournés d’environ 45° par rapport à ~b. Le résultat obtenu

par les ajustements sur la courbe A= ν (+)+ ν (−) est donc cohérent. À partir de ces cinq paramètres

de l’hyperfin, les courbes expérimentales ont été ajustées par moindres carrés pour déterminer avec

plus de précision les tenseurs hyperfins et les tenseurs quadrupolaires. Les résultats ont alors été

transposés aux signaux du 69Ga(3/4) et comparés à l’expérience avec un très bon accord.

Une dernière vérification a pu être effectuée en calculant les transitions interdites ∆mI = ±2

et en les comparant aux signaux qui ont été attribués entre 30 et 50 MHz représentés sur la fi­

gure 4.2.9. Ces signaux qui ont été attribués à des transitions interdites ∆mI = ±2 et ∆ms = 0

des 69Ga(3/4). Les simulations et les points expérimentaux sont reportés sur la figure 4.2.11. L’ac­

cord entre théorie et expérience est excellent, indiquant que les tenseurs calculés pour les transitions

∆mI = ±1 conviennent et confirment la nature∆mI = ±2 des transitions dans la zone 35 ­ 55 MHz.

Une évaluation des ordres de grandeurs donnent P/K ≈ 0, 1 MHz et K(1/2) ≈ K(−1/2) ≈ 30 MHz donnant bien
K = A≈ ν (+) + ν (−)
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FIGURE 4.2.11 – Variations angulaires expérimentales et calculées des transitions interdites∆mI±
2 des noyaux 69Ga(3/4) dans le plan ( ~a∗ ,~c).

L’ensemble des tenseurs obtenus par simulation ainsi que les incertitudes sont reportés dans le ta­

bleau 4.2.1.

Analyse de l’interaction hyperfines

Les tenseurs hyperfins des noyaux Ga(1) et Ga(2) sont coaxiaux avec le facteur bg, alors que seul

l’axe ~b est commun au tenseur hyperfin des noyaux gallium en site tétraédrique et au facteur bg. Ceci

est une conséquence de la structure des sites comme nous l’avons décrit.

L’analyse des différentes contributions du tenseur hyperfin permet d’affiner la compréhension du

centre paramagnétique. Le tenseur hyperfin est composé d’une partie isotrope bAiso correspondant à

la contribution des orbitales 4s du gallium et d’une partie anisotrope bAaniso qui est un tenseur à

trace nulle. Cette partie anisotrope combine les effets des interactions dipole­dipole bAdip et de la

covalence bAcov associée aux orbitales 4px ,, 4py, et 4pz,. Dans son repère propre le tenseur hyperfin

se décompose de la manière suivante

bA = bAiso+ bAaniso

=




Aiso 0 0

0 Aiso 0

0 0 Aiso


+



−Aaniso 0 0

0 −Aaniso 0

0 0 2Aaniso


 (4.2.13)

= bAiso+ bAdip+ bAcov (4.2.14)

La composante dipolaire bAdip est évaluée avec la formule dipole­dipole ponctuel dans laquelle R est

la distance Ti ­ Ga, et Acov = Aσ −Aπ, Aσ est issue du mélange entre les orbitales 3d du titane et les

orbitales 4s et 4pz du gallium et Aπ entre les 3d et 4px et 4py . Cela représente l’effet de la covalence.

Chacun de ces termes peut être obtenu à partir du tenseur bA dans son repère propre
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Aiso =
1

3

�
Ax + Ay + Az

�
(4.2.15)

Aaniso =
1

6

�
2Az − Ax − Ay

�
(4.2.16)

Adip =
gβ gnβn

R3 (4.2.17)

Aσ − Aπ = Aaniso− Adip (4.2.18)

Les valeurs calculées sont reprises dans le tableau 4.2.2. Les tenseurs hyperfins sont dominés par

la contribution isotrope de type contact de Fermi, de l’ordre de plusieurs dizaines de mégahertz.

Cette contribution est liée à la délocalisation directe de l’électron 3d du titane sur les orbitales 4s du

gallium. La densité électronique au noyau est donnée alors par

Aiso = ρ4sA
0
iso (4.2.19)

=
2

3
µ0 geβ gnβnρ4s|ψ4s(0)|2ρ4s (4.2.20)

où A0
iso correspond à la valeur du couplage hyperfin dans le l’état 2S du gallium Ga2+ et vaut respec­

tivement 71A0
iso = 7800 MHz et 69A0

iso = 6100 MHz [13] et où ρ4s est la densité de électronique sur

le noyaux lorsqu’il est dans l’orbitale 4s. Les valeurs de densité, répertoriées tableau 4.2.2, indiquent

que 7 % de l’électron est délocalisé sur les noyaux gallium.

Il est remarquable que l’électron ait une densité de présence plus importante sur le deuxième voisin

Ga(2) dans la chaîne d’octaèdres que sur les gallium en site tétraédrique Ga(3/4) alors qu’ils sont plus

proches (0,608 nm contre 0,33-0,34 nm). Ceci indique une extension anisotrope de la fonction d’onde

de l’électron du titane le long de l’axe ~b.

En supposant que l’enveloppe de l’orbitale de Ti3+ décroît exponentiellement,

ψTi (R) = Aexp (−R/a) (4.2.21)

où a est le rayon de Bohr dans une direction donnée et R la distance par rapport au titane dans cette

direction et en écrivant

ρ(4s) =
��ψTi (r)

��2 (4.2.22)

TABLEAU 4.2.2 – Contributions des interactions hyperfines et la densité de spin ρ4s dans les orbi­
tales 4s des 71Ga identifiés.

71Ga(1) 71Ga(3/4) 71Ga(2)

Aiso (MHz) 129,2±0,5 44,1±0,3 60,8±0,5
ρ4s 1, 67× 10−2 5,7× 10−3 7,8× 10−3

Aaniso (MHz) 1,9±0,5 1,7±0,3 1,4±0,5
Adip (MHz) 0,86±0,5 0,63±0,3 0,11±0,5

Acov = Aσ − Aπ (MHz) 1,0±0,5 1,1±0,3 1,3±0,5
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on obtient un rayon de Bohr de 0,8 nm pour la direction ~b et 0,33 nm pour la direction perpendicu­

laire. La répartition de l’électron est donc bien anisotrope et la fonction d’onde s’étend largement le

long des chaînes d’octaèdres parallèle à ~b. Cet effet est dû à la proximité du niveau fondamental de

Ti3+ et du bas de la bande de conduction (∼ 0, 2 eV). Comme le bas de la bande de conduction est

constitué des orbitales 4s des gallium octaédriques alignés le long de l’axe ~b, cette anisotropie de la

fonction d’onde de Ti3+ reflète l’anisotropie de la structure de bande du matériau. L’orbitale dans

laquelle se déplace l’électron peut s’écrire sous la forme

ψTi = aTiψTi(3d) + a(1)GaψGa(1)(4s) + a(3/4)Ga ψGa(3/4)(4s) + a(2)GaψGa(2)(4s) + . . . (4.2.23)

L’analyse de la partie anisotrope de l’interaction hyperfine confirme les propriétés déjà observées.

La contribution covalente du gallium augmente avec la distance, par rapport à l’interaction dipole­

dipole ponctuel. Ceci confirme l’importance de la covalence le long des chaînes d’octaèdres qui

résulte de la délocalisation anisotrope de l’électron. Cependant il ne s’agit pas d’une augmentation

de la covalence avec la distance, mais seulement d’une diminution de la composante Aπ par rapport

à Aσ. Malheureusement il n’est possible de déterminer individuellement les densités de spin dans

les orbitales 4px , 4py et 4pz .

Une fois les simulations effectuées, est­il possible de distinguer les Ga(3) des Ga(4) ? Pour aller

plus loin, les axes propres des deux tenseurs ont été tracés et comparés aux axes des liaisons. La

valeur la plus importante pour le tenseur hyperfin Ga(3) forme un angle de 47° avec l’axe ~a∗ et

celle de Ga(4) forme un angle de 34° avec l’axe ~c (Tab. 4.2.1 (a)). Pour ces tenseurs les valeurs de

la composante dipolaire Adip et de covalence Acov sont du même ordre de grandeur et donc leurs

contributions sur les axes propres ne peuvent pas être séparées facilement. On peut « s’attendre » à

ce que la composante la plus grande du tenseur hyperfin pointe vers le titane, et sur cette hypothèse

le Ga(3) et Ga(4) peuvent alors être identifiés. L’interaction dipolaire et la contribution covalente

aux couplages hyperfins orientent les axes propres du tenseur hyperfin. Les axes propres peuvent

alors être placés de sorte que la composante la plus grande de l’hyperfin soit donc dirigée vers le

centre titane (Fig. 4.2.12). Sur cette figure on note que la composante la plus grande des tenseurs

coïncide avec la direction de liaisons Ti­O­Ga. On peut alors distinguer les deux sites, Ga(3) serait

celui situé à 0,346 nm et Ga(4) celui à 0,330 nm.

Analyses de l’interaction quadrupolaire

Les tenseurs quadrupolaires sont repris dans le tableau 4.2.1 (b). Pour les gallium le long de l’axe
~b, les tenseurs quadrupolaires sont coaxiaux avec les tenseurs hyperfins et le tenseur bg, alors que les

tenseurs quadrupolaires des noyaux gallium en site tétraédrique ont leurs axes propres légèrement

désorientés par rapport aux axes propres du facteur bg, mais restent très proches des directions ~c, ~a∗

et ~b. Il n’y a aucune relation entre les axes propres des tenseurs hyperfins des sites 3/4 et ceux des

tenseurs quadrupolaires.

L’interaction quadrupolaire informe sur la distribution des électrons autour des noyaux de gal­
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4.2. Environnement nucléaire du titane

FIGURE 4.2.12 – Schémas de la structure du centre paramagnétique, avec les axes propres des
tenseurs hyperfins, en noir, des noyaux de gallium Ga(3) et Ga(4)

lium. Pour l’analyse des valeurs de Cq et η

Cq =
eQVz

h
, (4.2.24)

η =

����
Q x −Q y

Qz

���� (4.2.25)

(où Vz est le gradient de champ électrique) sont comparées à celles mesurées par RMN dans la

matrice pure β−Ga2O3 [20]. Les valeurs de Cq et η du tableau 4.2.1 (b) permettent de comprendre

l’influence de l’ion titane sur l’interaction quadrupolaire. Par comparaison entre les valeurs pour la

matrice dopée et la matrice non dopée, on note que l’ion titane n’affecte pas les deux types de sites

octaédriques et tétraédriques de la même façon. Les sites des gallium octaédriques sont bien plus

perturbés par la présence de l’ion titane. Le gradient de champ électrique Vz décroît respectivement

de 41 % et de 59 % pour les gallium Ga(1) et Ga(2) le long de la chaîne d’octaèdres tandis que le

facteur d’asymétrie augmente de 0,148 pour la matrice à 0,85­0,73 pour la matrice dopée. Alors que

pour les gallium en sites tétraédriques, l’effet du titane est bien moins significatif : le gradient de

champ n’est abaissé que de 4 à 5 % et le facteur d’asymétrie η est inchangé aux erreurs de mesure

près.

Ces résultats appuient ceux obtenus par l’analyse de l’interaction hyperfine à savoir la forte

influence du titane sur les gallium dans les sites octaédriques et confirme ainsi la forte anisotropie

de la délocalisation de l’électron sur les chaînes d’octaèdres le long de l’axe ~b.
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4.2.4 L’environnement nucléaire éloigné

L’ENDOR ne permet pas de déterminer aisément les interactions de l’électron du titane avec les

voisins plus éloignés que les Ga(2), Ga(3) et Ga(4). Les signaux correspondants se situent dans le

domaine basse fréquence du spectre ENDOR (<10 MHz), un domaine dans lequel l’intensité des

signaux est très faible.

Pour mesurer de faibles interactions entre l’électron et les noyaux, les techniques dérivées de

la RPE impulsionnelle permettent une mesure plus sensible dans ce domaine de fréquence. Par

exemple, il est possible d’employer des séquences d’impulsions appelées Hyscore (hyperfine­sublevels­

correlation). La séquence d’impulsions correspondant à cette technique est représentée figure 4.2.13.

Dans cette séquence, le temps τ séparant les deux premières impulsions est fixe et les valeurs de

t1 et t2 sont incrémentées au cours de l’expérience. La transformée de Fourier 2D du signal permet

d’obtenir le spectre en deux dimensions f1 associée à l’incrément de t1 et f2 associée à l’incrément de

t2. Sans décrire en détail la séquence, retenons qu’elle permet d’identifier les noyaux en interaction,

par la mesure des fréquences Zeeman nucléaires, et permet de mesurer également les couplages

hyperfins et quadrupolaires. Si le couplage est fort, c’est à dire si |A| > |2νn| alors des pics appa­

raissent dans le quadrant négatif f1 > 0et f2 < 0, et à l’inverse si le couplage est faible, c’est à dire

si |A|< |2νn| alors des pics n’apparaissent dans le quadrant positif f1 > 0 et f2 > 0.

FIGURE 4.2.13 – En haut, séquence d’impulsion Hyscore. En bas spectre Hyscore de β−Ga2O3 : Ti
enregistré à 8 K pour l’orientation

�
~c, ~B0

�
= θ = 45° dans la plan ( ~a∗ ,~c) ≡ ϕ =

90°. Pour l’expérience le paramètre τ a été fixé à 138 ns. Cette expérience a
été menée en collaboration avec Hervé Vezin du Laboratoire de Spectrochimie
Infrarouge et Raman – UMR 8516 (LASIR).

Une expérience Hyscore préliminaire a été menée sur β−Ga2O3 : Ti pour une orientation de ~B0

telle que ~B0 est dans la plan ( ~a∗ ,~c) ϕ = 90° et
�
~c, ~B0

�
= θ = 45°, représentée sur la figure 4.2.13.
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Sur cette figure on note la présence de signaux dans les deux quadrants, positif et négatif. Les pics

dans le quadrant négatif correspondent à des noyaux fortement couplés à l’électron et on note de

nombreux pics entre 2 et 8 MHz. Ces signaux peuvent être attribués sans ambiguïté à des noyaux

de gallium éloignés en interactions avec l’électron célibataire du Ti3+.

On note aussi l’existence d’un pic large à basse fréquence uniquement présent dans le quadrant

positif. Il s’agit donc du signal d’un noyau faiblement couplé avec l’électron du titane. Or ce pic est

centré sur f1 = f2 ≈ 0, 8MHz ce qui, dans le cas où le pic n’est présent que dans le quadrant positif,

correspond à la fréquence Zeeman nucléaire du noyau. La fréquence nucléaire νn ≈ 0,8 MHz est

celle des deux isotopes du titane 47νn =
47 gnβnB0 = 0, 8654 MHz et 49νn =

49 gnβnB0 = 0,8657 MHz

à 360 mT.

Cette expérience apporte donc deux informations supplémentaires sur le système. Comme nous

pouvions le soupçonner par l’étude des spectres ENDOR, l’électron célibataire du titane interagit

avec des noyaux de gallium encore plus éloignés que ceux qui ont déjà été identifiés. Une analyse

des variations angulaires de ces spectres Hyscore permettrait sans doute d’identifier ces noyaux

éloignés et les tenseurs qui leurs sont associés. L’autre information importante est que l’électron du

centre titane est également en interaction avec d’autres noyaux titane situés dans son voisinage. Le

couplage qui en résulte est néanmoins faible mais il montre que les ions titane sont suffisamment

proches pour être en interaction.

4.2.5 Conclusion sur l’environnement nucléaire

L’analyse des variations angulaires des spectres ENDOR montre que l’électron du Ti3+ interagit

fortement avec les noyaux de gallium octaédriques situés à 0,304 nm (Ga(1)) et 0,608 nm (Ga(2)).

L’interaction avec les noyaux de gallium en site tétraédriques situés à 0,330 nm et 0,345 nm (Ga(3)

et Ga(4)) est plus faible, montrant ainsi une forte anisotropie de la fonction d’onde du Ti3+ qui

s’étend préférentiellement le long de l’axe ~b.

Des interactions avec des noyaux Ga encore plus éloignés sont identifiables à basse fréquence

mais les intensités ENDOR, trop faibles, ne permettent pas de réaliser une étude complète. Certaines

raies ENDOR additionnelles sont dues aux noyaux 47−49Ti et ne sont détectables que pour certaines

orientations.

L’analyse du couplage hyperfin avec les noyaux de gallium en site octaédrique Ga(1) et Ga(2)

et en site tétraédrique Ga(3/4) montre que celui­ci est dominé par la présence directe d’une densité

de spin électronique dans les orbitales 4s du gallium. Une fraction plus faible de cette interaction

hyperfine est due à la covalence des liaisons Ti ­ O qui véhicule une densité de spin électronique dans

les orbitales 4p de symétrie σ et π du gallium. La composante π décroît plus vite avec la distance

que la composante σ.

Les densités de spin électronique dans les orbitales 4s du gallium confirment bien l’extension

privilégiée de la fonction d’onde du Ti3+ le long des chaînes octaédriques. Ce résultat est à mettre

en relation avec deux caractéristiques de la structure de bande discutée dans les chapitres 2 et 3 :

– l’état fondamental de Ti3+ se positionne à 0,2 eV sous la bande de conduction, ce qui lui

confère un caractère diffus un peu analogue à celui des donneurs dans les semi­conducteurs,
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d’où l’extension de la fonction d’onde ;

– le bas de bande de conduction est constitué d’orbitale 4s des gallium octaédriques, ceci im­

plique bien que l’extension de la fonction d’onde des Ti3+ doit se faire sur ces orbitales.

Les tenseurs quadrupolaires confirment la forte influence de Ti3+ sur les sites octaédriques, alors

qu’elle est beaucoup plus faible sur les sites tétraédriques. Alors en première approximation on peut

considérer l’impureté Ti3+ dans β − Ga2O3 comme formant un trimère Ga(1)­Ti­Ga (1). C’est ce

motif qui est étudié plus en détail dans la partie suivante.
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4.3 Effet Isotopique sur les interactions noyau-noyau véhiculées par

l’électron

FIGURE 4.3.1 – Structure de β−Ga2O3, représentant le trimère Ga(1)­Ti­Ga (1) étudié dans cette
partie.

Comme nous l’avons vu dans la section précédente, les interactions entre l’électron célibataire

du titane et les noyaux de gallium les plus proches sont très intenses. En ne prenant en compte que

les premiers voisins de part et d’autre du titane (voir Fig. 4.3.1) et du fait de l’existence de deux

isotopes du gallium, il y a trois configurations possibles pour ces trimères :

Proportion
71Ga − Ti − 69Ga 47,8 %
69Ga − Ti − 69Ga 36,5 %
71Ga − Ti − 71Ga 15,7 %

Ces trimères Ga(1)­Ti­Ga (1) déterminent la structure du spectre RPE qui est représentée sur la

figure 4.3.2 dont la partie (b) indique la contribution de ces gallium à la structure du spectre. On

voit donc que le spectre ENDOR est la somme des trois spectres de ces trois trimères. La saturation

du centre de la raie du spectre RPE affecte alors les trois trimères. Or, dans la partie haute fréquence

du spectre ENDOR, il existe des transitions qui n’ont pas été expliquées dans la précédente section.

Ces transitions très nombreuses, étant situées dans la gamme de fréquences correspondant aux

gallium premiers voisins, elles sont attribuables aux noyaux de gallium Ga(1). Les transitions les

plus intenses et indexées sur la figure 4.3.3, correspondent uniquement aux signaux ENDOR des

noyaux de gallium de trimères asymétriques 69Ga(1)­Ti­71Ga (1). D’autres transitions de moindre

intensité sont visibles entre ces raies.

L’interprétation la plus simple serait d’attribuer ces signaux à des Ga(1) de sites distordus

mais les variations angulaires, qui suivent parfaitement celles des signaux les plus intenses des

trimères asymétriques, permettent de réfuter cette hypothèse. Nous allons montrer que ces si­

gnaux proviennent de noyaux de gallium dans des trimères symétriques 69Ga(1)­Ti­69Ga (1) ou
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(a)

(b)

FIGURE 4.3.2 – (a) spectre RPE de β − Ga2O3 : Ti enregistré à 30 K pour l’orientation ~B0 ‖ ~c,
(b) spectre RPE théorique, en ne considérant que les deux voisins gallium les plus
proches du titane (Ga(1)). 69m et 71m représentent les valeurs de mI pour les
noyaux de 69Ga et 71Ga, et M =

∑2
i=1 mi .

71Ga(1)­Ti­71Ga (1) et qu’ils résultent d’une interaction entre noyaux véhiculée par l’électron céli­

bataire du titane.

Les interactions noyau­noyau sont très rarement observables dans les spectres en ENDOR car en

général, elles sont beaucoup trop faibles pour être résolues. Elles dépassent rarement 1 à 10 kHz

dans les solides [19, 21], ce qui est très faible au regard de la largeur de raie ENDOR qui avoisine

100 kHz. Le plus souvent les interactions noyau­noyau sont de type dipolaires directes et ne sont

caractérisées que par des techniques très élaborées d’ENDOR impulsionnelle [8, 9, 11], et il est donc

très rare de pouvoir les observer dans un spectre ENDOR en onde continue.

L’exaltation de ces interactions dans le cas de l’oxyde de gallium dopé est la double conséquence

d’un effet isotopique et de couplages hyperfins élevés. En effet dans le cas où un électron inter­

agit avec plusieurs noyaux, l’électron véhicule une interaction supplémentaire entre ces noyaux. Ce

résultat est assez intuitif car les noyaux étant tous liés à l’électron, l’état quantique d’un noyau per­

turbe le champ ressenti par l’électron et qui influence alors les autres noyaux. Cette interaction a la

forme d’un couplage dipolaire, mais fait intervenir l’état de l’électron et des noyaux deux à deux,

d’où son appellation de pseudo­dipolaire.

En général cette interaction est très faible lorsque les noyaux ne sont pas magnétiquement équi­

valents, et s’intensifie lorsque ces noyaux sont identiques. Or dans le cas de β −Ga2O3 : Ti il existe
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FIGURE 4.3.3 – Partie haute fréquence du spectre ENDOR, pour ~B0 ‖ ~c, où les signaux de forte
intensité sont pointés. ms correspond au nombre quantique du spin électronique

tandis que mq =
m1+m′1

2
correspond à la moyenne des nombres quantiques nu­

cléaires intervenant dans la transition. Les transitions de faibles intensités visibles
sur tout le domaine (non pointées) correspondent aux signaux des trimères symé­
triques 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) et 69Ga(1)­Ti­69Ga (1).

deux trimères symétriques
69Ga − Ti − 69Ga 36, 5%
71Ga − Ti − 71Ga 15, 7%

Nous allons donc analyser cette interaction pour en comprendre l’origine ainsi que l’effet isotopique

qui en découle. Après un aperçu historique et une analyse mathématique de cette interaction, nous

appliquerons le modèle aux cas des spectres ENDOR de β −Ga2O3 : Ti.

4.3.1 Origine de l’interaction pseudo-dipolaire

Contexte historique

L’analyse du problème de plusieurs électrons en interaction avec plusieurs noyaux a été étudiée

pour la première fois par Ramsey en 1953 [14]. Le but était de comprendre l’existence de cer­

tains éclatements dans les spectres RMN de H­D notamment. Le calcul montre qu’ils proviennent

du mélange de l’état électronique fondamental avec des états électroniques excités par le biais du

couplage hyperfin au deuxième ordre. Plus tard en 1962, Feuchtwang [5] reprend le travail de

Ramsey dans le contexte des centres F dans les halogénures alcalins (KCl). En effet le modèle de

Feher, inventeur de l’ENDOR [3, 4] n’expliquait pas l’ensemble des raies observées sur les spectres

pour certaines directions du champ magnétique. Les spectres expérimentaux et théoriques diffèrent

car Feher considère des noyaux indépendants. Le traitement de Feuchtwang quant à lui développe

l’hamiltonien complet au deuxième ordre dans lequel plusieurs noyaux sont équivalents. Le dévelop­

pement perturbatif qu’il utilise a été introduit par Pryce [12] et s’applique aux sous­espaces de spin

des électrons. Il conduit à un hamiltonien nucléaire effectif qui dépend de l’état de spin ms de l’élec­

tron. Ce développement fait apparaître une interaction supplémentaire que Feuchtwang compare à
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celle obtenue par Ramsey. Elle est analogue mais son origine et ses conséquences sont différentes.

La théorie développée s’applique parfaitement au cas des centres F dans KCl.

Le problème sera repris et modifié ensuite par Schoemaker [15] qui discute plus précisément

du rôle de l’interaction quadrupolaire bHQ par rapport au terme hyperfin au deuxième ordre bH(2)h. f . Il

établira deux cas limites : bH(2)h. f ≫ bHQ et bH(2)h. f ≪ bHQ. Il donnera le nom d’interaction pseudo­diolaire

car elle est similaire à l’interaction dipole­dipole, mais elle est véhiculée par l’électron. Cette fois­ci

Schoemaker appliquera ces propriétés au spectre RPE des centres I−2 dans KCl :KI :Pb2+. Au vue du

grand nombre de raies, le spectre théorique prévu s’accorde à l’expérience 6.

Par la suite cette théorie ne sera appliquée que deux fois : l’ENDOR du centre F+ dans l’alumine

β [2] mais cette interaction n’est pas complètement résolue, et les lacunes de gallium dans GaP [6].

Depuis aucune publication ne fait mention de ce type d’interaction.

L’hamiltonien pseudo-dipolaire

Pour comprendre l’origine et l’effet de cette interaction pseudo­diolaire, nous allons traiter le cas

complet. Pour les détails du calcul, le lecteur peut consulter l’annexe C dédiée. Dans le cas général

d’un électron célibataire en interaction avec plusieurs noyaux, l’hamiltonien s’écrit :

bH0 = β
~bSbg~B0+

∑

i≤N

�
~bS bAi
~bIi +

~bIi
cQ i
~bIi − gn,iβn

~bIi
~B0

�
, (4.3.1)

où la somme porte sur tous les noyaux en interaction avec l’électron. Pour déterminer les niveaux

d’énergies, il faut diagonaliser cet hamiltonien. Il est en général impossible d’obtenir des expressions

analytiques et la diagonalisation numérique ne permet pas une bonne compréhension des phéno­

mènes physiques sous­jacents. C’est donc le calcul perturbatif qui est utilisé, et en faisant apparaître

les termes dans l’ordre de leur effet, on peut les analyser avec soin. Le développement utilisé est

celui de Pryce [12], qui génère un hamiltonien nucléaire effectif et suppose que ms est un bon

nombre quantique, ce qui est le cas ici au regard des ordres de grandeurs respectifs des termes de

l’hamiltonien (section 4.2.3).

Pour comprendre la physique des interactions noyau­noyau, comparons le cas simple d’un élec­

tron (spin S = 1/2) interagissant avec un et deux noyaux de spin I . Pour simplifier encore plus le

modèle on prendra une interaction hyperfine isotrope, l’hamiltonien d’un électron en interaction

avec un noyau se traduit mathématiquement par

bH0 = β
~bSbg~B0+ A1

~bS ~bI1+ bHQ + bHn.z. (4.3.2)

et suivant le cas d’un électron avec deux noyaux

bH0 = β
~bSbg~B0+ A1

~bS ~bI1+ A2
~bS ~bI2+ bHQ + bHn.z., (4.3.3)

On y retrouve l’hamiltonien de Zeeman électronique β~bSbg~B0, le/les terme/s de couplage hyperfin

avec le premier et second noyau, l’hamiltonien quadrupolaire et l’hamiltonien Zeeman nucléaire qui

6. Bien que les formules comportent quelques erreurs.
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sont respectivement

bHh. f . = A1
bSbI1 (4.3.4)

bHQ = ~bI1
cQ1
~bI1, (4.3.5)

bHn.z = −gn,1βn
~bI1~B0. (4.3.6)

et

bHh. f . = A1
bSbI1+ A2

bSbI2 (4.3.7)

bHQ = ~bI1
cQ1
~bI1+

~bI2
cQ2
~bI2, (4.3.8)

bHn.z = −gn,1βn
~bI1~B0− gn,2βn

~bI2~B0. (4.3.9)

Les états de départ sont notés |S, ms, I1, m1, I2, m2〉 ≡ |ms, m1, m2〉, où ms, m1 et m2 sont les projec­

tions possibles des spins électroniques et nucléaires respectivement. Le calcul perturbatif au second

ordre de Pryce néglige les effets des termes autres que Zeeman électronique au dénominateur, ce

qui est une hypothèse justifiée d’après la section 4.2.3. Le nouvel hamiltonien obtenu s’appelle un

hamiltonien effectif, pour un spin électronique S = 1/2

bH ′(ms) = E(ms) + bPms
bHn
bPms
+

��bPms
bHn
bPm

��2

E(m)− E(ms)
, (4.3.10)

où bPms
= |ms〉〈ms| est l’opérateur de projection sur l’état |ms〉. En appliquant le développement

perturbatif de Pryce expliqué en annexe, on obtient l’hamiltonien nucléaire effectif pour un noyau

cH ′(ms) = gβmsB0+msA1bIz,1+
ms

2gβB0
A2

1

�
bI2
1 − bI2

z,1

�

−
1

4gβB0
A2

1
bIz,1+ bHQ + bHn.z., (4.3.11)

qui doit être comparé au résultat pour un couplage avec deux noyaux

cH ′(ms) = gβmsB0+ms

�
A1bIz,1+ A2bIz,2

�
+

+
ms

2gβB0

h
A2

1

�
bI2
1 − bI2

z,1

�
+ A2

2

�
bI2
2 − bI2

z,2

�i

+ms

A1A2

2gβB0

�bI+1 bI−2 + bI−1 bI+2
�

−
1

4gβB0

�
A2

1
bIz,1+ A2

2
bIz,2

�
+ bHQ + bHn.z.. (4.3.12)

Par rapport à la situation d’un seul noyau 4.3.11, l’hamiltonien effectif 4.3.12 contient la somme

sur les deux types de noyaux, et fait en plus apparaître un terme supplémentaire qui croise les états
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de ces deux noyaux. C’est l’interaction pseudo­dipolaire

bHp.dip(ms) = ms

A1A2

2gβB0

�bI+1 bI−2 + bI−1 bI+2
�

. (4.3.13)

Ce terme de flip­flop entre les noyaux est similaire à la partie non séculaire (non diagonale) de

l’interaction dipôle­dipôle [7]
bHdip = −D jk

�
bI+j bI−k + bI

−

j
bI+k
�

(4.3.14)

mais son signe dépend de l’état ms de l’électron.

Rôle de la symétrie dans l’interaction

Ce terme pseudo­dipolaire n’est pas diagonal et son effet dépend du fait que les noyaux sont

équivalents ou non­équivalents car il n’intervient pas aux mêmes ordres de grandeurs. Il couple les

états des noyaux qui diffèrent de ∆m = ±1, tels que m1 = m2 ± 1. Pour le comprendre raisonnons

par analogie avec le mélange d’états sous l’effet d’une perturbation en posant W = 〈φ1| bH|φ2〉

bH =
 

E1 W

W E1

!

Posons

bH ′(ms) ≡ bH (4.3.15)

|m1, m2〉 ≡ |φi〉
〈m1, m2| bH ′(ms)|m1, m2〉 ≡ 〈φi | bH|φi〉= Ei

〈m′1, m′2| bHp.dip(ms)|m1, m2〉 ≡ 〈φ1| bH|φ2〉=W

Deux cas se présentent dans un calcul perturbatif

(a) (b)

FIGURE 4.3.4 – Diagrammes d’énergie obtenus par calcul perturbatif, les états de départ sont no­
tés |φ1〉 et |φ2〉. (a) cas d’états non dégénérés, (b) cas d’états dégénérés. Ei est
l’énergie du niveau de l’état i, et W correspond à l’énergie de couplage, ε≪ 1. On
néglige le recouvrement entre états 〈φ1|φ2〉.
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1. dans le cas d’une interaction entre états non dégénérés, l’effet du mélange intervient au

deuxième ordre. Ce cas est représenté dans la figure 4.3.4 (a) et l’énergie de l’état i est donnée

par

E = Ei +
W 2

Ei − E j 6=i
(4.3.16)

avec W ≫
W 2

Ei − E j 6=i
. (4.3.17)

Dans le cas où les états sont non­dégénérés, les états propres de l’hamiltonien au deuxième

ordre correspondent principalement aux états de départ,

|φi〉′ = |φi〉+ ε|φ j 6=i〉 ≈ |φi〉; (4.3.18)

2. dans le cas d’une interaction entre états de même type, l’effet intervient dès le premier ordre 7

Fig. 4.3.4 (b) car il est nécessaire de changer de base. Les états propres au premier ordre sont

des combinaisons linéaires symétriques et antisymétriques des états de départs

|φ±〉=
1
p

2

�
|φ1〉 ± |φ2〉

�
. (4.3.19)

L’énergie est alors donnée par :

E = E ±W. (4.3.20)

Par analogie, les états propres du hamiltonien nucléaire effectif 4.3.12 sont donc pour les noyaux

≈ |m1, m2〉 (4.3.21)

pour les noyaux non­équivalents, alors que dans le cas de trimères symétriques et pour les noyaux

identiques, les états propres sont

|m1, m2,P 〉=
1
p

2

�
|m1, m2〉 ± |m2, m1〉

�
(4.3.22)

où la parité P = ±1 représente un nouveau nombre quantique. Ce résultat est une conséquence de

la symétrie du hamiltonien car si les noyaux sont identiques, on peut les échanger et donc les états

propres sont nécessairement des combinaisons symétriques et antisymétriques des états initiaux 8.

L’analogie peut être poussée plus loin, avec le pseudo­dipolaire qui intervient au deuxième ordre si

les noyaux sont différents, sous la forme

2ms

�
A1A2

2gβB0

�2 I2(I2+ 1)−m2
2+ 2m1m2+m2

A1− A2
≡

W 2

E1− E2
(4.3.23)

7. Mathématiquement cette différence s’explique par le fait qu’il faut diagonaliser l’hamiltonien pour réaliser le calcul
perturbatif

8. C’est un résultat de la théorie des groupes de symétrie
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et au premier ordre si les noyaux sont identiques, avec un terme du type

msA
2
1

gβB0
≡ W (4.3.24)

Les résultats exacts sont bien sûr plus complexes et le lecteur peut se référer à l’annexe C pour

les détails. En général, l’interaction pseudo­dipolaire est un terme négligeable si les interactions

hyperfines sont faibles. Même si les noyaux sont identiques, l’effet reste faible tant que le couplage

est faible mais il augmente si la fréquence du spectromètre diminue. L’ordre de grandeur de ces

termes peut être estimé pour Ga(1) et ~B0 ‖ ~c en prenant A1 = 128 MHz, A2 = 100 MHz et gβB0 =

9500 MHz pour 69Ga(1)­Ti­71Ga (1)

�
A1A2

2gβB0

�2 2ms

A1− A2
≈ 0, 03 MHz (4.3.25)

et pour 71Ga(1)­Ti­71Ga (1)

msA
2
1

gβB0
= 0,84 MHz (4.3.26)

L’interaction pseudo­dipolaire est donc nettement plus importante dans la situation des trimères

symétriques. Intéressons nous maintenant aux conséquences sur les spectres ENDOR.

Effet de l’interaction pseudo-dipolaire : cas de deux spins en interaction I1 = 1/2, I2 = 1/2

Pour aller plus loin dans l’analyse, appliquons l’exemple au cas d’un électron couplé avec deux

noyaux à spin I = 1/2, dans un trimère I1− S − I2. Deux cas de figures se présentent

1. les deux noyaux ne sont pas équivalents ;

2. les noyaux sont équivalents.

Dans les deux cas l’hamiltonien dans la base des états |ms, m1, m2〉 a la forme suivante

bH0 =




E1 W 0 0

W E2 0 0

0 0 E3 −W

0 0 −W E4




avec dans le cas de noyaux non­équivalents E1 6= E2 et E3 6= E4 et dans le cas de noyaux équivalents

E1 = E2 et E3 = E4. Le système est donc similaire au cas présenté dans la section précédente.

Nous considérons A1 > 2νn,1 > 0, A2 > 2νn,2 > 0 avec A1/A2 = ν1/ν2 et A1 > A2 et nous nous

concentrons sur la partie ms = −1/2 du spectre ENDOR. Dans les deux cas, les transitions observées

respectent les règles de sélections suivantes si la transition affecte le noyaux i

– ∆ms = 0

– ∆mi = ±1,

– ∆m j = 0 {i, j} ∈ {1,2}.
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FIGURE 4.3.5 – Représentation schématique des raies ENDOR du trimère pour l’état ms = −1/2
lorsque l’électron de spin S = 1/2 interagit avec deux noyaux de spins I1 = I2 =

1/2, dont les fréquences de Larmor sont ν1 et ν2, et pour lesquels le couplage hy­
perfin est isotrope tel que Ai > νi > 0 (i = 1,2). Les cas (a) et (b) correspondent à
des trimères asymétriques I1−S− I2 (a) sans l’interaction pseudo­dipolaire et (b)
avec l’interaction pseudo­dipolaire, le cas (a) correspond à deux noyaux indépen­
dants S− I1 and S− I2, les cas (c) et (d) correspondent aux trimères symétriques
I1− S− I1 (c) sans l’interaction pseudo­dipolaire et (d) avec l’interaction pseudo­
dipolaire. Le cas (c) correspond à deux systèmes S − I1 indépendants.

Notons que pour chaque transition de i, le noyau j peut être dans 2I j + 1 = 2 états. Le spectre

ENDOR diffère très distinctement entre ces deux cas.

1. Dans le cas de noyaux non­équivalents, avant la prise en compte du terme pseudo­dipolaire, la

composante ν+ du spectre ENDOR (ms = −1/2) présente deux raies centrées respectivement

sur

A1

2
+ ν1−

A2
1

4gβB0
(4.3.27)

et
A2

2
+ ν2−

A2
2

4gβB0
. (4.3.28)

Ce cas est représenté sur la figure 4.3.5 (a) et correspond à la résolution du hamiltonien 4.3.11

pour chaque noyaux. Les raies sont doublement dégénérées dans ce cas, car le deuxième noyau

peut être dans les deux états quantiques de m j = ±1/2. En ajoutant le terme pseudo­dipolaire,

les raies restent dégénérées mais s’écartent l’une de l’autre de la valeur δ (Fig. 4.3.5 (b))

δ =

�
A1A2

2gβB0

�2
ms

A1− A2
(4.3.29)

2. Dans le cas de noyaux équivalents A1 = A2, ν1 = ν2, il faut tenir compte d’une règle de

sélection supplémentaire qui est la conservation de la parité

∆P = 0 (4.3.30)
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En effet, le champ magnétique est un pseudo vecteur, il appartient donc à la représentation

symétrique du groupe de l’inversion, et la règle d’or de Fermi indique qu’il faut que la parité

soit conservée.

Si les deux noyaux sont indépendants, le signal est constitué de deux raies qui se superposent

à la position (Fig. 4.3.5 (c))
A1

2
+ ν1−

A2
1

4gβB0
. (4.3.31)

et la raie est 4 fois dégénérée. L’interaction pseudo­dipolaire fait sépare la raie en deux raies,

d’une valeur 2α,

2α=
msA

2
1

gβB0
(4.3.32)

tout en restant chacune deux fois dégénérées.

Dans le cas d’atomes non équivalents, le pseudo­dipolaire intervient au troisième ordre par rapport

au hamiltonien complet car le terme est de l’ordre de A3/
�

gβB0
�2 tandis que pour des atomes

identique l’effet agit dès le deuxième ordre, sous la forme A2/gβB0. L’effet du terme pseudo­dipolaire

est 100 fois plus faible dans le cas du trimère asymétrique par rapport au cas du trimère symétrique,

pour un spectre ENDOR avec gβB0 = 9500 MHz, A1 = 128 MHz, A2 = 100 MHz

δ

2α
=

A2
2

4gβB0(A1− A2)
≈ 10−2. (4.3.33)

Le cas d’un trimère symétrique est donc un cas à part.

Dans le cas de β −Ga2O3 : Ti, si on considère seulement les 1er voisins Ga(1) du titane alignés

le long de l’axe ~b, les gallium des trimères Ga(1)­Ti­Ga (1) sont cristallographiquement équivalents.

En effet, ils peuvent être échangés par le plan de symétrie perpendiculaire à l’axe ~b. Si les deux

sites sont occupés par des isotopes différents du gallium (trimère 69Ga(1)­Ti­71Ga (1)), alors les

noyaux ne sont pas magnétiquement équivalents. Si les deux isotopes sont identiques (trimères
71Ga(1)­Ti­71Ga (1) et 69Ga(1)­Ti­69Ga (1)), alors les noyaux sont magnétiquement équivalents. On

s’attend donc à un comportement différent de l’interaction pseudo­dipolaire dans le cas de trimères

asymétriques et symétriques qui doit se refléter sur le spectre ENDOR par une signature radicalement

différente. Cet effet est intrinsèquement lié à la symétrie de l’environnement du titane et dans le cas

présent se traduit par un effet isotopique.

4.3.2 Trimères symétriques et asymétriques dans β −Ga2O3 : Ti

Appliquons désormais cette l’analyse au cas des espèces Ga(1)­Ti­Ga (1) dans β−Ga2O3 : Ti. Le

titane peut donc être entouré de deux isotopes différents ou deux isotopes identiques (Fig. 4.2.4).

Pour bien analyser l’effet isotopique de l’interaction pseudo­dipolaire, le spectre expérimental enre­

gistré pour ~B0 ‖ ~c est comparé aux simulations en utilisant un calcul perturbatif au deuxième ordre et

ainsi qu’une diagonalisation exacte du hamiltonien dans les trois cas de configurations isotopiques.

Le calcul perturbatif a été réalisé en utilisant un code « maison » basé sur le logiciel libre Octave

(voir Annexe C). Pour le trimère asymétrique, les formules d’Iwasaki [10] ont été employées avec
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le jeu complet des tenseurs obtenus par les simulations des variations angulaires des raies ENDOR

(section 4.2.3) et donnés dans le tableau 4.2.1. Dans les cas de trimères symétriques, la simulation

s’appuie la combinaison des expressions données dans les références [2, 5, 10]. Le couplage hyperfin

a été considéré comme isotrope, une approximation justifiée car la partie anisotrope contribue pour

1,5 % du couplage. Nous avons également considéré le tenseur quadrupolaire axial. Cette dernière

hypothèse est plus forte car le facteur d’asymétrie atteint η = 0,85 mais a été employée par simpli­

cité, son effet n’étant sans doute pas important raison de la faiblesse de l’interaction quadrupolaire.

Le couplage hyperfin a été choisi tel que A1 = A2 = 128, 1 MHz, Cq,1 = Cq,2 = 2, 46 MHz. Les détails

du code sont explicités en Annexe C.

La diagonalisation a été effectuée à l’aide du logiciel de calcul Matlab combiné avec la boîte

à outil Easyspin [18] (voir Annexe C). Les tenseurs employés pour les simulations correspondent

également à ceux donnés dans le tableau 4.2.1. Le code de simulation utilisé est également présenté

en Annexe C. Le calcul des intensités des transitions est basé sur l’application de la règle d’or de

Fermi, la prise en compte des populations des états de spin par l’équation de Boltzmann et celle

de la proportion relative des configurations isotopiques. Cette méthode de calcul reflète assez mal

les intensités des signaux ENDOR car en plus de dépendre de ces trois critères, elles dépendent

également des temps de relaxations entre les niveaux énergétiques [17, p. 171]. Ce qui compte est

la position des raies ENDOR, qui reflète directement la force de l’interaction pseudo­dipolaire.

Dans un premier paragraphe nous allons donc nous intéresser au cas des trimères asymétriques
69Ga(1)­Ti­71Ga (1) puis, dans un second paragraphe, nous traiterons le cas complet des trimères

symétriques 69Ga(1)­Ti­69Ga (1) et 71Ga(1)­Ti­71Ga (1).

Trimères asymétriques 69Ga(1)-Ti-71Ga (1)

Les signaux les plus intenses de la partie haute fréquence du spectre ENDOR proviennent comme

nous l’avons vu des interactions de l’électron avec les gallium premiers voisins lorsque que la configu­

ration isotopique est asymétrique 69Ga(1)­Ti­71Ga (1). Ces signaux représentés sur les figures 4.3.3

et 4.3.6 ont été modélisés par diagonalisation (haut de la figure 4.3.6 (a)), et par la méthode des

perturbations (haut de la figure 4.3.6 (b)).

La diagonalisation prévoit 12 groupes de raies aux mêmes positions que le calcul perturbatif.

Ces massifs sont eux même scindés en 4 raies, comme le montrent les agrandissements effectués sur

les raies situées à ≈ 69 MHz
�

ms = −1/2, mq = 0
�

et les raies à ≈ 72, 4 MHz
�

ms = −1/2, mq = 1
�

(haut de la figure 4.3.6 (a)). Ces éclatements ne sont pas prévus pas le calcul perturbatif au

deuxième ordre (haut de la figure 4.3.6 (b)) et proviennent sans doute d’effets au troisième ordre. Le

calcul perturbatif au deuxième ordre prévoit 6 transitions par noyaux, et ne met pas en avant d’inter­

action supplémentaire. Pour déterminer l’origine de ces petits éclatements qui atteignent 0,1 MHz,

leur dépendance vis­à­vis du couplage hyperfin et du champ magnétique a été étudiée théorique­

ment. Les variations des couplages hyperfins bA1 et bA2 ont été imposées en multipliant les valeurs

expérimentales 71bA1,exp et 69bA1,exp pour 71Ga(1) et 69Ga(1) par un facteur d’échelle k variable

bA1 = k×71 bA1,exp (4.3.34)

bA2 = k×69 bA1,exp. (4.3.35)
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FIGURE 4.3.6 – Partie haute fréquence du spectre expérimental de β − Ga2O3 : Ti à 20 K, pour
~B0 ‖ ~c, comparé avec les spectres calculés (a) par diagonalisation du hamiltonien
de spin complet et (b) par calcul de perturbation au deuxième ordre. Le spectre
bâton théorique de 69Ga(1)­Ti­71Ga (1) est positionné en haut de (a) et de (b),
et les spectres théoriques de 69Ga(1)­Ti­69Ga (1) et 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) sont en
bas. Les inserts de (a) représentent un zoom sur les transitions à ≈ 72, 4 MHz�

ms = −1/2, mq = (m
′
I+mI )/2= 1

�
et à ≈ 69 MHz

�
ms = −1/2, mq = (m

′
I+mI )/2= 0

�
.

Les spectres bâtons obtenus par théorie de la perturbation dans (b) correspondent
aux transitions ∆m1 = ±1, ∆m2 = 0, ou ∆m1 = 0, ∆m2 = ±1 (traits pleins) et
aux transitions ∆M = ±1 avec ∆m1 = ±1, ∆m2 = ∓2 ou ∆m1 = ∓2, ∆m2 = ±1
(lignes en pointillés).
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La dépendance de l’éclatement δ entre deux raies du massif (ms = −1/2, mq = 1) à 72,4 MHz

(Fig. 4.3.6 (a)) a été suivie en fonction de k (c’est­à­dire en fonction du couplage hyperfin) et de

B0. Les variations de δ en fonction de k pour B0 = 352, 2 mT, et en fonction de B0 pour k = 1 sont

représentées sur la figure 4.3.7 par un tracé en double échelle logarithmique. Ces variations ont été

ajustées à l’aide de fonctions linéaires. On voit que ces éclatements suivent une dépendance selon la

loi

∝
k3

B2
0

(4.3.36)

Ils proviennent donc d’effet du troisième ordre par rapport à l’hamiltonien Zeeman électronique. Ce

résultat est en accord avec le modèle d’interaction pseudo­dipolaire qui prévoit des éclatements au

troisième ordre, donnés par la formule C.2.7 de l’Annexe C par l’ajout du terme suivant à l’énergie

d’une transition de type |m1+ 1, m2〉↔ |m1, m2〉

2ms

�
A1A2

2gβB0

�2 I2(I2+ 1)−m2
2+ 2m1m2+m2

A1− A2
≈ 0, 03− 0, 08 MHz. (4.3.37)

Son ordre de grandeur, 0,03 ­ 0,08 MHz, est en accord avec les valeurs calculées par diagona­

lisation, mais ce terme ne génère que deux raies pour ms = −1/2, mq = 0 et trois raies pour

ms = −1/2, mq = ±1 et non quatre comme le montre le calcul par diagonalisation. Dans le cas

où l’état du noyaux 2 est dans l’état m2 ou m′2, tels que m2 + m′2 = 2m1 + 1, alors les transitions

|ms, m1, m2〉 ↔ |ms, m1 + 1, m2〉 et |ms, m1, m′2〉 ↔ |ms, m1 + 1, m′2〉 restent dégénérées (voir An­

nexe C). D’autres effets du troisième ordre interviennent donc dans ces éclatements, mais cette

approche montre néanmoins que la largeur de raie ENDOR provient principalement de l’effet du

pseudo­dipolaire.

FIGURE 4.3.7 – Variations théoriques des éclatements des transitions ENDOR ms = −1/2, mq = 1
des premiers voisins 71Ga(1) prédites par la diagonalisation du hamiltonien com­
plet, en fonction de l’intensité du champ magnétique externe B0 à une valeur d’in­
teraction hyperfine fixée (k = 1) (abscisse du bas), et en fonction de l’interaction
hyperfine (versus k) pour une valeur de B0 fixée (abscisse du haut).
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Dans le cas des trimères asymétriques, l’interaction noyau-noyau est donc de l’ordre de 0,01-

0,1 MHz. Cette interaction est faible, mais très supérieure au couplage dipolaire pour des noyaux

de gallium distants de 0,608 nm qui est de l’ordre de 50 Hz.

Trimères symétriques 71Ga(1)-Ti-71Ga (1) et 69Ga(1)-Ti-69Ga (1)

L’approche de ce problème est similaire, mais cette fois ce sont les signaux de faibles intensités

qui seront au centre de l’étude. Ils correspondent au cas de trimères symétriques. Ceci est d’ailleurs

confirmé par l’intensité des raies. Pour les trimères de type 69Ga(1)­Ti­69Ga (1) (proportion 36,5 %),

les raies sont environ deux fois plus intenses que pour celles des trimères de type 71Ga(1)­Ti­71Ga (1)

(proportion 15,7 %), un résultat en accord avec les proportions des deux types de trimères. Pour

l’analyse des signaux, une approche par diagonalisation et par calcul perturbatif à l’ordre deux par

rapport à l’hamiltonien de Zeeman électronique a été utilisée.

La diagonalisation, représentée en bas de la figure 4.3.6 (a), prévoit un diagramme bâton en

très bon accord avec la position des raies expérimentales. Le nombre de raies est très important

(48 par type de trimères) et l’allure du spectre diffère totalement du cas de trimères asymétriques
69Ga(1)­Ti­71Ga (1). Les intensités en revanche sont mal représentées mais cela vient de la méthode

de calcul employée par Easyspin qui ne prend en compte pour le calcul des intensités que la règle d’or

de Fermi mais n’inclue pas les temps de relaxation. Certaines raies prédites n’apparaissent cependant

pas dans le spectre expérimental, soit parce qu’en saturant la raie RPE centrale, il n’est pas possible

d’obtenir l’intégralité du spectre ENDOR, soit parce qu’elles ont des mécanismes de relaxation dont

la cinétique n’engendre pas d’effet ENDOR.

Le calcul perturbatif, représenté en bas de la figure 4.3.6 (b) prévoit également un très grand

nombre de raies. L’action du pseudo­dipolaire diffère radicalement entre le cas de trimères asymé­

trique et les trimères symétriques. Son action dès le deuxième ordre provoque une levée de dégé­

nérescence des raies ENDOR. En pratique, l’accord théorie­expérience n’est pas aussi bon qu’avec la

diagonalisation. En effet, la méthode de perturbation employée ne permet pas de trouver un accord

correct car dans ce cas le terme quadrupolaire et le terme hyperfin au deuxième ordre sont du même

ordre de grandeur. Les hypothèses employées pour le calcul sont trop grossières et il faut utiliser des

valeurs effectives pour obtenir un résultat acceptable. Ces ajustements sont très discutables, mais

l’approximation faite sur le tenseur quadrupolaire est assez forte. En négligeant l’asymétrie, les er­

reurs engendrées sont de l’ordre du megahertz, et peuvent expliquer pourquoi les raies sont mal

positionnées en utilisant la méthode de perturbation. Le tenseur hyperfin n’a pas été modifié mais

la valeur de α= A2

gβB0
a été choisie telle que

αeff = 0, 75α

= 0, 75
A2

gβB0
, (4.3.38)

Qeff = 1,7Q (4.3.39)

afin que les positions des raies théoriques et expérimentales « coïncident » pour le cas 71Ga(1)­Ti­71Ga (1),
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et

αeff = 1, 1
A2

gβB0
(4.3.40)

Qeff = 1, 6Q (4.3.41)

pour le cas 69Ga(1)­Ti­69Ga (1). L’intérêt du calcul perturbatif est qu’il nous donne une image phy­

sique de ce qui se passe.

Globalement les spectres obtenus par diagonalisation et perturbations présentent une structure

similaire. Pour comprendre avec plus de précision l’origine de ces spectres de trimères symétriques,

le diagramme énergétique de 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) pour le sous­espace ms = −1/2 est représenté sur

la figure 4.3.8 (a). Ce diagramme obtenu par l’application du modèle de perturbation au deuxième

ordre met en avant l’effet de chacun des termes du hamiltonien. Les valeurs numériques employées

correspondent à celles du tableau 4.2.1. On notera que l’interaction pseudo­dipolaire bHp.dip agit sur

les niveaux tels que |m1; m1 ± 1;P 〉 ≡ |m1; m1 ± 1;±〉 en levant la dégénérescence des niveaux de

parités différentes.

FIGURE 4.3.8 – Diagramme des niveaux d’énergies dans le sous­espace ms = −1/2 pour un tri­
mère symétrique 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) calculé par perturbation au deuxième ordre
lorsque ~B0 ‖ ~c. Les traits pleins correspondent aux transitions permises (∆mi =

±1, ∆m j = 0,
�

i, j
	
= {1, 2}). Les tirets correspondent aux transitions partielle­

ment permises (∆mi = ±1, ∆m j = ∓2,
�

i, j
	
= {1, 2}).

Le spectre ENDOR théorique a été calculé et représenté sur la figure 4.3.9. Il s’appuie sur les

règles de sélections suivantes

∆ms = 0,∆m1 = ±1,∆m2 = 0,∆P = 0 (4.3.42)
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ou

∆ms = 0,∆m1 = 0,∆m2± 1,∆P = 0 (4.3.43)

et pour les transitions partiellement autorisées [5]

∆ms = 0,∆m1 = ±2,∆m2∓ 1,∆P = 0 (4.3.44)

et

∆ms = 0,∆m1 = ∓1,∆m2± 2,∆P = 0 (4.3.45)

D’après ce digramme énergétique, en ne saturant que la raie RPE centrale, c’est­à­dire celle pour

laquelle M = 0, (voir la figure 4.3.2) seule une partie du spectre ENDOR devrait être observée

correspondant aux transitions

5,6, 7,8, 9,10, 11,12, 13,14, 15 et 16.

Cependant toutes les transitions 1 à 20 sont observées expérimentalement. Ceci s’explique de deux

FIGURE 4.3.9 – Spectre ENDOR bâton calculé par perturbation au deuxième ordre dans le cas de
trimères symétriques 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) et pour le sous­espace ms = − 1

2
.

façons :

1. en plus du « flip­flop » ∆
�
ms +mI

�
= 0 il s’opère dans le système des mécanismes de re­

laxations comme par exemple le mécanisme de flip­flip ∆
�
ms +mI

�
= ±2 qui provient de

l’interaction dipolaire électron­noyau [1, chapitre 4] ;

2. le mélange des états nucléaires ∆m = ±2 sous l’effet de l’interaction quadrupolaire permet

d’observer ces autres transitions.

L’approche perturbative est intéressante pour comparer l’effet isotopique dans les interactions noyau­

noyau dans β −Ga2O3 : Ti. L’interaction varie énormément suivant la combinaison des isotopes. Il

y a plus d’un ordre de grandeur entre le cas de trimères symétriques et celui des les trimères asymé­

triques. Dans le cas de trimères asymétriques, le couplage entre les noyaux est un phénomène du
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troisième ordre

D1−2 ≈
�

A1A2

2gβB0

�2 2ms

A1− A2

≈ 0,06 MHz (4.3.46)

dont les effets sont contenus dans la largeur de raie ENDOR. A contrario, les interactions noyau­

noyau deviennent exceptionnellement intenses dans le cas d’isotopes identiques. L’interaction agit

dès le deuxième ordre par rapport au Zeeman électronique avec un ordre de grandeur :

D1−2 ≈
A2

gβB0
≈ 0,9 MHz (4.3.47)

équivalent à l’interaction quadrupolaire. L’effet sur le spectre ENDOR peut se mesurer par la sépa­

ration 6α des deux raies centrales du spectre de la figure 4.3.9 qui ne dépend que de l’interaction

pseudo­dipolaire. Cette séparation est de l’ordre de 2 MHz soit plus d’un ordre de grandeur supérieur

à l’effet de la même interaction dans le cas de trimères asymétriques

4.4 Conclusion

L’ion Ti3+ montre une délocalisation importante de sa fonction d’onde sur plusieurs couches de

gallium voisins. L’interaction hyperfine qui en résulte est avant tout dominée par la densité de spin

électronique dans les orbitales 4s du gallium.

L’extension de la fonction d’onde est anisotrope et la densité de spin est particulièrement élevée

sur les deux noyaux Ga de part et d’autre de l’ion Ti3+ central, et on peut considérer en première

approximation cette espèce comme un trimère Ga(1)­Ti­Ga (1).

L’étude de l’interaction magnétique entre ce deux noyaux de gallium nous a permis de mettre

en évidence un important effet isotopique. Cette interaction naturellement très faible, est amplifiée

par la présence du spin électronique de l’ion Ti3+ qui la véhicule entre ces deux noyaux. C’est

l’interaction pseudo­dipolaire. Celle­ci est faible lorsque le trimère contient deux isotopes différents

et engendre des éclatements plus étroits que la largeur de raie ENDOR. Elle est par contre fortement

amplifiée et atteint 1 à 2 MHz lorsque les deux isotopes sont identiques. Une étude détaillée du

phénomène a montré qu’il est due à la symétrie du système Ga(1)­Ti­Ga (1).

Les trimères symétriques sont donc un système potentiellement intéressant pour le calcul quan­

tique dans le concept de bus de spin, chaque transition étant parfaitement identifiable et donc

chaque qubit pouvant être manipulé avec précision. L’intensité élevée de l’interaction entre les

noyaux, de l’ordre du mégahertz, permet d’obtenir des temps de porte courts et qu’il faut comparer

avec les temps de décohérence, ce que l’on quantifie par le critère de performance

R=
temps de décohérence

temps porte

Il faut donc maintenant déterminer les propriétés dynamiques du système de spins dans cette ma­

trice, ce qui fait l’objet du chapitre 5.
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CHAPITRE 5

Dynamique du système de spins électroniques et nucléaires dans
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5.1. Généralités sur la résonance magnétique en impulsion et sur la dynamique de spin

Pour qu’un système quantique puisse être utilisé pour l’information quantique, il faut qu’il res­

pecte un certain nombre de critères définis par DiVincenzo (voir Chapitre 1). Avant tout l’hamilto­

nien statique doit être parfaitement défini, c’est à dire que les qubits potentiels doivent être connus

avec précision et ainsi que les interactions qui les relient. Mais les opérations logiques appliquées sur

les bits quantiques reposent sur la manipulation de superpositions cohérentes des états de spin. Ces

opérations peuvent donc être réalisées avant la décohérence du système et dans le cas d’un bus de

spin, tous les temps de relaxations des électrons et des noyaux interviennent. Ce chapitre est donc

consacré à l’étude de la dynamique du système de spin et il précise où interviennent les différents

temps caractéristiques dans les séquences du bus de spin.

β −Ga2O3 : Ti remplit presque tous les critères d’un point de vue statique ; le système de qubits

est parfaitement identifié, ainsi que les interactions internes au système, ce qui a été présenté dans

les chapitres 3 et 4. Dans le chapitre 4 nous avons mis en avant l’existence de couplages pseudo­

dipolaires entre les qubits qui permettraient la réalisation de portes logiques plus rapides, surtout

dans le cas de noyaux équivalents. Il reste à étudier la dynamique du système par l’emploi de la RPE

et l’ENDOR en impulsions, afin de répondre aux questions suivantes :

– les caractéristiques dynamiques du matériaux permettent­elles son utilisation en tant que bus

de spin ?

– si non, quels sont les paramètres qui affectent la dynamique et est­il possible de « jouer » sur

les propriétés matériaux pour améliorer la dynamique ?

Au préalable, la première partie de ce chapitre est dédiée à la présentation de la Résonance Magné­

tique en impulsions afin de procéder à la définition des temps caractéristiques de la dynamique d’un

système de spins et à leurs rôles dans le concept de bus de spin. Ensuite les propriétés dynamiques

des électrons puis celles des noyaux dans β −Ga2O3 : Ti seront présentées et analysées.

5.1 Généralités sur la résonance magnétique en impulsion et sur la

dynamique de spin

FIGURE 5.1.1 – Système à deux niveaux, la longueur
du niveau représente de façon schéma­
tique les populations des deux états

L’excitation, la décohérence et la relaxation

d’un système quantique sont des phénomènes

dynamiques qui peuvent être associés à des

temps caractéristiques. Ces temps sont au coeur

de la thématique de l’information quantique et

figurent parmi les critères de DiVincenzo. Sou­

vent trop courts, ils restreignent les possibilités

de manipulation des qubits et limitent la fiabi­

lité des mesures.

En spectroscopie, on peut définir au moins

quatre temps caractéristiques associés à la dy­

namique du système étudié. Après l’excitation d’une transition le système quantique évolue et relaxe.

Dans le cas des spins les mécanismes intervenant dans ce processus peuvent être étudiés efficace­
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ment par RPE et ENDOR en impulsion et associés à des temps caractéristiques. Pour un système

quantique à deux niveaux en interaction avec un environnement, on peut ainsi définir trois temps

caractérisant la relaxation en l’absence d’un rayonnement électromagnétique (champ micro­onde

ou radiofréquence) :

– relaxation en l’absence d’un rayonnement électromagnétique (champ micro­onde ou radio­

fréquence) :

– le temps de relaxation longitudinale noté T1, qui représente le temps nécessaire pour que

le système perturbé revienne à l’équilibre thermodynamique,

– le temps de relaxation transverse du signal de précession libre, ou temps de déclin du signal

de précession libre la (Free Induction Decay, FID) noté T ∗2 ,

– le temps de déclin de l’écho primaire ou temps de mémoire de phase noté T2 ;

– et un temps caractérisant la relaxation en présence d’un rayonnement électromagnétique

(champ micro­onde ou radio­fréquence) :

– le temps de déclin des oscillations de Rabi noté TRabi.

Chacun de ces temps va être présenté et son rôle dans le bus de spin détaillé. Ici on se restrein­

dra à un système à deux niveaux comme représenté sur la figure 5.1.1. Historiquement ces temps

ont été introduits dans les équations phénoménologiques de Bloch qui servent à décrire l’évolution

dynamique d’un système quantique à deux niveaux [6].

5.1.1 Principe de la résonance magnétique en impulsion

RPE et ENDOR impulsionnelle

La RPE impulsionnelle est basée sur le même principe que la RPE en onde continue : un champ

magnétique statique est appliqué pour lever la dégénérescence des niveaux de spin tandis qu’un

champ électromagnétique micro­onde résonant provoque la transition entre les états.

En RPE onde continue, le système est à l’état quasi­stationnaire, le rayonnement micro­onde est

émis en continu, tandis qu’est effectué un balayage en champ statique ce qui modifie les énergies et

les populations des niveaux de spin. Les variations d’absorption du rayonnement électromagnétique

sont enregistrées en fonction du champ statique pour obtenir le signal RPE.

La RPE impulsionnelle ou RPE pulsée s’intéresse à l’évolution au cours du temps de l’aimanta­

tion ~M suite à une excitation du système par le rayonnement envoyé sous forme d’une impulsion.

Pour un échantillon de volume V possédant des moments magnétiques électroniques ~bµi = −giβ
~bSi ,

l’aimantation volumique est définie par

~M =
1

V

∑

i

¬
~bµi

¶

=
β

V

∑

i

D
−gi

~bSi

E

=
β

V

∑

i

−giβi




¬bSx ,i

¶
¬bSy,i

¶
¬bSz,i

¶


 (5.1.1)
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5.1. Généralités sur la résonance magnétique en impulsion et sur la dynamique de spin

où 〈.〉 est la valeur moyenne associée. La procédure pour enregistrer un spectre RPE en impul­

sions est différente : la fréquence micro­onde est toujours fixée, et le champ magnétique statique

est ajusté de façon à être à la résonance. Le spectre est réalisé en enregistrant l’évolution tem­

porelle de l’aimantation du système après l’application d’une impulsion de champ micro­onde.

FIGURE 5.1.2 – Précession de Larmor dans le re­
père

�
~ux ,~uy ,~uz

�

Effet d’une impulsion de rayonnement électroma-

gnétique

Pour comprendre l’effet des impulsions, il est cou­

rant d’utiliser une représentation vectorielle clas­

sique des phénomènes. Sous l’effet d’un champ ma­

gnétique l’aimantation évolue selon l’équation

∂ ~M

∂ t
= γ ~M ∧ ~B(t) (5.1.2)

où γ = − gβ
ħh

est appelé rapport gyromagnétique. Il

détermine l’intensité du couplage entre l’aimantation et le champ magnétique. L’équation 5.1.2 ex­

prime le fait que l’aimantation tourne autour du champ ~B(t) à la vitesse angulaire γB(t). Pour la

RPE en impulsions, le champ statique ~B0 est orienté selon l’axe ~uz et l’impulsion est réalisée par un

champ ~B1 polarisé rectilignement selon l’axe ~ux dans le référentiel du laboratoire. Le champ total

est alors ~B(t) = B0~uz + B1 cos (ωt)~ux où ω est la pulsation du rayonnement. À l’équilibre ther­

modynamique, et sans champ oscillant ~B1 cos (ωt) l’aimantation s’aligne parallèlement au champ
~B0 et précesse à la vitesse angulaire ω0 = −

gβB0

ħh
autour de cet axe, c’est la précession de Larmor

(Fig. 5.1.2).

En se plaçant dans le référentiel tournant autour de ~uz à la vitesse angulaire ω0, noté
�
~x , ~y,~z

�
,

l’aimantation est fixe. Dans ce référentiel tout se passe comme si le champ statique vu par les spins

était nul. Le champ magnétique du rayonnement polarisé rectilignement dans le référentiel du la­

boratoire peut être décomposé en deux composantes polarisées circulairement, l’une tournant à une

vitesse +ω et l’autre à la vitesse −ω par rapport à ~uz . À la résonance c’est­à­dire ω =
��ω0

��, la com­

posante −ω tourne à la même vitesse dans le référentiel tournant et apparaît comme fixe. Le champ

micro­onde est donc fixe dans ce référentiel et s’écrit ~B1 = B1~x . L’autre composante tourne à la

vitesse 2ω = 2ω0 par rapport au référentiel tournant et a un effet négligeable sur la résonance ma­

gnétique 1. Ainsi à la résonance et en ne tenant compte que de la composante −ω du rayonnement,

l’équation du mouvement de l’aimantation se réduit dans le référentiel tournant à

∂ ~M

∂ t
= γ ~M ∧ B1~x(t). (5.1.3)

Cette équation montre que dans le référentiel tournant, l’aimantation tourne autour du champ

micro­onde ~B1 à la vitesse ω1 = γB1. L’application d’une impulsion carrée pendant une durée tp

1. On néglige alors la composante qui tourne à la vitesse angulaire de 2ω qui est responsable du déplacement de
Bloch­Siegert [22, p. 103]
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permet de manipuler l’aimantation et la faire basculer d’un angle γB1 tp vers l’axe ~y (Fig. 5.1.3), par

exemple pour une impulsion telle que γB1 tp = π/2, l’aimantation est alignée selon l’axe ~y.

FIGURE 5.1.3 – Effet d’une impulsion carré d’aire γB1 tp sur l’aimantation ~M dans le repère tour­
nant

�
~x , ~y,~z

�

Sur les spectromètres en bande X à 9,5 GHz, le temps nécessaire pour faire une impulsion de

π/2 est de l’ordre de la dizaine de nanosecondes.

FIGURE 5.1.4 – Représentation d’un état dans le repère sphérique et la sphère de Bloch.

On peut voir qu’une simple impulsion permet de réaliser des manipulations élémentaires d’états

quantiques. Ainsi si on représente l’état de spin | − 1/2〉 par l’état |0〉 et l’état |1/2〉 par |1〉, une

impulsion d’angle π permet de passer de | − 1/2〉 = |0〉 à |1/2〉 = |1〉 ce qui représente une porte

logique « Non » (NOT).

D’une manière générale, lorsque l’aimantation est orientée selon la direction définie par les

angles polaires
�
θ ,ϕ

�
, l’état quantique correspondant est noté

|ψ〉 = cos

�
θ

2

�
| − 1/2〉+ e−iϕ sin

�
θ

2

�
|1/2〉

= cos

�
θ

2

�
|0〉+ e−iϕ sin

�
θ

2

�
|1〉 (5.1.4)

ce qui est représenté figure 5.1.4 par un vecteur pointant dans la direction
�
θ ,ϕ

�
. Par exemple une

impulsion γB1 tp = π/2 autour de la direction ~x et qui amène l’aimantation suivant la direction ~y
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fait passer l’état | − 1/2〉= |0〉 à la superposition cohérente

1
p

2
(| − 1/2〉+ i|1/2〉) =

1
p

2
(|0〉+ i|1〉) . (5.1.5)

Cette approche vectorielle classique reste rigoureuse pour un ensemble de système de spin à deux

niveaux, mais dès qu’il y a plus de deux niveaux en jeu, il faut utiliser le formalisme de la matrice

densité pour déterminer l’évolution de l’aimantation [29].

L’évolution temporelle du système de spins s’obtient par la résolution de l’équation de Liouville

Von­Neumann
∂ bρ
∂ t
=

i

ħh

�
bρ, bH(t)

�
. (5.1.6)

où bρ est la matrice densité et bH(t) l’hamiltonien du système à l’instant t.

Évolution libre après une impulsion π/2

Après l’application d’une impulsion π/2 polarisée suivant ~x , l’aimantation est colinéaire avec ~y

dans le référentiel tournant. Dans ce référentiel, en l’absence d’un rayonnement, le champ vu par

les spins est nul et l’aimantation reste constante (voir Fig. 5.1.5).

Au contraire dans le référentiel du laboratoire, les spins perçoivent le champ statique ~B0, et

l’aimantation associée précesse dans le plan à la vitesse angulaire ω0 = γB0. Les composantes M~ux

et M~uy
oscillent à la pulsation ω0 en quadrature de phase. En revanche dans le référentiel tournant

à la vitesse angulaire ω0 l’aimantation est fixe alignée selon ~y et l’évolution dans le temps est

représentée sur la figure 5.1.5.

Les spectromètres permettent le suivi temporel de l’aimantation dans le référentiel tournant�
~x , ~y
�

et le signal de l’aimantation sans rayonnement micro­onde est appelé signal de précession

libre (FID). Dans le référentiel du laboratoire, cette précession libre se traduit par une variation de

la phase ϕ de l’état quantique

|ψ (t)〉 = e−
iω0 t

2
1
p

2

�
| − 1/2〉+ e−iϕ(t)|1/2〉

�
(5.1.7)

avec la phase ϕ(t) = ϕ0+ω0 t (5.1.8)

Une transformée de Fourier de ce signal redonne le spectre RPE. Lorsque les spins sont caractérisés

par une fréquence de résonance unique, i.e. une seule valeur de la pulsation de Larmor ω0 et sans

phénomène de relaxation et de décohérence, l’amplitude du signal de précession est constante. Le

spectre RPE associé est une distribution de Dirac à la pulsation ω0, représenté sur la figure 5.1.5.

Forme de raie

Lorsque l’on enregistre un spectre RPE, on étudie l’absorption d’un champ électromagnétique par

une espèce paramagnétique. Il existe deux types limites de raies d’absorption : les raies homogènes

et les raies inhomogènes. Les raies homogènes correspondent à l’absorption du champ électroma­

gnétique par un seul paquet de spin ayant une unique fréquence de résonance tandis que les raies

inhomogènes sont la superposition de plusieurs paquets de spins ayant chacun des fréquences de
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Chapitre 5. Dynamique du système de spins électroniques et nucléaires dans β −Ga2O3 : Ti

FIGURE 5.1.5 – Évolution de l’aimantation après l’application d’une impulsion π/2 selon ~x : dans
le référentiel du laboratoire et dans le référentiel tournant. Après transformée de
Fourier de l’évolution temporelle on obtient le spectre correspondant.

résonances différentes et correspondent à une distribution de raies homogènes. Les deux cas sont

représentés sur la figure 5.1.6 (a) pour une raie homogène, (b) pour une raie inhomogène.

Une raie d’absorption homogène a la forme d’une Lorentzienne, et tandis qu’une raie inhomo­

gène prend dans les cas simples la forme d’une gaussienne 2. L’origine de la largeur de raie diffère

significativement. Pour une raie homogène la largeur de raie ΓHom est la résultante de la dynamique

des spins, alors que dans le second cas elle est la combinaison des largeurs de raies sous­jacentes.

Les raies inhomogènes sont le plus fréquemment rencontrées dans les solides car on y observe

en général des anisotropies ou des distributions de facteur g, des couplages hyperfins non résolus

ou encore des interactions dipolaires entre électrons.

Les raies homogènes se rencontrent dans les liquides ou pour les électrons de conduction dans

les solides, c’est­à­dire là où l’effet du mouvement supprime l’effet de ces inhomogénéités ce qui

affine la raie d’absorption, phénomène qui s’appelle rétrécissement par mouvement (ou motionnal

narrowing). Ces deux cas de figures ont des conséquences significatives sur la dynamique de spin

car alors les origines de la relaxation de l’aimantation diffèrent.

2. Pour rappel, en RPE onde continue, c’est en général les dérivées de ces courbes qui sont observées.
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(a)

(b)

FIGURE 5.1.6 – Raies homogènes et inhomogènes (a) Raie homogène de largeur ΓHom et raie
inhomogène de largeur ΓInhom constituée de raies homogènes.

5.1.2 Temps caractéristiques d’un système de spin

Historiquement ces temps ont été introduits dans les équations phénoménologiques de Bloch

qui décrivent l’évolution dynamique d’un système quantique à deux niveaux [6]. Elles ont été dé­

veloppées pour expliquer l’évolution temporelle de l’aimantation des spins nucléaires en RMN et

elles incluent deux types de relaxation : une relaxation selon l’axe du champ magnétique statique

caractérisée par un temps T1 et une relaxation dans le plan transverse caractérisée par un temps T2.

Ces équations sont parfaitement rigoureuses dans le cas d’un système à deux niveaux homogène. En

notant Mz,0 la valeur de la composante Mz de l’aimantation à l’équilibre, les trois équations couplées

sont alors

dMx

dt
= −

�
ω0−ω

�
My −

Mx

T2

dMy

dt
=

�
ω0−ω

�
Mx −ωMz −

My

T2

dMz

dt
= ωMy −

Mz −Mz,0

T1
. (5.1.9)

T1 est le temps caractéristique pour retrouver l’aimantation à l’équilibre thermodynamique tandis

que T2 est le temps nécessaire au déclin de l’aimantation dans le plan transverse. Ces temps ont été

introduits de façon phénoménologique puis ont été explicités théoriquement par la suite.
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Lorsque le système contient plus de deux niveaux, le formalisme de la matrice densité est le seul

moyen rigoureux d’analyser l’évolution du système. Cependant les concepts de temps de relaxation

peuvent être repris et adaptés au cas général. Ainsi, les temps de relaxation sont généralement l’effet

conjugué de plusieurs mécanismes qui agissent simultanément. Par analogie avec les réseaux de ré­

sistances électriques ou thermiques en parallèle, il faut retenir que les processus de relaxations subis

par un niveau donné agissent en parallèle et donc ce sont les fréquences de relaxation qui s’addi­

tionnent. La fréquence de relaxation d’un niveau est donc la somme des fréquences de relaxation de

chacun des processus a, b,. . .
1

Ti
=

�
1

Ti

�

a
+

�
1

Ti

�

b
+ . . . (5.1.10)

5.1.2.1 Temps de relaxation longitudinale T1

Pour faciliter l’approche, nous allons considérer un système à deux niveaux tel que représenté

sur la figure 5.1.1. Physiquement, la relaxation de l’état |1/2〉 vers l’état | − 1/2〉 correspond à un

retour vers l’équilibre thermodynamique du système. Ce processus ne s’effectue que par un échange

d’énergie entre le système et son environnement communément appelé « réseau », car il implique

un changement de populations des niveaux de spins et donc une variation de l’énergie du système.

En règle général, on considère que cette perte d’énergie s’effectue en un temps caractéristique

T1 et suit une loi de Poisson [22, 29]. L’aimantation longitudinale d’un système ayant été placée

hors équilibre évolue sous la forme

Mz(t) = Mz,0

�
1− exp

�
−

t

T1

��
. (5.1.11)

Pour une expérience de RPE, ces échanges énergétiques s’établissent entre l’espèce paramagnétique

et le réseau, elle est d’ailleurs souvent appelée relaxation spin-réseau. Le processus s’effectue par le

biais du couplage spin­orbite qui est modulé par les phonons du réseau [1, 31].

5.1.2.2 Temps de relaxation transverse

Le deuxième temps introduit par F. Bloch est le temps de relaxation transverse qui correspond

à la relaxation de l’aimantation dans le plan orthogonal au champ statique, le plan transverse. Il

représente la perte de cohérence du système.

Dans le cas où la raie est homogène, c’est­à­dire, lorsqu’il n’y a qu’un paquet de spin, la re­

laxation transverse n’est caractérisée que par un seul temps T2. En revanche dans le cas d’une raie

inhomogène, on peut définir au moins deux type de temps de relaxation transverse :

– le premier temps est le temps de déclin de la précession libre que l’on note T ∗2 ;

– le second est le temps de déclin T2 d’un écho primaire 3.

L’origine et le sens physique de chacun de ces temps sont différents. Dans le premier cas il s’agit du

temps de déclin de l’aimantation après une impulsion de π/2, tandis que le second correspond au

déclin de l’aimantation de l’écho obtenu dans le cas d’une séquence π/2− t −π− t − écho.

3. Les échos de spins sont décris plus loin.
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Temps de déclin du signal de précession libre

Lorsque l’intégralité de l’aimantation est placée dans le plan transverse, on crée un état cohérent

pour chacun des paquets de spin i qui s’écrit

|ψ(t)〉i = c1/2, i |1/2〉i + c−1/2, i | − 1/2〉i

=
1
p

2

�
| − 1/2〉+ e−iϕi(t)|1/2〉

�
. (5.1.12)

Après l’impulsion, cette cohérence évolue sous l’effet du hamiltonien. C’est l’évolution libre et l’on

peut suivre cette aimantation transverse au cours du temps t, appelé le signal de précession libre ou

FID (Free Induction Decay). La phase ϕi dans l’équation 5.1.12 évolue en

ϕi(t) = ϕ0,i +ω0,i t (5.1.13)

comme expliqué dans la section précédente.

Dans les cas de raies homogènes ou inhomogènes, l’aimantation décline lorsque le temps croît.

Pour comprendre le phénomène, il est plus simple de considérer le cas d’une raie inhomogène,

dans laquelle le phénomène se comprend assez intuitivement. Le caractère inhomogène de la raie

peut­être vu comme une distribution de champ local vu par les différents paquets de spins. Cela

correspondant alors à une distribution de vitesses de précessions ω0,i par rapport à une vitesse

moyenne ω0.

Chaque paquet de spin i précesse à une vitesse différente donc les contributions de chaque

spin à l’aimantation totale s’étalent dans le plan transverse, ce qui est illustré dans le référentiel

tournant par la figure 5.1.7. Les aimantations individuelles de chaque paquet de spin ne restent pas

colinéaires et l’aimantation totale détectée est plus faible que si elles restaient alignées.

FIGURE 5.1.7 – Déphasage des paquets de spin dans le plan transverse et dans le repère tournant�
~x , ~y
�
. Après une impulsion de π/2 selon l’axe ~ux , à t = 0 les aimantations de

chacun des paquets de spin sont en phase et alignées le long de de l’axe ~y puis se
déphasent lorsque le temps t augmente et on note δϕ ce déphasage. Il en résulte
une diminution de la composante transverse de l’aimantation totale au cours de
temps (dessin du bas).
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L’aimantation résultante selon ~y diminue au cours du temps sous l’effet du déphasage. Dans ce

cas, ce déclin provient d’un déphasage classique des aimantations associé à chaque paquet de spin i

qui provoque des interférences destructives.

Dans le cas d’une raie homogène et pour un spin 1/2, la dynamique du système est décrite par

l’équation de Bloch (Éq. 5.1.9). Dans ce cas le déclin de l’aimantation transverse est définie par

les composantes Mx et My , est exponentiel et le temps caractéristique T ∗2 du déclin du signal de

précession libre coïncide avec le temps T2 introduit dans les équations de Bloch

Mx ,y = Mx ,y(0)e
− t

T∗2 . (5.1.14)

Les causes de la décroissance de l’aimantation transverse dans le cas d’une raie homogène

sont multiples. La première systématiquement présente est liée à la relaxation longitudinale (spin­

réseau), c’est­à­dire due au fait que l’aimantation tend à revenir à l’équilibre thermodynamique,

alignée parallèlement au champ statique, ce qui entraîne une décroissance de la composante trans­

verse. Cette contribution est dominante seulement dans des cas particuliers correspondant à des

centres paramagnétiques très dilués et très mobiles (liquide peu visqueux et électrons de conduc­

tion comme dans β−Ga2O3) ou très concentrés dans lesquels les interactions d’échange sont fortes.

Dans ce cas T ∗2 = T2 = T1.

Cependant dans bon nombre de systèmes paramagnétiques, il existe d’autres processus qui

opèrent à énergie constante (à l’inverse de la relaxation longitudinale T1) et contribuent également

à la décroissance de l’aimantation transverse. Des interactions entre spins (échange ou dipolaire),

des fluctuations de champ magnétique nucléaire par exemple entraînent des fluctuations de champ

local vu par les spins et donc des déphasages entre les composantes individuelles de l’aimantation

qui mènent à une diminution de l’aimantation transverse.

Ces différentes contributions sont additives de sorte que

1

T ∗2
=

1

T2
=

1

2T1
+

�
1

T2

�

Spin−spin
+

�
1

T2

�

Autre
(5.1.15)

et dans ce cas T ∗2 = T2≪ T1.

Il est clair que les mêmes mécanismes interviennent dans le déclin de l’aimantation transverse

d’une raie inhomogène puisqu’elle est constituée de différents paquets homogènes. Dans le cas par­

ticulier d’une raie inhomogène, la distribution de champs magnétiques locaux vus par les spins est

responsable de la distribution de fréquences de résonances qui entraîne une distribution des vitesses

de précession dans le référentiel tournant. Ceci induit une cause supplémentaire de déphasage entre

paquets de spins qui mène à un amortissement de l’aimantation transverse. Le déclin de l’aimanta­

tion dans ce cas n’est plus exponentiel, et il est caractérisé de manière assez vague par le temps

T (e)∗2 .

Souvent le temps de déclin de la FID n’est pas toujours mesurable, à cause du temps mort

du spectromètre qui est le temps nécessaire pour l’amortissement de l’impulsion avant la mesure

de l’aimantation. Sur les spectromètres bande X ce « temps mort » descend rarement en dessous

de 70 ns. Par ailleurs le déclin exponentiel reste une approximation dans le cas général et n’est
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parfaitement rigoureuse que dans le cas où toute la raie est excitée par l’impulsion micro­onde. En

effet si la raie RPE excitée est très large devant la fenêtre spectrale de l’impulsion, seule une partie

des spins sont excités. La FID prend des formes très variées en fonction de l’angle et le théorème de

Schenzle­Wong­Brewer démontre que pour une impulsion de longueur tp, le signal de précession ne

dure qu’un autre intervalle de temps tp [29, p. 178] et on ne peut pas définir rigoureusement de

temps de déclin de la FID.

Écho primaire de spin et temps de mémoire de phase

Après une impulsion π/2, chaque paquet de système de spin est dans un état de superposition

cohérente

|ψ〉i =
1
p

2

�
| − 1/2〉+ e−iϕi |1/2〉

�
. (5.1.16)

Pendant la période d’évolution libre, la phase ϕi évolue sous l’effet des champs locaux. Toute distri­

bution ou fluctuation de cette phase ϕi entraîne une perte de cohérence et donc une diminution de

l’aimantation transverse.

Un moyen d’empêcher, au moins partiellement, cette décohérence est de réaliser une séquence

d’écho de spin. La séquence la plus simple, dite écho de Hahn, est constituée d’une impulsion π/2

suivie d’une impulsion π séparées par une durée τ (Fig. 5.1.8). Après l’impulsion π/2 les aimanta­

tions individuelles sont colinéaires. Si chaque paquet de spin est soumis à un écart de champ local

δBi alors chaque spin va précesser à une vitesse différente et par conséquent l’aimantation totale

va diminuer. Ainsi au bout d’un temps τ les aimantations individuelles auront acquis un dépha­

sage δϕi (t) = τγδBi responsable de la diminution du signal de précession libre. Ce déphasage est

représenté par l’angle algébrique δϕ =maxi(δϕi) entre les paquets de spins 1 et 2 (Fig. 5.1.8).

L’impulsion π provoque une rotation autour de l’axe ~x qui inverse la phase δϕi → −δϕi . Cela

est représenté par l’inversion de l’angle algébrique δϕ entre les paquets de spin 1 et 2 comme

représenté sur la figure 5.1.8. Le déphasage accumulé à partir de l’impulsion π est alors

δϕi(t) = −δϕi(τ) + tγδBi . (5.1.17)

Ce déphasage s’annule à l’instant t = τ après l’impulsion π et les aimantations se refocalisent.

L’aimantation transverse est à nouveau maximale ce qui induit un signal d’écho. Ce signal d’écho est

constitué de deux signaux de précession libre (FID) dos­à­dos, si bien qu’une transformée de Fourier

de l’écho permet de restituer le spectre RPE

Il est important de noter que la refocalisation est totale uniquement si la différence de champ

local est constante au cours de la séquence et alors la hauteur de l’écho est égale à la hauteur

initiale de la FID. C’est le cas d’une raie inhomogène où la distribution de fréquences de résonance

correspond à une distribution statique des champs locaux. Si les champs locaux changent au cours

du temps, la refocalisation est incomplète. La hauteur de l’écho diminue à mesure que τ augmente.

Le déclin de cet écho primaire est souvent décrit par une fonction exponentielle

�����
My(2τ)

My(0)

�����= exp

�
−

2τ

T2

�
. (5.1.18)
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Le temps T2 intervenant dans cette atténuation est appelé temps de mémoire de phase et est égale­

ment noté Tm dans la littérature.

FIGURE 5.1.8 – Évolution de l’aimantation dans le plan transverse et dans le référentiel tournant
(haut) sous l’effet d’une séquence d’écho à deux impulsions (bas)

Par cette analyse on comprend également que pour une raie homogène un seul paquet de spin se

déphase, il n’y a donc pas de distribution de champ statique local. Il n’y a donc pas de refocalisation

possible dans ce cas. Une raie parfaitement homogène ne peut pas donner lieu à un écho de spin.

Pour réaliser un écho de spin, il n’est pas nécessaire d’appliquer une impulsion de π. Les pre­

mières expériences de Hahn employaient d’ailleurs des séquences du type (2π/3)x − t − (2π/3)y −
t−écho où les phases des impulsions différaient de 90° [14]. En fait un travail sur la matrice densité

montre que l’emploi de deux impulsions engendre nécessairement un écho de spin [29, p. 185].

5.1.2.3 Diffusion spectrale et diffusion instantanée

Dans le paragraphe précédent, nous avons évoqué l’existence de processus entraînant une fluc­

tuation des champs locaux vus par les spins et empêchant une refocalisation complète des aimanta­

tions individuelles lors d’une séquence d’écho de spin. Nous allons ici présenter deux de ces méca­

nismes qui ont une importance dans le cas de β −Ga2O3 : Ti.

L’application d’une impulsion de durée tp permet d’exciter le spectre sur un domaine

�
ω0−

2π

tp
; ω0+

2π

tp

�
. (5.1.19)

En général la largeur des raies inhomogènes dans les solides est largement plus grande que la fenêtre

spectrale de l’impulsion ce qui n’est pas sans conséquence sur le déclin des aimantations transverses

et longitudinales. En effet seule une portion du spectre est excitée tandis que le reste des spins est

à l’équilibre thermodynamique. Ces « autres » spins peuvent perturber l’évolution des spins excités

qui sont alors soumis à des mécanismes supplémentaires de relaxation qui diffusent l’aimantation :

c’est la diffusion spectrale et la diffusion instantanée. Pour la description de ces phénomènes, nous

allons employer la notation employée dans [29, p. 215­216] : soit A les spins excités par l’impulsion

et soit B les spins non excités.
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La diffusion spectrale

Elle se comprend assez facilement. Par l’inhomogénéité, les spins ont des environnements dif­

férents et des fréquences de résonance différentes. Les mécanismes de la relaxation longitudinale

et les couplages entre spins A et B font fluctuer les champs locaux créés par les spins B et agis­

sant sur les spins A, ce qui conduit à un transfert de l’aimantation des spins A vers des parties du

spectre à l’équilibre thermodynamique et réciproquement. L’aimantation des spins A décline ce qui

se manifeste comme un mécanisme de relaxation.

L’aimantation ne serait donc pas perdue, mais serait échangé avec d’autres zones du spectre

n’ayant pas été excitées par l’impulsion comme l’illustre la figure 5.1.9 : en noir le paquet de spin

excité transfère son aimantation aux paquets de spins non résonants. Ce mécanisme intervient donc

dans la mesure des temps de relaxation électroniques T1 et T2. Les mécanismes de diffusion spectrale

sont multiples. On peut citer par exemple les phénomènes de réorientation moléculaire dans les

fluides qui dans le cas où des interactions sont anisotropes modifient la fréquence de résonance des

paquets de spin [26]. Dans le cas de spin électroniques couplés à de spins nucléaires, les fluctuations

de champ nucléaire peuvent également modifier la fréquence de résonance des spins électroniques

et contribuer à la diffusion spectrale. C’est un mécanisme éventuellement pertinent dans β−Ga2O3 :

Ti. Il existe plusieurs modèles pour la diffusion spectrale dans les solides dont certains, dans le cas

de mécanismes liés aux fluctuations de champ nucléaire, ont été développés pour le phosphore dans

le silicium et les « quantum dots » de semi­conducteurs III­V, et prennent en compte de manière

rigoureuse la dynamique des spins nucléaires [34, 35, 36].

FIGURE 5.1.9 – Représentation schématique du mécanisme de diffusion de spin : en noir le paquet
de spin excité et en rouge les flèches schématisent le transfert de l’aimantation.

La diffusion instantanée

Le deuxième mécanisme est celui de la diffusion instantanée qui intervient dans le mesure du

temps T2. Même lorsque les spins électroniques sont très dilués, les interactions dipolaires entre

électrons peuvent être suffisantes pour qu’ils s’influencent mutuellement. Si par exemple les spins A

sont excités, le basculement d’un des spins du paquet provoque des modifications du champ local
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perçu par ceux auxquels ils sont couplés. Par conséquent au cours de l’impulsion si les spins ont la

même fréquence de résonance avant son application, celle­ci change pendant l’impulsion et les spins

peuvent avoir des fréquences différentes après l’impulsion. Ce phénomène dépend alors de l’angle θ

avec lequel sont basculés les spins et du nombre de spin excités représenté par la densité spectrale

f (B0) qui correspond au nombre de transitions RPE par unité de champ magnétique. Comme la

durée de l’impulsion est souvent courte devant les phénomènes de relaxation, ce phénomène est

appelé diffusion instantanée. Plusieurs modèles de diffusion instantanée sont repris et développés

dans [29, p. 227] qui servent de base à l’analyse des temps de mémoire de phase dans β−Ga2O3 : Ti.

5.1.3 Dynamique des spins sous rayonnement : oscillations de Rabi ou nutation

Les processus dynamiques (relaxation spin­réseau, déclin de la FID, atténuation de l’écho de

spin) sont des phénomènes qui contrôlent la dynamique des spins après excitation par des impul­

sions de rayonnement mais en l’absence de rayonnement. Dans les situations précédentes, la durée

des impulsions était considérée comme négligeable. Ici nous allons nous intéresser à la dynamique

des spins pendant l’application d’une impulsion longue de rayonnement.

L’expérience consiste à appliquer un champ résonant perpendiculairement au champ magnétique

statique. Dans ce cas, l’aimantation précesse dans le plan perpendiculaire à ce champ résonant,

comme expliqué en section 5.1.1 et représenté sur la figure 5.1.10.

FIGURE 5.1.10 – Principe schématique d’une oscillation de Rabi : le champ électromagnétique fait
précesser l’aimantation dans le plan perpendiculaire au champ micro­onde ~B1.

Ce type d’expérience est important dans le concept de calcul quantique car chaque porte logique

est effectuée à l’aide d’une impulsion. Il faut donc déterminer le nombre d’impulsions applicables

sans que la cohérence soit perdue. Une impulsion résonante crée une cohérence sur les électrons

en générant une superposition cohérente d’état |1/2〉 et | − 1/2〉. L’application d’une impulsion de

longue durée fait donc osciller en permanence le système entre les deux niveaux |1/2〉 et | − 1/2〉.
Pour une espèce paramagnétique dont le facteur g est isotrope, la vitesse de précession est donnée
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par

ω1 = −gβB1 = γB1 (5.1.20)

et l’état quantique évolue comme

|ψ(t)〉= cos
�ω1 t

2

�
| − 1/2〉+ e−iϕ sin

�ω1 t

2

�
|1/2〉 (5.1.21)

Il oscille donc périodiquement entre les états de spin | − 1/2〉 et |1/2〉. Ces oscillations sont

appelées oscillations de Rabi [27]. Un exemple d’oscillation de Rabi dans le cas des électrons de

conduction de β −Ga2O3 est représenté sur la figure 5.1.11.

FIGURE 5.1.11 – Oscillations de Rabi à température ambiante pour les électrons de conduction de
β −Ga2O3

Comme pour la précession libre ou l’écho primaire, le signal décline cette fois à mesure que la

longueur de l’impulsion augmente. De nouveau il faut distinguer deux cas : les raies homogènes et

le raies inhomogènes. Si T1 ≫ T2 et dans le cas homogène, l’aimantation longitudinale est donnée

par la formule suivante [13, 29, p. 200]

Mz(t) = Mz(0)e
− t

TRabi cos(ω1 t) (5.1.22)

alors que si la raie est inhomogène et large devant la fréquence de nutation

Mz(t)∝ e
− t

2TRabi J0(ω1 t) (5.1.23)

avec J0 la fonction de Bessel d’ordre 0, donnée par

J0
�
ω1 t

�
=

ˆ

cos
�
ω1 t

�
dω1 (5.1.24)

En pratique ces oscillations s’amortissent et les temps caractéristiques d’amortissement déterminent

le nombre maximal de portes logiques réalisables. Le déclin du signal a plusieurs origines. Avant
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tout, il y a la perte de cohérence déjà évoquée dans le paragraphe précédent modélisée par le T2,

mais il y a d’autres contributions car le temps de déclin des oscillations de Rabi est en général bien

plus court que le temps de mémoire de phase. Par exemple, il a été constaté dans de nombreux

cas que le déclin dépendait de l’intensité du champ micro­onde B1 [3, 4, 8]. Pour comprendre ce

phénomène, des études théoriques ont été réalisées sur le sujet et plusieurs hypothèses ont été

avancées :

– fluctuation du champ excitateur : modèle stochastique [30] ;

– diffusion de l’aimantation par l’interaction dipole­dipole entre électrons [2] ;

– inhomogénéité du champ excitateur au sein de l’échantillon [3].

Le débat reste ouvert, mais il semble que la dépendance en fonction de l’amplitude du champ B1

provienne de l’inhomogénéité spatiale du champ micro­onde B1. Ces inhomogénéités créent des

distributions de fréquence en ω1 et donc un déphasage ce qui atténue le signal [3] et l’effet serait

d’autant plus important que l’inhomogénéité croit avec l’intensité de B1 est importante.

Le déclin de ce signal de précession permet d’avoir l’ordre de grandeur du nombre d’impulsions

qui peuvent être appliquées sur le système sans perdre toute la cohérence.

5.1.4 Importance des temps caractéristiques dans le concept de bus de spin

FIGURE 5.1.12 – Séquence schématique utilisée dans le concept de bus de spin et les positions où
interviennent les temps caractéristiques des spins.

Les différents temps que nous avons décrits ont un rôle dans chacune des étapes du bus de spin

dont la séquence caractéristique est reprise figure 5.1.12 afin de de préciser leur rôle.

1. La première étape consiste à initialiser le système nucléaire. Les séquences employées par

Mehring [21] sont basées sur la séquence π/2−τ−π/2 qui permet de transférer la polarisa­

tion électronique sur les noyaux, suivant le schémas de principe correspondant au diagramme

5.1.13. La première partie π/2− τ égalise les populations et génère des cohérences électro­

niques qui évoluent pendant un temps τ, et la dernière impulsion π/2 convertit ces cohérences
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en polarisation nucléaire dans chaque sous­espace ms. Avec un bon choix de la valeur de τ,

initialement les états nucléaires les plus peuplés sont les états 1 et 2 et en fin de séquence ce

sont les états 2 et 4. À l’intérieur de chaque sous­espace électronique ms on a amplifié la dif­

férence de population entre états de spins nucléaires. Le système de qubit est ainsi initialisé.

Ce résultat peut s’obtenir théoriquement directement avec une impulsion π sélective, mais

l’avantage de cette séquence est qu’un bon choix de temps τ en fonction de la constante de

couplage hyperfine permet de sélectionner les noyaux devant être polarisés, ce qui est pratique

lorsqu’un grand nombre de noyaux sont en interaction avec l’électron 4.

FIGURE 5.1.13 – Diagramme d’énergie et principe de la séquence de transfert de la polarisation
des électrons vers les noyaux dans le cas d’un spin S = 1/2 couplé avec une
noyau I = 1/2 par un couplage hyperfin isotrope tel que A > 2νn > 0. Les
niveaux 1, 2 3 et 4 correspondent respectivement aux niveaux | − 1/2,1/2〉,
| − 1/2,−1/2〉, |1/2,−1/2〉 et |1/2, 1/2〉. Les connecteurs   représentent des
cohérences et la longueur des niveaux représente la population du niveau. À
l’issu de la séquence, la polarisation des spins nucléaires est augmentée dans
chaque sous­espace ms.

2. Avant d’agir sur les noyaux, il faut attendre que l’aimantation transverse électronique s’annule

à la fin de cette séquence, ce qui se fait en un temps de l’ordre du T (e)∗2 . L’état nucléaire

est ainsi parfaitement initialisé. En effet, il ne faut pas que des cohérences électroniques ou

des cohérences à deux quanta électron noyaux perturbent l’évolution du système : le système

électronique doit être dans l’état « |1/2〉 » soit bρ ∝ bSz ⊗ bρNoyaux.

3. Les polarisations des noyaux sont ensuite manipulées par des séquences d’impulsions radio­

fréquences pour réaliser le calcul. Les séquences sont constituées d’impulsions et de phases

d’évolution libre : à chaque impulsion, une partie de la cohérence peut être perdue tandis

qu’entre chaque phase d’évolution libre s’applique la vraie décohérence. Ces étapes font inter­

venir les temps T (e)∗2 , T (n)2 et T (n)Rabi de chaque noyau mis en jeux dans le calcul.

4. Enfin le résultat est lu par une séquence du type π/2−τ−π/2− t −π/2−τ′−π− écho qui

fait intervenir le temps de mémoire de phase T (e)2 dans cette dernière étape.

5. Cependant tout au long de la séquence, les populations de spin électronique doivent être

inversées, et doivent l’être pour lire le résultat de la séquence sur les noyaux. Le temps de

4. Cette séquence, permet également de réaliser une cohérence nucléaire à condition que le couplage hyperfin ait une
composante dipolaire et que le temps de mémoire de phase électronique T (e)2 assez long pour réaliser le mélange entre les
états électroniques et les états nucléaires.
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relaxation longitudinale des électrons joue un rôle majeur pour la lecture du signal. Il joue

également un rôle sur les noyaux : le temps de mémoire de phase nucléaire est limité par la

valeur du T (e)1 . Il admet une borne supérieure T (n)2 ≤ 2T (e)1 [25, supplementary information].

De façon générale, tous les temps doivent être les plus longs possible, cependant certains sont plus

restrictifs que d’autres ainsi, les temps T (e)1 et T (n)2 sont ceux qui restreignent le plus le système et

doivent donc être les plus longs possible.

L’étude des temps caractéristiques du système dans β − Ga2O3 : Ti a été menée afin de déter­

miner leurs ordres de grandeurs et déterminer les paramètres dont ils dépendent, notamment des

paramètres matériaux qui peuvent permettre l’amélioration du système.

5.2 La dynamique des spins électroniques dans β −Ga2O3 : Ti

Tout ce travail d’analyse des temps caractéristiques n’aurait pas été possible sans l’aide et le

travail de Hervé Vezin qui nous a accueilli et assisté au Laboratoire de Spectrochimie Infrarouge et

Raman – UMR 8516 (LASIR) à Villeneuve d’Ascq. Je souhaite de nouveau remercier Hervé pour le

temps qu’il a consacré à cette étude et pour avoir partagé avec nous son savoir faire.

5.2.1 Matériel et méthodes

Cette première partie va s’attacher à la description du matériel et des méthodes employées pour

la mesure des temps caractéristiques du système de spins électroniques. En effet, le système étudié

présente des propriétés inhabituelles : couplages hyperfins et quadrupolaires intenses et nombre de

noyaux en interaction élevé. Compte tenu de cette nature les séquences et les modèles employés ont

fait l’objet de choix que nous justifions ici pour faciliter la discussion des résultats.

Pour réaliser un calcul quantique, il faut pouvoir manipuler indépendamment chaque qubit,

c’est­à­dire chaque raie ENDOR dans un bus de spin. Dans cette perspective, les propriétés dyna­

miques de β − Ga2O3 : Ti ont été caractérisées pour la direction pour laquelle le spectre ENDOR

est le mieux résolu c’est­à­dire ~B0 ‖ ~c. Cette direction présente l’avantage de pouvoir utiliser un très

gros échantillon et d’améliorer le rapport signal/bruit.

Pour les manipulations nous avons employé un spectromètre Bruker E580 équipé d’un cryostat

Oxford. La majorité des manipulations ont été réalisées en employant une atténuation de la puis­

sance micro­onde de 6 dB, qui sur le système génère des impulsions π pour une durée de 32 ns.

5.2.1.1 Mesure du temps de relaxation longitudinale électronique T (e)1

La mesure du temps de relaxation longitudinale peut s’effectuer par de nombreuses séquences

RPE impulsionnelle : méthode de saturation­recouvrement, inversion­recouvrement, Picket­Fence,

ELDOR inversion recouvrement. . . Le choix de la méthode dépend souvent (hélas) du système

étudié. En fonction des systèmes, c’est­à­dire du type de raie, de sa largeur, des interactions, les

processus entrant en jeu dans les déclins diffèrent et certains protocoles ne permettent pas une
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FIGURE 5.2.1 – Séquence d’inversion recouvrement : une impulsion π inverse l’aimantation qui
relaxe pendant le temps t, ensuite l’aimantation longitudinale restante est projetée
dans le plan transverse et lue par une séquence d’écho π/2−τ−π avec un temps τ
fixé. Pour l’expérience complète, on fait varier t au cours du temps et la variation
d’aimantation est mesurée en conséquence.
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mesure fidèle des propriétés. Par exemple certaines séquences (saturation­recouvrement, inversion­

recouvrement) donnent des déclins contaminés par de la diffusion spectrale ou de la diffusion ins­

tantanée.

La méthode reine est la saturation­recouvrement, dans laquelle la transition RPE est saturée

et on mesure le retour à l’équilibre thermodynamique avec une séquence d’écho de Hahn. Cette

méthode convient bien à condition de pouvoir saturer la transition.

La méthode d’inversion­recouvrement est une séquence dans laquelle on inverse la polarisation

de la transition puis l’aimantation longitudinale est mesurée par une séquence d’écho de Hahn

(figure 5.2.1). Elle consiste en une séquence d’impulsions π− t−π/2−τ−π−τ−écho dans laquelle

ont incrémente le temps t. Après une inversion de la population par l’impulsion π, l’aimantation

résiduelle après un temps t est mesurée dans le plan transverse par une séquence d’écho de Hahn à

deux impulsions.

FIGURE 5.2.2 – Fenêtre d’excitation spectrale pour une impulsion de 32 ns (en gris) pour l’orien­
tation ~B0 ‖ ~c

Cette méthode est simple mais est inadaptée pour les raies larges ce qui est le cas de Ti3+ dans

β −Ga2O3. Or avec les puissances disponibles sur le spectromètre, une impulsion de π a une durée

d’environ 32 ns pour une atténuation de 6 dB, ce qui correspond à une fenêtre d’excitation δν

δν =
1

tπ
=

1

32 ns
= 31 MHz≈ 1,1 mT.

Sachant que la largeur de raie du spectre est de 40 mT, seule une partie du spectre est excitée

(2,5 %) comme représenté sur la figure 5.2.2. Dans ce contexte, la mesure du temps T (e)1 par cette

méthode n’est pas fiable : l’ajustement du déclin doit être fait par plusieurs exponentielles pour le

reproduire fidèlement. Ce phénomène est caractéristique des raies larges subissant de la diffusion

spectrale [12], c’est­à­dire du transfert de l’aimantation de la partie excitée du spectre vers les parties

à l’équilibre thermodynamique (section 5.1.2.3).

Pour compenser ce problème, une méthode (séquence de Picket­Fence) consiste à appliquer un

train d’impulsions non sélectives pour saturer la transition puis à détecter le retour à l’équilibre ther­

modynamique de l’aimantation par un écho de Hahn (figure 5.2.3). Au cours du train d’impulsions,
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FIGURE 5.2.3 – Séquence de Picket­Fence constituée de 28 impulsions π. Le temps t est incré­
menté afin de mesurer le retour à l’équilibre de l’aimantation tandis que τ est
fixé.

l’aimantation se dissipe sous l’effet de la diffusion spectrale, ce qui permet de court­circuiter l’effet

de ce mécanisme lorsque la mesure de l’aimantation est ensuite effectuée.

Pour la mesure du temps T (e)1 nous avons appliqué les séquences d’inversion­recouvrement et de

Picket­Fence qui sont décrites respectivement sur les figure 5.2.1 et 5.2.3. Pour les deux séquences, la

longueur d’impulsion π est de 32 ns et pour le Picket­Fence comprend un train d’impulsions consti­

tué de 28 impulsions π. Pour comparer leurs effets, les résultats expérimentaux sont présentées sur

la figure 5.2.4 (a) et (b). Le déclin de l’aimantation a été obtenu par la mesure de la variation de

l’intégrale de l’écho en fonction du temps. Le déclin mesuré par inversion recouvrement, figure 5.2.4

(a), présente deux régimes : un déclin très rapide suivi d’un déclin plus lent. Le déclin ne peut pas

être modélisé par une exponentielle décroissante, mais par une somme d’exponentielles. Ce déclin

rapide est dû à l’effet de la diffusion spectrale [12], et la séquence n’est donc pas adaptée à la me­

sure de T (e)1 . Dans la première phase du déclin, l’aimantation décroît principalement par l’effet de la

diffusion spectrale, ensuite, une fois que les parties du spectre non­excitées ont été « nourries », le

déclin de l’aimantation est réellement issu de la relaxation par échange avec le réseau.

En revanche pour la séquence de Picket­Fence, figure 5.2.4 (b) l’aimantation décline cette fois de

manière « quasi » mono­exponentielle. Le Picket­Fence pallie le déficit de l’inversion­recouvrement

et pour cette raison, cette séquence est employée pour la mesure de T (e)1 .

5.2.1.2 Mesure du temps de mémoire de phase électronique T (e)2

La mesure du temps de mémoire de phase T (e)2 a été effectuée par la méthode classique de

mesure du déclin de l’écho π/2− t − π− t − écho. Dans le cas de β − Ga2O3 : Ti il y a des cou­

plages anisotropes entre l’électron et les noyaux, qui provoquent une modulation de l’amplitude de

l’écho en fonction de t. Cet effet est connu sous le nom d’ESEEM pour Electron Spin­Echo Envelope

Modulation [29, p. 247]. Le signal de l’écho est alors donné par

My(t)∝ exp

 
−2t

T (e)2

!
�

1+ f (t)
�

(5.2.1)

où f est la fonction de modulation ESEEM. Il correspond donc à la superposition d’un signal os­

cillant dû aux modulations ESEEM et d’un fond décroissant de manière exponentielle en un temps

caractéristique T (e)2 .

Expérimentalement, on enregistre l’intégrale de l’écho à t croissant et un exemple de déclin est

présenté sur la figure 5.2.5. Le signal est une courbe décroissante à laquelle se superpose des oscil­

lations. La ligne de base correspond au déclin de l’aimantation transverse tandis que les oscillations

correspondent aux modulations nucléaires. Pour être plus spécifique, la fréquence des modulations
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(a)

(b)

FIGURE 5.2.4 – Exemples de déclins de l’aimantation électronique obtenue (a) par séquence d’in­
version recouvrement, (b) par la séquence de Picket­Fence à 4,2 K pour l’orienta­
tion ~B0 ‖ ~c en excitant au centre de la raie RPE. En trait plein rouge les ajustements

par une fonction mono­exponentielle S = S0+S1e−t/T (e)1 , visibles sur les figures (a)
et (b) avec T (e)1 ≈ 260µs (a) et T (e)1 ≈ 500µs (b). En tirets, l’ajustement par une

fonction bi­exponentielle visible sur la figure (a) S = S0 + S1e−t/T (e)1,a + S2e−t/T (e)1,b

avec T (e)1,a ≈ 70µs et T (e)1,b ≈ 500µs.
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étant à basse fréquence, elles correspondent à des couplages faibles et donc à des gallium très éloi­

gnés.

FIGURE 5.2.5 – Évolution de l’intégrale de l’écho obtenu au centre du spectre RPE, en fonction
de la durée t entre les impulsions. Spectre enregistré à 4,2 K, pour ~B0 ‖ ~c pour
une durée de l’impulsion de π/2= 16 ns et une atténuation de 6 dB. En rouge, la
courbe de déclin mono­exponentiel ajustée sur les données expérimentales, cor­
respondant à T (e)2 = 1,5µs.

Le temps de déclin de la ligne de base peut être obtenu par un simple ajustement par une

fonction de déclin mono­exponentiel du type

y = Ae−t/T (e)2 + y0. (5.2.2)

Cette méthode a été comparée aux résultats produits par un ajustement linéaire en traçant le lo­

garithme de l’aimantation en fonction du temps. Il n’y a pas de différence notable entre les deux

méthodes.

5.2.1.3 Mesure du temps de déclin des oscillations de Rabi électroniques T (e)Rabi

FIGURE 5.2.6 – Séquence d’oscillations de Rabi électronique. La durée t de la première impulsion
est incrémentée et l’aimantation transverse est mesurée par écho à τ est fixé.

Pour cette mesure, de la même façon la littérature regorge de séquences. Nous avons choisi d’em­

ployer la séquence représentée figure 5.2.6 décrite dans [29, p. 432] qui fonctionne sur le système.

Elle est constituée d’une impulsion dont la longueur t est incrémentée et d’une impulsion d’inversion

π située à un délai fixe τ de la fin de la première impulsion. Elle donne accès à l’aimantation dans

le plan transverse et non le long de l’axe de quantification ~z, par la mesure de l’intégrale de l’écho
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obtenu.

L’analyse des résultats expérimentaux a été réalisée en ajustant un modèle sur les courbes ex­

périmentales. Dans le régime de raie large, les oscillations mesurées peuvent être ajustées par une

fonction du type

My = Ae−t/2T (e)Rabi J0(ωNut t −π/2) (5.2.3)

avec J0 la fonction de Bessel d’ordre 0, ωNut la pulsation des oscillations. Ce modèle n’est qu’une

approximation car cette équation a été établie dans le cas d’un système à deux niveaux qui n’inclut

donc pas l’existence de sous­niveaux. Mais il n’existe pas « a priori » de modèle prenant en compte

le couplage entre électron et noyaux dans la littérature. En effet les couplages électron­noyau ne

sont pas sans conséquences lorsque la fréquence d’oscillation est proche de l’éclatement Zeeman

nucléaire. On observe en effet des mélanges entre états nucléaires et les états électroniques lors des

oscillations. Lorsque le couplage hyperfin est anisotrope, la distribution des fréquences du signal

d’oscillation est élargie et le déclin de l’aimantation peut être raccourci. Rappelons qu’il est possible

de polariser dynamiquement les noyaux, lorsque la ωNut ≈ 2πνn. Ce phénomène qui consiste à

transférer une partie de la polarisation électronique vers les noyaux qui est appelé DNP (Dynamic

Nuclear Polarization), réduit les temps de déclin de la nutation [18, 19, 20, 17].

FIGURE 5.2.7 – Exemple d’oscillations de Rabi électronique enregistrées pour une atténuation de
1 dB, à 4,2 K pour une orientation ~B0 ‖ ~c (cercles), en rouge trait continu l’ajuste­
ment par l’équation 5.2.3.

L’accord théorie­expérience est parfois discutable, mais à défaut d’autres modèles, la compréhen­

sion du système sera réalisée sur cette base. À titre d’exemple la figure 5.2.7 présente la comparaison

entre les points expérimentaux et la simulation des oscillations pour ~B0 ‖ ~c mesurées à 4,2 K. L’ac­

cord entre la théorie et le modèle est relatif ; les oscillations sont globalement bien reproduites sauf

en fin de signal : le déclin de la fonction théorique est trop rapide par rapport à l’expérience. Par

ailleurs le signal expérimental d’oscillation présente de très fortes variations de la ligne de base. Ces

distorsions font sans doute partie intégrante du signal de nutation et peuvent être le résultat des
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couplages électrons­noyaux, mais pour les ajustements cette ligne de base a été « corrigée ». Cette

démarche est justifiée par le fait qu’il nous importe d’obtenir les paramètres desquels dépendent le

temps de déclin des oscillations : température, densité spectrale, intensité du champ micro­onde. . .

5.2.2 Analyse et discussion des résultats

5.2.2.1 Temps de relaxation électronique longitudinale T (e)1

Les valeurs de T (e)1 ont été étudiées en fonction de plusieurs paramètres. Le but est de com­

prendre les mécanismes par lesquels le système revient à l’équilibre thermodynamique afin de maî­

triser éventuellement la relaxation. Plusieurs mécanismes peuvent agir en parallèle, si bien que

1/T (e)1 s’exprime comme :

1

T (e)1

=

 
1

T (e)1

!

Réseau

+

 
1

T (e)1

!

Autre

(5.2.4)

la partie « Réseau » correspond au couplage entre les électrons et les phonons du réseau, qui est le

reflet des modulations du champ cristallin autour de l’ion par le bain de phonons et la partie « Autre »

inclut les autres mécanismes non identifiés, par exemple certains mécanismes intervenant dans la

diffusion spectrale correspondant à la perte d’aimantation par échange avec les paquets non­excités.

FIGURE 5.2.8 – Évolution du T (e)1 mesuré par la séquence de Picket­Fence en fonction de la tem­
pérature pour la direction ~B0 ‖ ~c

Dépendance en température de T (e)1

Le temps de relaxation T (e)1 contient entre autre une contribution due aux interactions avec le

réseau représenté par le bain de phonons. Or le nombre de phonons est très dépendant de la tem­

pérature, ce qui fait que T (e)1 est lui­même très dépendant de la température. L’étude de T (e)1 en
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température est donc le moyen le plus souvent utilisé pour l’analyse des mécanismes de relaxation

longitudinale.

FIGURE 5.2.9 – Logarithme décimal du temps de relaxation longitudinale en fonction du loga­
rithme décimal de la température.

Nous avons réalisé les mesures de T (e)1 en fonction de la température pour la direction ~B0 ‖ ~c,

en utilisant la séquence de Picket­Fence dans la gamme de 4,2 à 60 K (Fig 5.2.8). En remontant en

température, on observe une légère augmentation de T (e)1 entre 4,2 K jusqu’à environ 18 K puis une

baisse rapide jusqu’à 30 K.

Pour déterminer les mécanismes en jeux, la courbe

log
1

T (e)1

= f (log T ) (5.2.5)

a été tracée sur la figure 5.2.9. La courbe présente deux tendances indiquant deux mécanismes : tout

d’abord un plateau pour T < 18 K (Log T ≤ 1,25) puis une droite au­delà de 20 K. Un ajustement

linéaire sur la partie au delà de 20 K (Log T ≥ 1,3) donne la loi suivante

log
1

T (e)1

= 5, 2 log T − 3 (5.2.6)

Soit
1

T (e)1

= AT5,2. (5.2.7)

Les mécanismes usuels de relaxation spin­réseau sont représentés sur la figure 5.2.10. Le pro­

cessus direct fait intervenir un changement d’état de spin par absorption ou émission d’un phonon

(acoustique) dont l’énergie correspond exactement à la différence d’énergie entre les deux états de

spin (Fig. 5.2.10 (a)).

Le processus Orbach intervient lorsqu’il existe un troisième état |c〉 dont l’énergie se situe dans

le spectre des phonons, autrement dit lorsque ∆c < ħhωD où ωD est la pulsation de Debye qui

caractérise l’extension en fréquence du spectre de phonons. Le système transite d’un des deux états
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FIGURE 5.2.10 – Mécanisme de relaxation faisant intervenir des phonons acoustiques (a) méca­
nisme de relaxation direct, (b) mécanisme de Orbach, (c) mécanisme de Raman
à deux phonons avec passage par un état virtuel |c〉′. Le domaine sur lequel
s’étale les énergies de phonons est noté ħhωD.
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de spin vers l’état |c〉 par absorption d’un phonon et relaxation depuis cet état |c〉 par émission d’un

phonon.

Le processus Raman intervient lorsque l’état |c〉 est en dehors du spectre de phonons i.e. lorsque

∆c > ħhωD (Raman du second ordre). Ce mécanisme fait intervenir un état virtuel |c〉′. Il y a absorp­

tion d’un phonon vers l’état virtuel |c〉′ et émission d’un phonon pour retomber dans l’autre état de

spin.

Il existe un autre processus Raman (Raman au premier ordre) qui implique également deux

phonons mais pas d’états virtuels |c〉′ 5. Toutes ces contributions s’additionnent pour donner une

dépendance de 1/T (e)1 en fonction de la température de la forme [1]

 
1

T (e)1

!
=

 
1

T (e)1

!

Direct

+

 
1

T (e)1

!

Orbach

+

 
1

T (e)1

!

Raman

= A
�
ħhω0

�5 coth

�
ħhω0

2kB T

�
(direct)+

B∆3

exp
�
ħhω0

2kB T

�
− 1

(Orbach)+

C1

�
ħhω0

kB

�
T7 (Raman premier ordre)+

C2T9 (Raman deuxième ordre) (5.2.8)

dans le cas où kB T ≫ gβB0 = ħhω0. Il apparaît qu’aucun des mécanismes usuels n’a de dépendance

en T5 comme nous l’observons pour T > 18 K dans β − Ga2O3 : Ti. Il existe toutefois des cas

plus spécifiques dans la littérature où une telle dépendance est observée. Celle­ci peut avoir trois

origines :

– le cas où dans un processus Raman du deuxième ordre, un des deux phonons est un phonon

optique dans le cas où gβB0 < ħhωD <∆C [31] ;

– le cas d’un processus Raman où l’état |c〉 est très proche des états de spin [31] (Fig. 5.2.11). Un

tel état pourrait provenir d’un sous­niveaux hyperfins du système électron­noyaux de gallium ;

– le cas d’un processus Raman où les phonons proviendraient de mode locaux de vibration

introduits par la substitution du dopant Ti3+ dans β −Ga2O3 [9].

Toutefois en l’absence d’études plus approfondies en particulier sur les spectres de phonons de β −
Ga2O3 : Ti, il est impossible de trancher entre ces trois hypothèses.

Dans la partie à plus basse température (T < 20 K), on observe quasiment un plateau sur la

figure 5.2.9, en fait légèrement remontant quand T décroît ce qui correspond à la diminution de

T (e)1 sur la figure 5.2.8. Cette tendance résulte probablement d’une analyse erronée des données.

En effet, malgré l’emploi de la séquence de Picket­Fence, le caractère multi­exponentiel du déclin

domine lorsque la température diminue. Par conséquent, l’ajustement mono­exponentiel ne convient

pas ce qui fausse la mesure du T (e)1 . Dans cette gamme de température la séquence ne permet pas

de s’affranchir de la diffusion spectrale , dont l’intensité relative croît devant les autres mécanismes

de relaxation.

5. Dû au terme quadratique du champ cristallin.
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FIGURE 5.2.11 – Mécanisme de relaxation Raman au deuxième ordre où le niveau c est proche
des niveaux ms = ±1/2 et dont la dépendance est en T 5. Il fait intervenir deux
phonons avec passage par un état virtuel |c〉′. Le domaine sur lequel s’étale les
énergies de phonons est noté ħhωD.

FIGURE 5.2.12 – Dépendance du temps de relaxation T (e)1 vis­à­vis de l’écart du facteur g par
rapport à celui de l’électron libre. Les déclins ont été enregistrés à 4,2 K en em­
ployant la séquence de Picket­Fence et en ajustant les courbes par une fonction
mono­exponentielle.

Dépendance angulaire de T (e)1

De la même manière, une mesure de l’anisotropie de T (e)1 a été réalisée à 4,2 K en utilisant la

séquence de Picket­Fence. Le déclin de l’aimantation a été enregistré pour plusieurs orientations

dans le plan ( ~a∗ ,~c) et pour la direction ~B0 ‖ ~b. Les résultats ont été analysés en traçant T (e)1 en

fonction de l’écart du facteur g par rapport à celui de l’électron libre. La courbe correspondante est

représentée sur la figure 5.2.12. Dans la mesure où les interactions avec le réseau sont transmises

aux spins par le couplage spin­orbite, il est logique que la relaxation spin­réseau soit plus rapide

pour les orientations de ~B0 où l’effet du couplage spin­orbite est plus important (ge − g augmente).
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FIGURE 5.2.13 – Variation de T (e)1 en fonction du champ magnétique mesuré par Picket­Fence à
4,2 K pour la direction ~B0 ‖ ~c (triangles). En trait continu le spectre d’absorption
RPE correspondant.

Dépendance de T (e)1 en fonction de la densité spectrale

T (e)1 a été mesuré pour plusieurs valeurs de champ magnétique au sein de la raie RPE. Le but est

d’étudier la relation entre T (e)1 et la densité spectrale pour la direction ~B0 ‖ ~c. La figure 5.2.13 indique

l’évolution du temps de relaxation longitudinal en fonction de la valeur du champ magnétique ainsi

que le spectre d’absorption RPE correspondant. Le temps mesuré par la séquence de Picket­Fence

décroît à mesure que l’on s’approche du centre le raie RPE, c’est­à­dire à mesure que la densité

spectrale augmente 6.

FIGURE 5.2.14 – Fréquence de relaxation de l’aimantation électronique longitudinale en fonction
de la densité spectrale.

6. La densité spectrale et le spectre d’absorption sont identiques à une constante de proportionnalité près f (ω) =
ħh

gβ
f
�
B0

�
.
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Le tracé de la fréquence de relaxation en fonction de la densité spectrale est représenté sur la

figure 5.2.14. La fréquence de relaxation augmente avec la densité spectrale.

Il y a deux hypothèses possibles pour justifier cette dépendance en fonction de la densité spec­

trale :

– le mécanisme de diffusion spectrale serait plus efficace au centre de la raie où la densité

spectrale est la plus importante. Dans ce cas le déclin du signal apparaîtrait comme plus

rapide ;

– dans chaque sous­espace ms la densité de sous­niveaux hyperfins n’est pas uniforme, ce qui

est reflété par la densité spectrale en RPE. Les processus de relaxation sont d’autant plus

probables que les densités d’états au niveau de départ et au niveau d’arrivé sont élevés, ce qui

est le cas au centre du spectre RPE.

Jusqu’à présent aucune expérience supplémentaire n’a été menée pour favoriser l’une ou l’autre de

ces hypothèses.

5.2.2.2 Étude du temps de mémoire de phase électronique T (e)2

De manière similaire T (e)2 a été étudié en fonction de plusieurs paramètres afin de déterminer

les différents mécanismes intervenant dans le temps de mémoire de phase que l’on peut écrire

1

T (e)2

=
1

2T (e)1

+

 
1

T (e)2

!

DI

+

 
1

T (e)2

!

DS

+

 
1

T (e)2

!

Autre

(5.2.9)

Le premier terme de la somme correspond à la contribution de la relaxation longitudinale au temps

T (e)2 , le deuxième à l’effet de la diffusion instantanée, le troisième à certains mécanismes de diffusion

spectrale tandis que le quatrième regroupe toutes les autres sources de relaxation non identifiées.

Avant de détailler l’étude, on peut faire une remarque préliminaire sur l’ordre de grandeur de

T (e)2 et de T (e)1 . À 4,2 K on montre que le T (e)2 est de l’ordre de la microseconde ce qui très faible

devant la valeur de T (e)1 plus proche de la milliseconde. Par conséquent, la relaxation longitudinale

ne contribue que très peu au temps de mémoire de phase, ce qui indique que T (e)2 est principalement

dominé par les autres mécanismes
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(5.2.10)

Dépendance en fonction de θ dans la séquence π/2− t−θ − t−écho et de la densité spectrale

Un des mécanismes possibles de décohérence est la diffusion instantanée due aux interactions

dipolaires entre les spins excités par les impulsions de rayonnement. Cet effet n’est pas refocalisé

par l’application d’une impulsion π dans la séquence de Hahn (voir section 5.1.2.2). L’atténuation

de l’amplitude de l’écho de spin par la diffusion instantanée est donnée par [28, 29, p. 227]

M⊥ (2τ)

M⊥ (0)
= exp

�
−

2π

9
p

3

µ0 g2β2

ħh
Cτ

ˆ

f (ω) sin2
�
θ (ω)

2

�
dω

�
(5.2.11)
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où

– C est la concentration en spin ;

– f (ω) est la densité spectrale à la pulsation ω ;

– θ (ω) est l’angle de basculement des spins résonant à la pulsation ω ;

– τ l’intervalle de temps entre les deux impulsions de la séquence.

Le mécanisme de diffusion instantanée peut être étudié séparément en étudiant le temps de mémoire

de phase en fonction de l’angle d’impulsion θ et en fonction de la densité spectrale [29, 33]. Son

effet dans β −Ga2O3 : Ti a été étudié en changeant la valeur de θ dans la séquence π/2− t − θ −
t − écho pour l’orientation ~B0 ‖ ~c à 4,2 K.

FIGURE 5.2.15 – Évolution du temps de mémoire de phase électronique en fonction de l’angle θ
de la seconde impulsion dans la séquence de Hahn. Le déclin de l’écho primaire
a été enregistré à 4,2 K, pour une atténuation de 6 dB pour laquelle une durée
d’impulsion tp = 32 ns équivaut à une impulsion d’angle π, et une orientation
du cristal telle que ~B0 ‖ ~c .

L’incrément de l’impulsion θ = γB1 tp a été réalisé en augmentant progressivement sa durée et

le champ magnétique statique a été choisi au centre de la raie RPE. Le déclin de l’écho en fonction

de τ a été mesuré par ajustement d’une fonction mono­exponentielle comme expliqué dans la partie

méthode 5.2.1. T (e)2 a alors été tracé en fonction de l’angle d’impulsion sur la figure. 5.2.15. À

mesure que l’angle d’impulsion θ augmente le temps de mémoire de phase décroît, le temps le plus

long étant obtenu pour les plus faibles valeurs de θ .

Pour compléter cette étude, la dépendance en fonction de la densité spectrale a été réalisée en

enregistrant le temps de mémoire de phase en fonction de la position dans la raie RPE, ce qui est

représenté sur la figure 5.2.16.

De la même façon que T (e)1 , T (e)2 diminue à mesure que l’on se rapproche du centre la raie RPE.

Pour comparer les deux expériences, la fréquence de décohérence électronique 1/T (e)2 a été tracée

en fonction de la densité spectrale et de l’angle θ comme représenté sur la figure 5.2.17.

Dans les deux cas de figure, la fréquence de relaxation transverse croit de façon linéaire avec la

densité spectrale et avec l’angle d’impulsion θ , indiquant une corrélation entre le temps de déclin
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FIGURE 5.2.16 – Dépendance du T (e)2 en fonction de la densité spectrale. La séquence appliquée
est π/2− t−π− t−écho, à la température de 4,2 K en choisissant une atténua­
tion de 6 dB pour laquelle une durée d’impulsion tp = 32 ns équivalent à une
impulsion d’angle π, et une orientation du cristal telle que ~B0 ‖ ~c .

et ces deux grandeurs. La diffusion instantanée est donc probablement un mécanisme qui intervient

dans le temps de mémoire de phase. Il est étonnant de constater que la dépendance de T (e)2 en

fonction de θ est linéaire, ce qui diffère avec les références [29, 33] où le temps de mémoire de

phase suit une loi du type
1

T (e)2

∝ sin2 θ . (5.2.12)

Pour interpréter ces résultats on peut extraire de l’équation 5.2.11 l’expression du temps carac­

téristique de diffusion instantanée, donnée par
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On peut évaluer cette expression en utilisant quelques approximations : pour une impulsion de

pulsation ω0 et de durée tp, l’angle θ
�
ω0
�

est le même pour tous les spins du paquet et vaut θ sur

tout le domaine d’excitation compris entre
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2π
tp

�

 
1

T (e)2

!

DI

=
2π

9
p

3

µ0 g2β2

ħh
C sin2

�
θ

2

�
ˆ ω0+

2π
tp

ω0− 2π
tp

f (ω)dω. (5.2.14)
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FIGURE 5.2.17 – Évolution de la fréquence de décohérence électronique en fonction de l’angle θ
de la seconde impulsion dans la séquence de Hahn. Le déclin de l’écho primaire
a été enregistré à la température de 4,2 K pour une orientation du cristal telle
que ~B0 ‖ ~c avec une atténuation de 6 dB.

D
en

si
té

 s
p
ec

tr
al

e

f(B0)

Champ Magnétique B0(mT) 

FIGURE 5.2.18 – Fenêtre d’excitation du spectre RPE

En supposant la densité spectrale constante et égale à f (ω0) sur la fenêtre spectrale excitée, on

peut remplacer l’intégrale par

 
1

T (e)2

!

DI

=
2π

9
p

3

µ0 g2β2

ħh
C sin2

�
θ

2

�
4π

tp
f
�
ω0
�

. (5.2.15)

Cette hypothèse est relativement bonne, comme on peut le voir sur la figure 5.2.18. Au regard de la

largeur spectrale de l’impulsion, on peut considérer que la densité spectrale est constante.

Enfin une dernière approximation plus contraignante peut être appliquée

sin2
�
θ

2

�
≈
θ2

4
. (5.2.16)
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Cette approximation n’est correcte qu’à hauteur de 20 % sur [0;π] . Sachant que θ = gβB1 tp le

temps T (e)2 dû à la diffusion instantanée est donné alors par

 
1

T (e)2

!

DI

=
2π

9
p

3

µ0 g2β2

ħh
Cθ

4π

gB1
f
�
ω0
�

(5.2.17)

=
2π

9
p

3
µ0 gβCθ

4π

gβB1
f
�
B0
�

(5.2.18)

avec la relation suivante f (ω) = ħh
gβ

f
�
B0
�
, où f (B0) est la densité spectrale en champ magnétique.

Cette loi est linéaire en θ et avec la densité spectrale f
�
B0
�
, en accord avec les résultats expéri­

mentaux donnés sur la figure 5.2.17 (a). La valeur de gβB1 peut être évaluée en considérant qu’une

impulsion π correspond à une durée de 32 ns. Les courbes expérimentales ont alors été ajustées

par des droites afin d’en déterminer la pente et l’ordonnée à l’origine et d’obtenir la concentration

C en titane. Dans les deux expériences, l’ordonnée à l’origine est la même et correspond à la valeur

suivante  
1

T (e)2

!

0

=
1

2T (e)1

+

 
1

T (e)2

!

DS

+

 
1

T (e)2

!

Autre

= 5× 105 s−1 (5.2.19)

Le fait que les variations expérimentales de 1/T (e)2 en fonction de l’angle de basculement θ et de

la densité spectrale présentent un comportement linéaire comme prévu par l’équation 5.2.18 et que

ces variations extrapolées à θ = 0 et f
�
B0
�
= 0 convergent vers la même valeur de 1/T (e)2 montrent

que la diffusion instantanée contribue bien à la décohérence des spins électroniques des Ti3+. Cette

valeur limite donne (T (e)2 )0 ≃ 2µs qui correspond aux contributions à la décohérence autre que la

diffusion instantanée. Si on compare à la valeur de T (e)2 ≃ 1µs au centre du spectre RPE et pour θ = π,

on voit que la diffusion instantanée contribue pour moitié à la décohérence des spins électroniques.

De la pente des droites sur la figure 5.2.17 correspondant à l’équation 5.2.18 on obtient une

première estimation de la concentration en Ti3+

[Ti] f (B0)
= 3, 5× 1026m−3 (5.2.20)

= 3, 5× 1020cm−3 (5.2.21)

et à partir du tracé de 1/T (e)2 en fonction de f
�
B0
�

on obtient une seconde estimation :

[Ti]θ = 2, 0× 1026m−3 (5.2.22)

= 2, 0× 1020cm−3 (5.2.23)

Ces deux estimations sont proches, ce qui confirme à nouveau que l’hypothèse de la diffusion instan­

tanée explique bien la dépendance du temps de mémoire de phase en fonction de l’angle d’impulsion

θ et de la densité spectrale.

Les valeurs de concentration obtenues sont très proches de celles mesurées par le centre d’ana­

lyse du CNRS qui est de 2×1026 m−3 (chapitre 3). Compte tenu des approximations effectuées, ces

résultats présentent un très bon accord avec l’expérience et indiquent que l’essentiel du titane est
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sous la forme de Ti3+ dans la matrice. Une concentration plus élevée que la concentration obtenue

par le centre d’analyse aurait révélé la formation de clusters de Ti ce qui ne semble pas être le cas.

Ceci indique que le titane est réparti de manière homogène dans la matrice.

Nous avons pu expliquer la dépendance du temps de mémoire de phase en fonction de l’angle

de l’impulsion et de la densité spectrale. Ce travail nous a permis d’identifier un des mécanismes

intervenant dans la relaxation transverse des spins : la diffusion instantanée. Nous avons montré

qu’à 4,2 K ce mécanisme contribue pour la moitié au temps de relaxation du système. Son impact

peut être diminué en réduisant la concentration en titane et dans ce cas, le temps de mémoire de

phase atteindrait 2µs.

Dépendance angulaire du temps de mémoire de phase électronique T (e)2

Ce travail a été complété par une étude en fonction de l’orientation du cristal par rapport au

champ B0 à 4,2 K. Les valeurs correspondant aux directions ~c, ~a∗ , ~b sont reprises dans le tableau

5.2.1. Globalement le temps de mémoire de phase présente une anisotropie marquée. Il ne varie

que légèrement dans le plan ( ~a∗ ,~c), mais diminue d’un facteur 3 pour ~B0 ‖ ~b. Cette anisotropie est

similaire à celle observée pour le temps de relaxation longitudinale T (e)1 , bien que son origine puisse

différer.

TABLEAU 5.2.1 – Dépendance du temps de relaxation longitudinale T (e)1 et du temps de mémoire

de phase T (e)2 en fonction de l’orientation du cristal par rapport à ~B0 pour T =
4, 2 K

Orientation T (e)1 (µs) T (e)2 (µs)
~a∗ ‖ ~B0 629 1,16�

~c, ~B0

�
= 70°

(plan ( ~a∗ ,~c))
586 1,18

~c ‖ ~B0 561 1,09
~b ‖ ~B0 236 0,2

Une hypothèse pour expliquer cette anisotropie de T (e)2 prend en compte le fait que la diffusion

instantanée contribue fortement aux temps de mémoire de phase et que ce mécanisme est intrin­

sèquement lié à l’interaction dipolaire entre spins électroniques. Les ions Ti3+ sont situés dans les

sites octaédriques (voir section 3.2.1), qui sont arrangés en doubles chaînes orientées le long de ~b.

La plus courte distance inter­site le long d’une chaîne est de 0,304 nm alors qu’elle est de 0,486 nm

d’une double chaîne à l’autre. À partir d’un Ti3+ donné, les plus proches voisins Ti3+ ont donc une

plus grande probabilité de se situer sur la même chaîne que sur une chaîne voisine. La diffusion

instantanée sera donc principalement déterminée par les voisins le long de ~b. Cette interaction varie

en

1− 3 cos2α (5.2.24)

où α est l’angle entre le champ magnétique et l’axe ~b. Elle est donc plus forte en valeur absolue

lorsque ~B0 ‖ ~b (α = 0,π) que lorsque ~B0 ⊥ ~b (α = π/2) ce qui expliquerait également que T (e)2

soit minimum lorsque ~B0 ‖ ~b et que T (e)2 varie peut dans le plan ( ~a∗ ,~c) car alors l’interaction est
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constante.

Dépendance du temps de mémoire de phase T (e)2 en fonction de la température

Le temps de mémoire de phase a enfin été caractérisé en fonction de la température toujours pour

la directions ~B0 ‖ ~c et la variation correspondante est représentée sur la figure 5.2.19.

FIGURE 5.2.19 – Évolution du temps de mémoire de phase T (e)2 (noir) et du temps de relaxation

longitudinale T (e)1 (rouge) en fonction de la température pour l’orientation ~B0 ‖
~c, avec une atténuation micro­onde de 6 dB.

Sur le domaine compris entre 4,2 et ≈ 20 K, T (e)2 fluctue entre 1,5 et 1,2 µs puis décline à

partir de 20 K. Les variations de T (e)2 sur le premier domaine s’expliquent par la difficulté à ajuster

convenablement la fonction de déclin monoexponentiel car les modulations nucléaires de l’écho sont

très marquées dans ce domaine de température. En revanche l’ajustement est plus facile à mesure

que la température augmente, et l’analyse du temps de mémoire de phase avec la température se

focalisera sur le domaine de T > 20 K.

Cette variation de T (e)2 avec la température permet également d’analyser séparément les mé­

canismes qui interviennent dans le temps de mémoire de phase. En comparaison, le temps de re­

laxation longitudinale est représenté également sur la figure 5.2.19. Comme expliqué en début de

section, le temps de relaxation longitudinale intervient dans le temps de mémoire de phase :

 
1

T (e)2

!
=

1

2

 
1

T (e)1

!
+ autres processus. (5.2.25)

Afin de vérifier si la diminution de T (e)1 avec la température est responsable de la diminution de T (e)2 ,

nous avons tracé
1

T (e)2

= f

 
1

T (e)1

!
(5.2.26)

sur la figure 5.2.20. Sur le premier domaine entre 4,2 et 20 K, il n’y a pas de corrélations entre les
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FIGURE 5.2.20 – Tracé de 1/T (e)2 en fonction de 1/T (e)1 pour différentes températures

deux temps caractéristiques, mais au­delà de 20 K, les temps sont bien corrélés.

L’ajustement linéaire sur ces points donne un coefficient directeur de 3 ce qui ne correspond

pas à la valeur théorique de 1/2 de l’expression 5.2.25. Ce modèle ne correspond donc pas au

résultat de l’expérience mais cette approche indique néanmoins une relation entre T (e)1 sur T (e)2 . Il

y a donc d’autres mécanismes dépendants de T (e)1 qui agissent sur le temps de mémoire de phase

électronique.

Les principaux mécanismes intervenant dans le temps de mémoire de phase sont la diffusion

instantanée et la diffusion spectrale [29]. Certains mécanismes de diffusion spectrale font intervenir

la relaxation longitudinale, comme celui proposé par Dzuba et al. [11]. Le modèle développé par

ces auteurs établit l’effet du temps de relaxation longitudinale sur le temps de mémoire de phase

dans le cas où deux types de spins sont en interaction : les spins excités A et les spins au repos B.

Dans le cas où le système de spins contient plusieurs paquets de spins, les fluctuations des parties

du spectre RPE non excitées par l’impulsion micro­onde (spins B) influencent, par leur relaxation

longitudinale, le temps de mémoire de phase des spins ayant été excités (spins A). Les spins A

se déphasent et l’aimantation dans le plan transverse décline. Deux cas limites ont pu être traité

analytiquement par ces auteurs, le cas où le temps de relaxation longitudinale est très petit devant

la durée de la séquence d’écho de spin T (e)1 ≪ τ et le cas contraire T (e)1 ≫ τ. En notant C la

concentration en impuretés paramagnétiques, l’aimantation dans le plan transverse pour un temps

t = 2τ est donnée par les expressions suivantes

si T (e)1 ≪ τ
M⊥ (2τ)

M⊥ (0)
= exp

�
−

2π1/2

9
p

3
µ0 g2β2

ħh−1C
�

2τT (e)1

�1/2
�

(5.2.27)

si T (e)1 ≫ τ
M⊥ (2τ)

M⊥ (0)
= exp


−

π

9
p

3
µ0 g2β2

ħh−1C
τ2

T (e)1


 (5.2.28)

Ces équations ne prennent en compte que le phénomène de diffusion spectrale et pour l’adapter
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au cas de β −Ga2O3 : Ti, il faut inclure la diffusion instantanée étudiée précédemment dans cette

section. Le temps de relaxation longitudinale T (e)1 est très grand devant la durée d’une séquence

d’écho à deux impulsions π/2−τ−π−τ−écho. Le modèle qui devrait s’appliquer correspond donc

à l’équation 5.2.28. Ce modèle doit être complété pour prendre en compte la diffusion instantanée

et le déclin de l’écho devrait donc suivre la loi suivante avec θ = π

M⊥ (2τ)

M⊥ (0)
= exp


−

 
1

T (e)2

!

DI

τ−
 

1

T (e)2

!2

DS

τ2


 (5.2.29)
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−
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9
p

3
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T (e)1


 . (5.2.30)

On remarquera que cette équation peut être réécrite plus simplement en considérant τ≪ T (e)1 et en

posant

a =
�

T (e)2

�
DI
×

π

9
p

3
µ0 g2β2

ħh−1C

=

π

9
p

3
µ0 g2β2

ħh−1C
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9
p

3
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f
�
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� (5.2.31)

alors l’aimantation s’écrit

M⊥ (2τ)

M⊥ (0)
= exp


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T (e)2

!

DI

τ− a

 
1

T (e)2

!

DI

τ2

T (e)1


 (5.2.32)

Le fond continu des déclins d’échos de Hahn devrait être ajusté par la fonction définie par l’équa­

tion 5.2.32. Cependant les ajustements réalisés par cette fonction sur les courbes expérimentales

sont instables, et les solutions trouvées varient de façon aléatoire entre les différents spectres. Ce

problème est une conséquence des modulations nucléaires qui rendent difficile l’ajustement. À dé­

faut, les courbes ont été ajustées par un déclin monoexponentiel comme expliqué dans la partie

Matériels et méthodes (section 5.2.1). Cette approche constitue une grossière approximation car

cela revient à considérer que la diffusion spectrale varie linéairement avec τ. Cette hypothèse est

assez difficilement justifiable, mais les résultats sont plutôt intéressants. Dans ce cas on peut écrire

 
1

T (e)2

!
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1

T (e)2
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DI
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1

T (e)2

!

DS

+ · · · (5.2.33)

où l’on pose
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DS
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√√√√a
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T (e)2
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DI

(5.2.34)
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FIGURE 5.2.21 – Tracé de l’inverse du temps de mémoire de phase
�

1
T (e)2

�
en fonction de la vi­

tesse de relaxation 1�
T (e)1

�1/2 pour différentes températures entre 20 et 60 K, pour

l’orientation telle que ~B0 ‖ ~c. L’ajustement linéaire donne la droite d’équations�
1

T (e)2

�
=

2,68�
T (e)1

�1/2 + 0, 41

Afin de vérifier ce modèle de façon qualitative, nous avons tracé sur la figure 5.2.21

 
1

T (e)2

!
= f




1
�

T (e)1

�1/2


 . (5.2.35)

Le comportement entre 20 et 60 K est sensiblement mieux reproduit par un ajustement linéaire,

mais ne constitue pas forcément un argument très convainquant en faveur de ce modèle. Cependant

les valeurs obtenues par de l’ajustement linéaire sont assez intéressantes. L’ordonnée à l’origine

obtenue par cette méthode correspond à

 
1

T (e)2

!

DI,exp

= 0,41µs−1 (5.2.36)

qui présente un bon accord avec la valeur mesurée dans la section consacrée à la diffusion instanta­

née (p. 159 et Fig. 5.2.17)
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!

0

= 0, 37µs−1. (5.2.37)
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FIGURE 5.2.22 – Tracé de log
�

1
T (e)2

�
= f

�
log T

�
, pour β−Ga2O3 : Ti orienté tel que ~B0 ‖ ~c. Point

expérimentaux en noir, ajustement linéaire en rouge. La pente de l’ajustement
linéaire est de 2,18.

De même la pente mesurée sur la figure 5.2.22 est égale à :

√√√√a

 
1

T (e)2

!

DI

= 2,7µs−1/2 (5.2.38)

qui est du même ordre de grandeur que la valeur que l’on peut calculer avec les résultats précédents

(p. 159). Ç
π

9
p

3
µ0 g2β2

ħh−1C = 9± 4µs−1/2. (5.2.39)

Pour aller plus loin dans l’analyse et la vérification de ce modèle, la dépendance du temps de mé­

moire de phase avec la température a été analysée. En effet, comme on l’a vu dans la section 5.2.2,

le temps de relaxation longitudinale dépend de la température en T−5. Cette dépendance doit alors

se refléter sur T (e)2 selon la loi

1

T (e)2

∝
1

�
T (e)1

�1/2

∝ T5/2. (5.2.40)

Cette dépendance a été quantifiée par le tracé de

log

 
1

T (e)2

!
= f

�
log T

�
, (5.2.41)

sur la figure 5.2.22. Ce tracé montre une dépendance linéaire marquée entre 30 et 60 K. L’ajustement

linéaire réalisé donne une pente de 2,18 qui est proche de la valeur de 5/2= 2,5 attendue.
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En dépit des approximations faites, le modèle trouve deux vérifications expérimentales plutôt

convaincantes. Cette approche permet de comprendre le lien entre la relaxation longitudinale et le

temps de mémoire de phase et explique la dépendance en température dans le domaine de 30 à

60 K. Le temps de mémoire de phase et en particulier sa variation avec la température est donc

également déterminé par des effets de diffusion spectrale.

5.2.2.3 Analyse du temps de déclin des oscillations de Rabi électroniques

De la même façon le temps de déclin des oscillations de Rabi a été étudié en fonction de plu­

sieurs paramètres dans l’optique d’identifier les mécanismes qui le déterminent. D’après les modèles

appliquées aux raies inhomogènes larges, le temps de déclin est défini par [2, 4, 8]

1

T (e)Rabi

=
1

2T (e)2

+

 
1

T (e)Rabi

!

Autre

(5.2.42)

La majorité des expériences indiquent l’existence d’une dépendance en fonction de l’intensité du

champ B1. L’origine de cette dépendance a été l’objet de controverses mais il semble que l’inhomo­

généité du champ micro­onde au sein de la cavité soit à l’origine de ce déclin supplémentaire.

Les expériences menées à 4,2 K pour la direction ~B0 ‖ ~c indiquent un temps de Rabi de l’ordre

de 30 ns, très inférieur au temps de mémoire de phase des électrons T (e)2 ≈ 1µs dans les mêmes

conditions. Le temps de déclin des oscillations de Rabi n’est donc pas déterminé par le temps de

mémoire de phase, mais par d’autres contributions. L’étude en fonction de l’intensité du champ

excitateur est représentée figure 5.2.23 (a) de même que l’étude en fonction de la position dans la

raie RPE ou bien de la température reprises dans les figures 5.2.23 (b) et (c) respectivement.

Aucune dépendance notable n’a pu être mise en évidence. Cette absence de dépendance en B0,

B1 et T peut s’interpréter de trois façons :

1. le modèle utilisé est inadapté, trop grossier, il ne permet pas de rendre compte d’éventuelles

dépendances mais le fait est que ces changements seraient de très faibles amplitudes. Dans ce

cas le temps de Rabi resterait dominé par des effets indépendants de la température.

2. il existe des couplages dipolaires entre les électrons qui provoqueraient ce déclin sans avoir

de dépendance ni avec la température ni avec ~B1

3. il existe des inhomogénéités de champ ~B1 qui prédominent dans la relaxation du système.

Le fait que le temps de déclin des oscillations de Rabi soit près de deux ordres de grandeurs inférieurs

au temps de mémoire de phase T (e)2 , qu’il ne dépende pas de la température ni de la densité spectrale

alors que T (e)1 et T (e)2 en dépendent fortement montre que les causes qui déterminent T (e)Rabi sont

différentes. Une hypothèse probable serait d’origine instrumentale liée à l’inhomogénéité spatiale

du champ excitateur B1 dans le résonateur. En effet, l’échantillon étudié est long, de l’ordre de 1 cm.

Le choix d’un tel échantillon est guidé par le besoin d’avoir un rapport signal/bruit suffisant pour

observer un signal ENDOR. Il est donc tout à fait probable que le champ excitateur ne soit pas

homogène sur une telle hauteur : on a alors une distribution des fréquences de Rabi. Le déclin est

alors plus rapide du fait d’un déphasage entre les spins appartenant à différentes zones du cristal.
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(a) (b)

(c)

FIGURE 5.2.23 – (a) Dépendance du temps de déclin T (e)Rabi en fonction de l’amplitude du champ
micro­onde ~B1, mesuré à 4,2 K pour ~B0 ‖ ~c, (b) Dépendance en fonction de la
position dans la raie pour les mêmes conditions en prenant une atténuation de
1,6dB (c) Dépendance en fonction de la température pour les même conditions
expérimentales.

Le fait qu’il n’y ait pas de dépendance en fonction de B1 ne contredit pas cette hypothèse. Sans

doute, sur la gamme de champ étudié les inhomogénéités sont déjà trop importantes pour qu’une

dépendance nette en fonction de B1 soit observable.

5.2.3 Conclusion sur la dynamique des spins électroniques

La dynamique des spins électroniques a donc été étudiée dans le matériau de β − Ga2O3 : Ti.

Les temps caractéristiques ont été obtenus pour la direction ~B0 ‖ ~c, la direction la plus intéressante

pour le concept de bus de spin puisqu’elle offre la meilleure résolution spectrale en ENDOR.

Le spin électronique a été caractérisé par la mesure des temps de relaxation longitudinaux,

transverse, ainsi que le temps de déclin des oscillations de Rabi. À 4,2 K le temps de relaxation

longitudinale T (e)1 est de l’ordre de 500 µs, et le temps de mémoire de phase T (e)2 de l’ordre de

1− 1, 5 µs, est très grand devant le temps de déclin des oscillations de Rabi qui vaut T (e)Rabi ≈ 30 ns.

Le temps de relaxation longitudinale électronique T (e)1 limite la durée de la séquence de bus de

spin à environ 500µs à 4,2 K pour la direction ~B0 ‖ ~c. Ce temps dépend à la fois de la température et

de l’orientation étudiée. L’analyse détaillée a permis d’établir que le principal mécanisme de relaxa­

tion au­delà de 15 K était de type Raman avec une dépendance en T−5 peu courante. Cependant par

les méthodes employées la mesure de T (e)1 reste dominée par la diffusion spectrale pour T < 15 K.
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La mesure de T (e)1 n’est donc pas fiable sur ce domaine et il n’est pas possible de déterminer pré­

cisément le mécanisme de relaxation en jeu. Le temps de relaxation longitudinale est anisotrope et

corrélé à l’anisotropie du coulage spin­orbite.

Cependant T (e)1 reste un ordre de grandeur plus faible que celui mesuré dans CaF2 : Ce dont la

valeur est de 3 ms mesurée par inversion recouvrement [23, p. 87].

Les temps de mémoire de phase électronique atteint une valeur de ≈ 1− 1, 5µs à 4,2 K pour

la direction ~B0 ‖ ~c. L’analyse du mécanisme de relaxation a révélé la contribution importante de

la diffusion instantanée et de la diffusion spectrale. Le T (e)2 est déterminé pour moitié par cette

contribution qui pourrait être réduite par la diminution de la concentration en titane. Ce travail a

permis de montrer que la quasi totalité du titane inclus dans la matrice se retrouve sous la forme

Ti3+ et qu’il est répartit de manière homogène. Il a été noté également une dépendance de T (e)2 avec

l’orientation probablement liée à l’anisotropie du couplage dipolaire qui intervient dans la diffusion

instantanée. Enfin la dépendance du temps de mémoire de phase avec la température s’explique par

des effets de diffusion spectrale, corrélés à la relaxation longitudinale.

Au bilan, ce temps est sensiblement équivalent à celui de CaF2 : Ce, T (e)2, CaF2:Ce = 3,7µs. Si

l’on considère la porte logique « Non » (NOT), qui est une impulsion π, le critère de performance

correspondant est

Q(e)m =
T (e)2

tπ/2
≈

1500

32
≈ 45. (5.2.43)

En pratique il n’est pas possible d’appliquer 45 impulsions sans perdre la cohérence du système car

les oscillations de Rabi ne présentent que 5­6 oscillations. Il est donc possible de réaliser seulement 5

à 6 inversions de population avant de les égaliser. Le temps de déclin des oscillations de Rabi est très

inférieur au temps de mémoire de phase (T (e)Rabi ≈ 0, 03µs≪ T (e)2 ≈ 1,5µs). L’étude en fonctions des

différents paramètres de température, amplitude du champ excitateur, densité spectrale, ne révèlent

aucune dépendance, ce qui montre que le déclin des oscillations de Rabi est très probablement

associé à l’inhomogénéité spatial du champ micro­onde. Si tel est le cas, il devrait être possible

d’utiliser une séquence qui refocalisent ces inhomogénéités, telle la séquence PEANUT [29].

TABLEAU 5.2.2 – Tableau récapitulatif des temps de relaxation dans les composés couramment
étudiés pour l’information quantique

Composé T (e)2 (µs) T (e)1 (µs)

β −Ga2O3 : Ti à 4,2 K ≈1­2 ≈500
28Si : P à 7 K [33] ≈ 103 ≈ 103

CaF2 : Ce à 8 K [23, p. 86­87] 3,2 3.103

Quantum dot GaAs [7] 30

Pour le concept de bus de spin, ces temps peuvent être comparés au temps mesurée pour CaF2 :

Ce, Si : P et les quantums dot de GaAs répertoriés dans le tableau 5.2.2. Globalement le système de

β −Ga2O3 : Ti possède des propriétés dynamiques similaires au CaF2 : Ce3+, bien que les temps de

relaxation longitudinaux soient plus courts ce qui est un réel handicap pour effectuer les opérations

de lecture.

172



5.3. Dynamique des spins nucléaires dans β −Ga2O3 : Ti

5.3 Dynamique des spins nucléaires dans β −Ga2O3 : Ti

Les temps caractéristiques nucléaires sont plus importants que ceux des électrons dans le concept

de bus de spin puisque les opérations sont réalisées sur les spins nucléaires. Les propriétés dyna­

miques des noyaux peuvent être caractérisées par RMN, cependant cette méthode donnerait un

résultat sur l’ensemble des noyaux dans la matrice. Or ce sont les noyaux liés à l’électron célibataire

du titane qui nous intéressent, c’est donc par ENDOR impulsionnelle qu’ils ont été caractérisés.

5.3.1 Principe de l’ENDOR impulsionnelle

Comme l’ENDOR en onde continue, le principe d’une expérience d’ENDOR impulsionnelle re­

pose sur un transfert de l’aimantation des électrons vers les noyaux. La polarisation électronique

étant ∼1000 fois plus grande que celle des noyaux, la sensibilité s’en retrouve augmentée. Une

fois ce transfert d’aimantation réalisé, une séquence d’impulsions radiofréquences est appliquée et

s’achève par une transformation des cohérences nucléaires (pour l’ENDOR résolue dans le temps)

en polarisation nucléaire à laquelle sont sensibles les électrons. Le résultat est détecté en général

sous forme d’une séquence d’écho électronique dont l’intensité dépend de la polarisation nucléaire.

On reconnaît ici les briques élémentaires sur lesquelles est construit le concept de bus de spin.

Pour réaliser un spectre ENDOR pulsé, les séquences consistent en trois étapes :

1. une préparation des noyaux par l’utilisation d’impulsions micro­ondes appliquées aux élec­

trons ;

2. une modification de la population nucléaire par le biais d’une impulsion radiofréquence (π)r. f . ;

3. une détection de l’aimantation nucléaire grâce à un écho électronique.

État
initial

Inversion
polarisation
nucléaire

Impulsion
radiofréquence
résonnant

Impulsion
radiofréquence
non-résonnant

Impulsion
radiofréquence

Écho électronique
inchangé

Écho électronique
modifié

1

2

3
4

1

2

3
4

1

2

3
4

1

2

3
4

FIGURE 5.3.1 – Principe de l’ENDOR en impulsions représenté pour un système 4 niveaux S =
1/2, I = 1/2, A > 2νn > 0, la longueur des traits représente la population du
niveau associé. 1 ≡ | − 1/2, 1/2〉, 2 ≡ | − 1/2,−1/2〉, 3 ≡ |1/2,−1/2〉 et 4 ≡
|1/2,1/2〉.

L’illustration du principe de l’ENDOR en impulsions avec l’utilisation des diagrammes de niveaux

d’énergie est représenté sur la figure 5.3.1. C’est sur ce principe qu’est développé le concept de bus
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de spin. Il existe deux grandes familles d’expériences qui diffèrent dans la façon de préparer les

noyaux et de l’écho électronique mis en jeux.

– les expériences de type Mims [24] sont définies par la séquence π/2−τ−π/2−τ1−(π)r. f .−
τ1−π/2−τ− écho représentée sur la figure 5.3.2. Le transfert de polarisation des électrons

vers les noyaux dans chaque sous­espace ms est réalisé par la séquence π/2 − τ − π/2 et

la sélectivité est assurée par un choix de τ adapté. La polarisation des noyaux est perturbée

avec une impulsion radiofréquence (π)r. f . dont la fréquence varie afin d’enregistrer le spectre

ENDOR. Dans ce cas la détection est assurée par un écho stimulé à un temps τ après une

troisième impulsion micro­onde π/2 dont l’intensité dépend de la polarisation nucléaire.

FIGURE 5.3.2 – Séquence ENDOR Mims

– les expériences de types Davies [10] sont basées sur une impulsion π micro­onde sélectif

afin d’inverser les populations électroniques et polarise les noyaux dans chaque sous­espace

ms (Fig. 5.3.3). La modification de la polarisation des noyaux s’effectue avec une impulsion

(π)r. f . dont la fréquence varie afin d’enregistrer le spectre ENDOR. Dans ce cas, l’aimantation

correspondante est mesurée par un écho de Hahn π/2−τ−π−τ−écho et lorsque la fréquence

radio correspond à une transition nucléaire, l’intensité de l’écho électronique est modifiée.

FIGURE 5.3.3 – Séquence ENDOR Davies

Historiquement la méthode Mims a été introduite avant la méthode Davies. En théorie les deux

méthodes doivent pouvoir être appliquées à n’importe quel système. Leurs intensités relatives ne

peuvent pas être comparées directement car le nombre de spins affectés dans les deux séquences

est différent. En effet l’impulsion π de la séquence Davies est plus sélective que l’impulsion π/2

initiale de la séquence de Mims. L’ENDOR Davies opère avec une fraction plus faible de l’aimantation

électronique [29, p. 368]. En pratique ces deux séquences ne sont pas équivalentes et dans certains

cas l’une donne de meilleurs résultats que l’autre et inversement. Dans le cas de β − Ga2O3 : Ti,

les deux séquences peuvent être appliquées mais le rapport signal sur bruit dépend de l’orientation

du champ magnétique statique par rapport au cristal. Ainsi pour ~B0 ‖ ~c, l’ENDOR Mims est plus

approprié que l’ENDOR Davies et inversement pour ~B0 ‖ ~a∗ . Bien qu’ici l’impulsion π ne soit pas

sélective d’une transition, la séquence Davies donne accès à un spectre ENDOR identique à celui
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obtenu en ENDOR continu.

Toutes les méthodes de mesure des temps caractéristiques sont basées sur ces deux types de

séquences et seule la partie radiofréquence change d’une expérience à une autre.

L’obtention des propriétés dynamiques des noyaux par ENDOR est une démarche expérimentale

beaucoup plus lourde que pour les électrons. Les problèmes expérimentaux sont plus nombreux et la

mise au point des séquences bien plus difficile que celles des expériences sur les électrons. Pour ces

raisons, l’étude sur le système nucléaire est bien moins complète que celle effectuée sur les électrons

et cette partie combinera à la fois les méthodes employées et les résultats.

5.3.2 Matériel et méthodes

Pour les mesures, un spectromètre en impulsion Bruker E580 muni d’une cavité ENDOR en

impulsions Flexline pulsed ENDOR resonator EN 4118X­MD4 a été employé. Le champ radiofréquence

à été amplifié à l’aide d’un amplificateur linéaire 0­100 MHz de la marque Amplifier Research modèle

500A100A. Toutes les expériences ont été menées à la température de l’hélium liquide 4,2 K, en

positionnant le champ statique au centre de la raie RPE.

L’atténuation du champ micro­onde a été fixée à 6 dB pour laquelle une impulsion micro­onde

π correspond à une durée de 32 ns et une impulsion radiofréquence (π)r. f . à une durée d’environ

6 µs pour une puissance de la radiofréquence de 300 à 500 W.

5.3.2.1 Spectres ENDOR en impulsions de β −Ga2O3 : Ti

Des spectres ENDOR ont été enregistrés en utilisant les séquences Davies et Mims (Fig. 5.3.2 et

5.3.3) pour la direction ~B0 ‖ ~c. Ces spectres sont représentés et comparés au spectre d’ENDOR conti­

nue sur la figure 5.3.4 (a), (b) et (c). Le spectre ENDOR continu (Fig. 5.3.4 (a)) est très bien résolu

avec un excellent rapport signal sur bruit. Pour cette orientation, on notera sur la figure 5.3.4 (b)

que le spectre ENDOR obtenu par la séquence de Mims est également bien résolu. Certains signaux

à basse fréquence, inférieure à 10 MHz, sont plus intenses avec cette méthode qu’en ENDOR onde

continue mais les signaux de trimères symétriques ne sont pas visibles. Ces différences d’intensité

entre les deux méthodes peut s’expliquer par le choix de τ qui privilégie certaines transitions EN­

DOR par rapport à d’autres. Ceci tient au fait que l’efficacité du mécanisme ENDOR Mims dépend

de τ. On dit de cette méthode qu’elle « souffre » du phénomène de points aveugles (« blind­spot »)

qui pour certaines valeurs de τ telle que

cos
�
Aisoτ

�
= 1 (5.3.1)

fait disparaître certaines raies ENDOR [29, p. 368].

Le rapport signal sur bruit est plus faible encore pour la méthode de Davies (Fig. 5.3.4 (c)).

L’intensité relative des signaux sont globalement identiques à celles observées en ENDOR continue,

mais le rapport signal sur bruit reste très en deçà du spectre en onde continue et de celui obtenu par

la méthode de Mims.
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(a)

(b)

(c)

FIGURE 5.3.4 – Spectres ENDOR pour la direction ~B0 ‖ ~c (a) spectre ENDOR en onde continue
enregistré à 20 K, (b) spectre ENDOR avec la séquence de Mims à 4,2 K avec
τ= 136ns, (c) spectre ENDOR avec la séquence Davies à 4,2 K.
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5.3.2.2 Mesure du temps de relaxation longitudinale nucléaire T (n)1

La méthode de mesure du temps de relaxation longitudinale nucléaire est basée sur une modi­

fication de la séquence ENDOR Davies. L’intensité du signal ENDOR dépend du temps de répétition

de la séquence, c’est­à­dire du délai accordé au système pour revenir à l’équilibre thermodynamique

avant une nouvelle application de la séquence. Cet effet se comprend assez facilement et est sché­

matisé sur la figure 5.3.5.

FIGURE 5.3.5 – Évolution de la population des états de spins électroniques et nucléaires sous l’ef­
fet d’une séquence de Davies. Le système à quatre niveaux correspond au cas d’un
spin électronique S = 1/2 couplé à un noyau de spin I = 1/2. Le temps de répéti­
tion de la séquence est noté t r et le temps de relaxation longitudinale électronique
T (e)1 et nucléaire T (n)1 . L’efficacité de la mesure ENDOR est notée F (figure extraite
de [32]).

L’application d’une impulsion électronique sélective modifie les populations des niveaux nu­

cléaires au sein de chaque sous­espace ms et l’impulsion (π)r. f . résonante change la population

de ces niveaux nucléaires. Après l’application d’une séquence, il faut en théorie, attendre le retour

à l’équilibre thermodynamique des noyaux avant de recommencer la séquence sinon l’intensité du

signal est plus faible [32]. Le signal ENDOR SENDOR suit une loi du type

SENDOR(tr) = SENDOR(∞)
�

1− e
− tr

T
(n)
1

�
(5.3.2)

où tr est le temps séparant deux séquences consécutives. En supposant que l’équilibre thermodyna­

mique est quasiment atteint pour les plus grandes valeurs de tr , on peut évaluer SENDOR(∞) et T (n)1

s’obtient par ajustement linéaire sur le tracé de

ln
�
SENDOR(∞)− SENDOR(tr)

�
= f (tr). (5.3.3)

En étudiant l’intensité du signal ENDOR en fonction du temps de répétition tr , on peut accéder à

la dynamique de relaxation de la transition et évaluer la valeur de T (n)1 . La séquence appliquée est
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donc une séquence de Davies, et on réalise l’enregistrement à différent temps de répétition tr .

FIGURE 5.3.6 – Portion du spectre ENDOR
Davies enregistré pour la
mesure du T (n)1 . La flèche in­
dique la transition 71Ga(1),
ms = −1/2, mq = 0.

Pour cette expérience le spectre ENDOR a été enre­

gistré sur une portion réduite centrée autour du massif

somme ν+ du noyau 71Ga(1) à 4,2 K pour l’orientation
~B0 ‖ ~c. Ce portion du spectre est représenté sur la fi­

gure 5.3.6. La mesure du temps de relaxation longitudi­

nale a été réalisée en mesurant les variations d’intensité

de la transition ENDOR 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0. Les

points expérimentaux sont représentés sur la figure 5.3.7.

Un ajustement linéaire à permis de déterminer la pente et

d’en déduire le temps de relaxation qui vaut

T (n)1 ≈ 20 ms

Sur cette gamme de fréquence, les trois raies ENDOR

mq = 0 et mq = ±1 adoptent le même comportement

vis­à­vis du temps de répétition tr , ce qui indique que le temps de relaxation longitudinale est indé­

pendant de mq, c’est­à­dire de l’interaction quadrupolaire. T (n)1 est donc indépendant de la transition

observée dans un sous­espace ms.

À titre de comparaison, l’ordre de grandeur de T (n)1 correspond aux valeurs mesurées dans

l’oxyde gallium non dopé qui est compris entre 30 et 300 ms [5, p. 210].

FIGURE 5.3.7 – Tracé de ln
�
SENDOR(∞)− SENDOR(t r)

�
où SENDOR est l’intensité du signal ENDOR

pour la raie 71Ga(1) ms = −1/2, mq = 0 en fonction de t r . En rouge, la courbe

ajustée dont la pente donne T (n)1 = 20 ms
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5.3.2.3 Mesure du temps de décroissance de la FID nucléaire T (n)∗2

La mesure du temps de déclin de la FID nucléaire peut être effectuée par ENDOR en impulsion

à l’aide d’une séquence dérivée de la méthode de Davies. De façon similaire, la séquence consiste

à appliquer une impulsion π sélective pour polariser les noyaux puis à générer une cohérence nu­

cléaire par une impulsion π/2 radiofréquence. Cette cohérence est transformée en une polarisation

nucléaire par une seconde impulsion π/2 radiofréquence qui est ensuite détectée par une séquence

d’écho de Hahn. La hauteur de l’écho électronique est alors modifiée en fonction de l’état de l’ai­

mantation nucléaire dans le plan transverse. La séquence est schématisée sur la figure 5.3.8.

FIGURE 5.3.8 – Séquence ENDOR en impulsion pour la détection de la FID nucléaire. Une im­
pulsion micro­onde π est appliquée pour polariser les noyaux suivie d’une impul­
sion (π/2)r. f . pour générer la cohérence nucléaire. Celle­ci se déphase pendant un
temps t, qui est incrémenté, puis cette cohérence est transformée en polarisation
par une autre impulsion (π/2)r. f .. L’aimantation nucléaire est alors détectée par
les électrons sous forme d’un écho de Hahn.

En pratique l’expérience a été menée sur la transition nucléaire centrale du massif somme ν+ des

premiers voisins 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0 mais pour la direction ~B0 ‖ ~a∗ (Fig. 5.3.9 (a)). L’impul­

sion π de 32 ns n’était pas sélective. Les conditions identiques à celles décrites en début de section

5.3.2 et la puissance radiofréquences était de 300 W. La FID est représentée sur la figure 5.3.9. Elle

a été ajustée par une fonction mono­exponentielle

y = Ae
− t

T
(n)∗
2 + y0. (5.3.4)

Le temps de déclin du signal précession libre est T (n)∗2 ≈ 3, 7µs pour la transition ms = −1/2, mq = 0

de 71Ga(1).

Or dans le cas d’une raie lorentzienne, la largeur à mi­hauteur correspond à l’inverse du temps

de déclin de la FID. La largeur à mi­hauteur du signal d’absorption ENDOR étant de 0,25 MHz, la

valeur T (n)∗2 associée est donc

T (n)∗2 = 1/0,25= 4µs. (5.3.5)

La valeur du T (n)∗2 mesurée par la séquence coïncide avec la valeur extraite de la largeur de raie.

Comme les raies ENDOR ont globalement la même largeur, on peut supposer que les temps de dé­

clins T (n)∗2 sont indépendants de la transition ENDOR considérée et ne dépendent pas de la distance

entre le centre Ti3+ et le noyau de gallium.
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(a) (b)

FIGURE 5.3.9 – (a) Partie haute fréquence du spectre ENDOR pour la direction ~B0 ‖ ~a∗ (b), FID
mesurée sur la transition 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0 (noir) et ajustement mono­
exponentiel (rouge) correspondant à un temps de déclin de 3,7 µs.

FIGURE 5.3.10 – Séquence ENDOR en impulsions pour la détection de l’écho nucléaire. Une im­
pulsion micro­onde π est appliquée pour polariser les noyaux suive d’une impul­
sion (π/2)r. f . pour générer la cohérence nucléaire. Celle­ci se déphase pendant
un temps τNuc, qui est fixé. Une impulsion (π)r. f . est appliquée pour refocaliser
l’aimantation nucléaire, puis elle est transformée en polarisation par une autre
impulsion (π/2)r. f .. L’aimantation nucléaire est alors basculée sur les cohérences
électronique et détectée par les électrons sous forme d’un écho de Hahn. L’écho
est enregistré en incrémentant le temps t.

5.3.2.4 Mesure du temps de mémoire de phase nucléaire T (n)2

Le temps de mémoire de phase nucléaire est le paramètre le plus important pour le concept de

bus de spin car il représente la durée pendant laquelle se maintient une superposition cohérente

d’états quantiques nucléaires. La séquence employée est représentée sur la figure 5.3.10. Elle est

très similaire à celle utilisée pour l’enregistrement de la FID à la différence qu’une impulsion (π)r. f .

est appliquée pour refocaliser l’aimantation nucléaire après un temps τNuc. Pour l’enregistrement

du déclin de l’écho primaire t = τNuc est incrémenté et on suit alors le maximum de l’écho de spin

nucléaire au cours du temps. À partir de cette séquence il est également possible d’enregistrer l’écho

nucléaire. Pour cela il suffit de fixer la valeur de τNuc et d’enregistrer le signal en augmentant t.

L’expérience de déclin de l’écho est très longue à mettre au point et à réaliser. L’obtention d’un

écho avec un rapport signal/bruit est satisfaisant et constitué d’au moins 256 points est une expé­

rience qui dure 2 heures approximativement. Faute de temps, nous n’avons enregistré l’écho nu­

cléaire que pour la transition nucléaire des premiers voisins 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0, pour la

direction ~B0 ‖ ~a∗ (Fig. 5.3.9 (a)) et ce pour deux valeurs de τNuc : 10 µs et 30 µs. La puissance

radiofréquence était de 300 W. Les échos correspondant sont représentés sur la figure 5.3.11.
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FIGURE 5.3.11 – Échos nucléaires pour la transition 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0 et la direction
~B0 ‖ ~a∗ obtenus pour τNuc = 10µs et 30 µs.

Pour ces expériences nous n’avons obtenu qu’un ordre de grandeur de T (n)2 en supposant un

déclin mono­exponentiel de la forme

S(2τNuc)∝ exp

 
−

2τNuc

T (n)2

!
(5.3.6)

pour la maximum de l’écho, on obtient à partir du rapport des deux maxima à τNuc = 10µs et

τNuc = 30µs, respectivement

T (n)2 =
2
�
τNuc = 30−τNuc = 10

�

ln S(τNuc=10)
S(τNuc=30)

≈ 60µs (5.3.7)

Cette mesure basée sur 2 points n’est, à l’évidence, pas la méthode la plus rigoureuse mais donne

accès à l’ordre de grandeur de ce temps de déclin.

Le temps de mémoire de phase nucléaire est environ dix fois supérieur au temps de déclin

de la FID pour la transition observée ce qui montre le caractère fortement inhomogène de cette

raie ENDOR. Ce caractère inhomogène était attendu puisque nous avons montré dans le chapitre

précédent que cette raie est la superposition d’au moins quatre raies non­résolues dues à l’interaction

pseudo­dipolaire entre les deux noyaux de gallium de part et d’autre du titane.

5.3.3 Oscillations de Rabi nucléaires

Une expérience d’oscillations de Rabi nucléaires s’effectue sur la même base que les opérations

de manipulation des états nucléaires présentées jusque là. L’aimantation électronique est transférée

sur les noyaux puis celle­ci est manipulée à l’aide d’une impulsion radiofréquence dont on incré­

mente la longueur : on fait ainsi précesser les spins nucléaires autour du champ radiofréquence.
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L’aimantation nucléaire
¬bIz

¶
est détectée par un écho électronique. Par rapport aux mesures réali­

sées précédemment, la séquence employée est basée sur la méthode de Mims et elle est représentée

figure 5.3.12. L’impulsion radiofréquence de durée variable t permet de faire précesser l’aimantation

nucléaire autour du champ radiofréquence.

FIGURE 5.3.12 – Séquence d’oscillations de Rabi nucléaire, en haut la séquence d’impulsions
micro­onde appliquées aux électrons, en bas la séquence radiofréquence appli­
quée aux noyaux.

Les expériences de nutations ont été réalisées sur plusieurs raies ENDOR dans la direction ~B0 ‖ ~c
(à ± 5°) à 4,2 K. L’atténuation micro­onde a été fixée à 6 dB et la puissance radiofréquence a été

fixée à 500 W avec un temps τ de 136 ns. Le spectre ENDOR Mims correspondant est présenté sur

la figure 5.3.13 et les transitions pour lesquelles des expériences de nutation ont été réalisées sont

pointées par des flèches.

FIGURE 5.3.13 – Spectre ENDOR Mims correspondant aux expériences d’oscillations de Rabi nu­
cléaires pour l’orientation ~B0 ‖ ~c (à ± 5°) à 4,2 K, L’atténuation a été fixée à 6 dB,
la puissance radiofréquence est de 500 W et le temps τ a été choisi de 136 ns.
Les flèches correspondent aux transitions ayant été étudiées pour la nutation
nucléaire.

La figure 5.3.14 montre un exemple d’oscillations de Rabi pour la transition mq = 0, ms = −1/2

du noyaux 71Ga(1). L’analyse du signal est rendue un peu plus complexe par le fait que la durée t

du l’impulsion radiofréquence variant au cours de l’expérience, on passe d’un régime où la largeur

spectrale de l’impulsion est grande devant la largeur de raie ENDOR à un régime où la largeur
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spectrale est plus étroite que la raie ENDOR (1/t < 200 KHz ≡ t > 5µs). Les deux modèles de

déclin des oscillations pour les raies étroites ou larges peuvent alors être utilisés pour l’ajustement :

¬bIz

¶
= Ae

− t

T
(n)
Rabi cos

�
ωNut t

�
, (raie étroite) (5.3.8)

et
¬bIz

¶
= Ae

− t

2T
(n)
Rabi J0

�
ωNut t

�
, (raie large). (5.3.9)

Pour comparer leur efficacité, ces deux modèles ont été confrontés à l’expérience (Fig. 5.3.14).

Le signal de nutation de la transition décline sur un intervalle de temps d’environ 10 µs et peut

alors être suivi sur quatre oscillations. L’ajustement par la fonction de déclin pour une raie étroite

(équation 5.3.8) est repris sur la figure 5.3.14 (a). Les oscillations sont globalement bien reproduites.

En revanche l’ajustement pour une raie inhomogène large (équation 5.3.9) (Fig. 5.3.14 (b)) est

moins bon. Les oscillations et le déclins sont tous les deux mal reproduits. Par conséquent, c’est ce

modèle de raie étroite qui a été employé pour l’analyse.

(a)

(b)

FIGURE 5.3.14 – Oscillations de Rabi nucléaires pour la transition nucléaire 71Ga(1) ms = −1/2,
mq = 0 (noir) confrontées à l’ajustement par l’équation 5.3.8 (a) et l’équa­

tion 5.3.9 (b) (rouge). Dans les deux cas le temps de déclin est T (n)Rabi = 12µs.

Cependant les ajustements avec un déclin mono­exponentiel ne parviennent pas toujours à re­
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produire les oscillations aux temps longs. Les ajustements par les fonctions du type

¬bIz

¶
=

�
A1e

− t

T
(n)
Rabi, 1 + A2e

− t

T
(n)
Rabi, 2

�
cos
�
ωNut t

�
, (5.3.10)

sont ceux qui permettent la meilleure reproduction du déclin mais il est très difficile de comparer

les résultats obtenus par l’ajustement d’une fonction biexponentielle. Ce type d’ajustement est plus

efficace notamment parce que l’espace des solutions est plus grand mais alors plusieurs jeux de

paramètres peuvent convenir. En l’absence de modèle, il est en général impossible de discriminer

une solution par rapport à une autre, et pour des raisons de simplicité les ajustements ont été faits

sur la base de déclins mono­exponentiels.

Les oscillations de Rabi ont été mesurées à 4,2 K pour une orientation proche de ~B0 ‖ ~c. L’effet

de la puissance du champ radiofréquence a été étudié sur la transition 71Ga(1) ms = −1/2, mq = 0

pour plusieurs valeurs de la puissance radiofréquence 500 W, 400 W, 200 W, 100 W, 50 W. Le temps

de déclin reste le même quelle que soit la puissance avec T (n)Rabi ≈ 10− 12µs.

Après avoir étudié l’effet de la puissance, les oscillations de Rabi nucléaires ont été réalisées

sur plusieurs transitions à 4,2 K pour une orientation proche de ~B0 ‖ ~c. Les résultats correspon­

dants sont reportés sur le tableau 5.3.1. Dans cette série d’expérience, les temps de déclins sont

plus courts que dans toutes les autres séries de manipulations réalisées, d’un facteur 2. Sans doute

l’orientation du cristal était­elle légèrement différente entre les deux expériences, ce qui pourrait

expliquer ces différences. On peut constater que les temps de déclins sont globalement indépendants

de la transition considérée et restent compris entre T (n)Rabi ≈ 4− 6µs. Ce résultat est assez intéressant

pour être souligné. Alors que les transitions étudiées correspondent à des tenseurs hyperfins et qua­

drupolaires différents, le temps de déclin ne change pas. Au cours d’une autre séance expérimentale,

des oscillations de Rabi pour la transition de trimères symétriques 69Ga(1)­Ti­69Ga (1) adjacente à

la transitions 69Ga(1), ms = −1/2, mq = 0 (transitions 2­4 et 12­15 Fig. 4.3.9) ont été mesurées. Le

temps de déclin est également de l’ordre de T (n)Rabi ≈ 10µs, comme pour les autres transitions, il n’y

a donc pas d’effet significatif de l’interaction pseudo­dipolaire non plus.

A contrario, les fréquences de nutations dépendent des états de spin électronique ms et de la

valeur de mq de la transition et du noyau considéré. On a donc un effet du couplage hyperfin et du

couplage quadrupolaire sur ces fréquences.

Au final les expériences d’oscillations de Rabi nucléaires nous indiquent que les temps de déclin

sont proches du temps de mémoire de phase des noyaux, contrairement au cas des électrons de Ti3+

où ce temps est beaucoup plus court. Les temps de déclins ne dépendent pas de la transition ce qui

montre qu’il n’y a pas de dépendance entre le temps de déclin et la valeur de la constante de cou­

plage hyperfine ni du moment quadrupolaire. Il est cependant possible que l’orientation influence

l’amortissement, comme le suggère la mesure effectuée pour une orientation (~c, ~B0) = θ = 45° dans

le plan ( ~a∗ ,~c)≡ ϕ = 90°, mais cela n’a pu encore être vérifié.
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TABLEAU 5.3.1 – Caractéristiques des oscillations de Rabi nucléaire à 4,2 K pour ~B0 ‖ ~c pour plu­
sieurs transitions.
1résultats issu d’une expérience précédente avec des conditions opératoires simi­
laires.
2enregistré à 8 K ~B0 ⊥ ~b (ϕ = 90°) et

�
~c, ~B0

�
= θ = 45° et une puissance

radiofréquence de 300 W

Position
raie

(MHz)

Noyau et indexation de la
transition

Fréquence
Rabi

(MHz)

Temps de
déclin (µs)

Commentaire sur
l’accord

Théorie­Expérience

72 71Ga(1), ms = −1/2, mq = −1 0,099 6,7 correct
701 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 0 0,103 11,2 correct
66 71Ga(1), ms = −1/2, mq = 1 0,132 4,8 correct

60,1 71Ga(1), ms = +1/2, mq = 1 0,142 4,6 correct
58,8 69Ga(1), ms = −1/2, mq = −1 0,155 4,7 correct

58,2 71Ga(1), ms = +1/2, mq = 0 0,128 2,8
mauvais, ligne de base
trop difficile à retirer

57,5 71Ga(1), ms = +1/2, mq = −1 0,126 3,9 correct
54,2 69Ga(1), ms = −1/2, mq = 0 0,122 5,0 correct

50,3
69Ga(1), ms = +1/2, mq = 1
69Ga(1), ms = −1/2, mq = 1

0,117 3,7 correct

43,4 69Ga(1), ms = +1/2, mq = −1 0,121 2,5
mauvais, ligne de base
trop difficile à retirer

28,5 71Ga(3), ms = −1/2, mq = −1 0,115 3,3
correct mais ajustement

restreint à t > 1,4µs

20,22 69Ga(4), ms = −1/2, mq = 0 0,058 12 correct

10,6 69Ga(3), ms = +1/2, mq = 0 0,114 5,6

inadapté, l’ajustement
avec deux

exponentielles est
meilleur

5.4 Conclusion et discussion

Le lien entre le concept de bus de spin et les temps caractéristiques de la dynamique des spins

électroniques et nucléaires a été résumé par la figure 5.1.12 en début de chapitre. Les temps carac­

téristiques électroniques et nucléaires agissent tout au long de la séquence et le but de ce chapitre

était donc de caractériser les propriétés dynamiques du système de spins électronique et nucléaire

de β −Ga2O3 : Ti. Les valeurs des différents temps caractéristiques de la dynamique des spins sont

reprises dans la figure 5.4.1

En ce qui concerne les spins électroniques, rappelons les principales conclusions du paragraphe

5.2. La valeur du temps de relaxation longitudinale est de l’ordre de 500 µs à 4,2 K. Ce temps

limite la durée d’une séquence de manipulation des spins dans le concept de bus de spin. Il semble

qu’en dessous de 15 K, la relaxation longitudinale soit fortement déterminée par le phénomène
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de diffusion spectrale. Par contre audessus de 15 K un mécanisme Raman en T−5 est responsable

d’un raccourcissement important de T (e)1 . Le temps de mémoire de phase électronique de l’ordre

de la microseconde à 4,2 K est doublement déterminé par les phénomènes de diffusion spectrale

et de diffusion instantanée. L’importance de la diffusion spectrale dans la dynamique des spins

électroniques dans β − Ga2O3 : Ti est une conséquence du caractère fortement inhomogène de la

raie RPE dû aux multiples couplages hyperfins avec de nombreux noyaux de gallium environnant

Ti3+ qui rend impossible une excitation de la totalité du spectre RPE par une impulsion micro­onde

En ce qui concerne les spins nucléaires dans β − Ga2O3 : Ti, peu de mesures ont pu être ef­

fectuées. La mise en place des séquences, et le temps impartis pour les réaliser ne nous ont permis

de caractériser qu’un nombre limité de transitions ENDOR (une seule pour le temps de déclin de la

FID T (n)∗2 et le temps de mémoire de phase T (n)2 ) à une seule température et une seule orientation.

Dans l’état actuel des mesures, il n’est pas possible de déterminer les mécanismes qui sous­tendent

la dynamique des spins nucléaires.

Temps (s)

Temps (s)

Temps (s)1 ms 60 ms 280 ms
(10K)

1,7 s
(5,5K

CPGM)

60

FIGURE 5.4.1 – Temps caractéristiques des systèmes β−Ga2O3 : Ti, CaF2 : Ce ([23, 16]) et 28Si :P
([25, 33])

La figure 5.4.1 reprend les valeurs des temps caractéristiques de la dynamique des spins nu­

cléaires et également compare l’ensemble des temps électroniques et nucléaires à ceux de CaF2 : Ce

et 28Si : P. Globalement les temps de β −Ga2O3 : Ti sont de l’ordre de grandeur de ceux de CaF2 :

Ce mais ils sont très inférieurs à ceux mesurés dans 28Si : P. Le paramètre le plus important est

celui du temps de mémoire de phase nucléaire. D’après Morton et al. [25] le temps de mémoire de

phase nucléaire est limité par le temps de relaxation longitudinale des électrons T (e)1 avec une limite
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supérieure telle que

T (n)2 = 2T (e)1 . (5.4.1)

Cette expression est valable pour un spin nucléaire I = 1/2 isolé couplé à un électron de spin

S = 1/2 pour le cas où A≫ 1/T (e)1 . Or ceci est le cas dans l’oxyde de gallium avec 1/T (e)1 ≈ 2 kHz

et donc la limite supérieure du temps de mémoire de phase des noyaux dans β −Ga2O3 : Ti serait

de T (n)2 = 2T (e)1 = 1 ms. En réalité les noyaux ne sont jamais isolés les uns des autres et l’interaction

dipolaire, le couplage J et le couplage pseudo­dipolaire agissent sur la dynamique du système et

contribuent à la décohérence en réduisant la valeur de T (n)2 [15, p. 63]. C’est probablement ce qui

distingue β −Ga2O3 : Ti et CaF2 : Ce de 28Si : P. En effet dans ces deux composés, les noyaux à spin

non­nul sont très abondant et en forte concentration ce qui implique un grand nombre d’interactions

entre les noyaux. À l’opposé, le phosphore dans le silicium 28Si est quasi­isolé. Les spins nucléaires

sont très dilués et par conséquent les couplages entre noyaux sont très faibles. La valeur de T (n)2 est

plus faible dans β −Ga2O3 : Ti par rapport à CaF2 : Ce, ceci est peut­être liée au couplage pseudo­

dipolaire qui est bien plus intense entre les noyaux gallium de paires asymétriques (0,1 MHz) que

le couplage dipolaire entre les noyaux de fluor dans CaF2 : Ce (≈ 10 kHz, [15, p. 70].

Enfin le temps de déclin des oscillations de Rabi est indépendant de la transition observée et reste

de l’ordre de grandeur du temps de mémoire de phase nucléaire T (n)Rabi ≈ 10µs. Cela correspond à

approximativement 4 périodes, c’est­à­dire qu’il est possible de réaliser 4 inversions de population

avant d’égaliser les niveaux.

On peut évaluer la qualité d’un système pour le calcul quantique en calculant un critère de

performance (figure de mérite). En considérant la porte « Non » (NOT) qui est une impulsion

(π)r. f . = 6µs comme temps référence, le critère de performance mesure le nombre de portes « Non »

(NOT) réalisables pendant que la cohérence se maintient. Pour qu’un système quantique soit inté­

ressant d’un point de vue du traitement quantique de l’information, il faut que le critère de perfor­

mances soit de l’ordre de > 103− 104. Pour β −Ga2O3 : Ti il n’est que de

Q(n)m =
T (n)2

t(π)r. f .

≈
60

6
≈ 10.

Cette valeur est bien en deçà des critères de performances de CaF2 : Ce et de 28Si : P qui sont

respectivement

Q(n)m, CaF2:Ce =
T (n)2

t(π)r. f .

≈
400

6
≈ 66 et Q(n)

m, 28Si:P
=

T (n)2

t(π)r. f .

≈
65.103

6
≈ 10.103

Seul le phosphore dans le silicium possède un critère assez élevé.

Ici pour calculer le critère de performance, nous avons considéré la durée d’une impulsion radio­

fréquence. Or comme nous l’avons expliqué au chapitre 1, le temps d’une porte peut­être déterminé

par l’intensité du couplage entre les qubits. Pour compléter la comparaison, on peut considérer le

critère de performance en considérant cette fois­ci comme temps de référence l’inverse de la fré­

quence de couplage entre noyaux. Dans le cas de β − Ga2O3 : Ti l’interaction pseudo­dipolaire est
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de l’ordre du mégahertz, alors le critère de performance est alors de

Q(n)m =
T (n)2

tp.dip
= T (n)2 α≈ 60.

Cette valeur est à comparer au cas de CaF2 : Ce. Si le couplage dipolaire, dont l’intensité est de

10 kHz, est considéré comme temps de porte alors le critère de performance est réduit

Q(n)m CaF2:Ce =
T (n)2

tdip
= T (n)2 × 10 KHz≈ 4.

Ces deux calculs permettent de nuancer la comparaison des critères de performance. Le choix de

la méthode de calcul du critère de performance dépend de la porte logique considérée et donc de

la séquence employée. Il est remarquable qu’en dépit des temps de décohérence nucléaires longs

dans CaF2 : Ce, la faiblesse du couplage inter­nucléaire rend critique toute implémentation de porte

logique. À contrario, alors que dans β−Ga2O3 : Ti les temps de décohérences nucléaires sont courts,

l’intensité de l’interaction pseudo­dipolaire pallie partiellement à ce défaut. La comparaison serait

complète s’il était possible de comparer avec le silicium dopé phosphore, mais dans ce système, les

noyaux sont isolés les uns des autres, et il n’y a donc pas de couplages nucléaires.
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Conclusion générale

Le traitement quantique de l’information est un domaine de recherche très actif mais souvent la

question se pose de savoir si il mènera un jour à une réalisation concrète. C’est un constat à relativi­

ser, les démarches expérimentales sur ce sujet ne se développent que depuis une quinzaine d’années

ce qui est court au regard des difficultés expérimentales en jeux, car les critères auxquels doivent

répondre les systèmes expérimentaux sont nombreux et certains sont difficilement contrôlables. À

titre de comparaison, il a fallu près de trente ans pour que soit contrôlée les propriétés des semi­

conducteurs, et que soit utilisé massivement le silicium dans les composants de nos ordinateurs.

À l’heure actuelle un certain nombre de dispositifs expérimentaux sont étudiés, basés principa­

lement sur l’absorption optique cohérente, la supraconductivité, la résonance magnétique, et peut­

être qu’aucun d’entre eux ne constituera un véritable dispositif de calcul. La RMN a été l’une des

premières techniques employées pour le calcul quantique. Les spins nucléaires par leur temps de dé­

cohérence longs et la technologie déjà développée, ont constitués et constituent un système modèle.

Néanmoins, l’approche RMN souffre de deux insuffisances majeures :

– une polarisation nucléaire trop faible, qui ne permet pas d’obtenir des états parfaitement

initialisés et réduit la sensibilité de la détection qui est déjà faible pour la RMN ;

– il reste assez difficile d’étendre le registre de qubits et pour l’heure il est impossible de facto­

riser mieux que 15 en nombres premiers.

Au contraire, les électrons ont une polarisation plus importante et la sensibilité de détection de la

résonance magnétique associée est 106 fois plus grande, mais les temps de décohérence sont plus

courts. C’est à ce niveau qu’intervient le concept de bus de spin, il combine les propriétés des spins

électroniques et de celles des spins nucléaires. Les spins électroniques sont utilisés pour préparer et

lire les états de spins nucléaires et on bénéficie ainsi

1. de la forte polarisation électronique pour polariser les noyaux ;

2. d’une meilleure sensibilité de détection ;

3. et d’interactions indirectes entre noyaux véhiculées par les électrons plus fortes que les inter­

actions directes entre noyaux.

C’est dans cette optique que le centre paramagnétique de Ti3+ dans β −Ga2O3 a été caractérisé. Le
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but était de déterminer s’il pouvait constituer un éventuel bus de spin, avec comme application le

traitement quantique de l’information. Ce centre paramagnétique n’a jamais étudié auparavant et

au cours de ce doctorat nous avons donc :

1. réalisé une caractérisation du centre Ti3+ par RPE en onde continue et par spectroscopie

optique ;

2. caractérisé par ENDOR en onde continue, les interactions entre les spins électroniques de Ti3+

et les noyaux de gallium entourant le titane ;

3. étudié par RPE et ENDOR en impulsions, la dynamique des spins électroniques et des spins

nucléaires.

Dans la matrice de β −Ga2O3 tous les cations sont à spin non­nul I = 3/2 et les noyaux de gallium

ont une constante de couplage électron­noyau élevée lorsqu’ils sont dans l’état 2S ≡ 4s1. Ces orbi­

tales 4s des ions gallium constituent le bas de la bande de conduction de cet oxyde. L’introduction

d’un défaut paramagnétique peu profond permet d’obtenir un électron très délocalisé au sein de ces

orbitales et peut constituer un bus de spin. Le titane dans cette matrice est présent sous la forme Ti3+

et son niveau fondamental n’est situé qu’à 0,2 eV sous la bande de conduction. L’étude de ce centre

paramagnétique a mis en évidence une délocalisation forte et anisotrope de cet électron célibataire

principalement le long des chaînes octaédriques.

L’étude par ENDOR de l’environnement nucléaire a mis en évidence des interactions intenses

entre l’électron et au moins huit noyaux de gallium proches voisins dont nous avons pu caractériser

entièrement l’hamiltonien statique, et ainsi caractériser le registre de qubits. La taille de ce registre

est significativement plus grande que celle rencontrée dans la majorité des systèmes présentés dans

la littérature. Si l’on considère que chaque noyaux dispose de 4 états, il y a 2 qubits par noyaux. Les

noyaux étant liés à l’électron, il y a 2 qubits par valeurs de ms et le système comporte

Nqubits = 8× 4= 32 qubits.

De ce point de vue, le composé β −Ga2O3 : Ti représente un système physique très intéressant, car

il dépasse les plus grands registres employés (12 en RMN, et 18 pour CaF2 : Ce).

Cette étude a permis également de mettre en évidence une interaction noyau­noyau véhiculée

par l’électron : l’interaction pseudo­dipolaire

bHp.dip(ms) = ms

A1A2

2gβB0

�bI+1 bI−2 + bI−1 bI+2
�

.

Cette interaction a la même forme mathématique que le couplage dipolaire entre noyaux mais elle

est nommée pseudo­dipolaire parce qu’elle est indirecte. Dans le cas d’un système paramagnétique

en interaction au moins deux noyaux à spin non­nul, cette interaction est tout aussi générale que le

couplage dipolaire entre les noyaux. Son effet est dans la plupart des cas « invisible » dans les spectres

ENDOR car elle n’agit qu’au troisième ordre par rapport au Zeeman électronique, ce qui n’influence

que la largeur de raie des transitions. β − Ga2O3 : Ti s’est révélé être un système particulièrement

intéressant pour l’étude de cette interaction. Les noyaux concernés étaient les gallium premiers

voisins de part et d’autre d’un ion Ti3+. Dans le cas des trimères asymétriques 69Ga(1)­Ti­71Ga (1)
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l’interaction pseudo­dipolaire n’agit qu’au 3ème ordre par rapport au terme Zeeman électronique

mais malgré cela elle présente déjà une valeur élevée de 0,1 MHz, bien supérieure au couplage

dipolaire entre ces deux noyaux (50 kHz).

La symétrie entre les noyaux joue un rôle important sur l’effet du pseudo­dipolaire. Dans le cas

où les noyaux sont magnétiquement équivalents, dans le cas des trimères symétriques 71Ga(1)­Ti­71Ga (1)

et 69Ga(1)­Ti­69Ga (1), l’interaction pseudo­dipolaire agit cette fois­ci au deuxième ordre par rapport

au terme Zeeman électronique ce qui provoque un effet d’amplification considérable, d’un ordre

de grandeur, par rapport au cas de noyaux magnétiquement inéquivalents (cas du trimère asymé­

trique). C’est ce qui a été observé et interprété dans l’oxyde de gallium dopé. La combinaison de

la symétrie de ces noyaux et du couplage hyperfin élevé conduit à l’apparition des signaux nom­

breux observés à haute fréquence. Dans la majorité des cas répertoriés dans la littérature, l’effet

du pseudo­dipolaire est détecté mais ne mène pas à des éclatements des raies ENDOR. Le cas de

β − Ga2O3 : Ti, est exceptionnel de ce point de vue. Les interactions hyperfines sont tellement

intense, que le pseudo­dipolaire lève la dégénérescence de certaines raies ENDOR qui deviennent

résolues.

Cette interaction est intéressante pour le « calcul quantique », car son intensité permet d’éclater

les raies ENDOR qui se séparent de près de 1 MHz, ce qui présente deux avantages :

– on peut exciter sélectivement ces raies à l’aide d’impulsions radiofréquences courtes (∼ 1µs) ;

– on peut réaliser des portes logiques très rapides (de l’ordre de 1/α∼ 1µs).

Cette interaction permet de réduire considérablement la durée des séquences de calcul. En com­

paraison le couplage J dans les liquides est de l’ordre de 10 Hz, et le couplage dipolaire dans les

solides est de 10 kHz, ce qui conduit à des portes logiques d’une durée plus grande comprise entre

0,1 ms­1 s.

Enfin, les temps de relaxation et de décohérence du système sont un enjeu crucial dans le traite­

ment quantique de l’information. Rappelons que toutes les hypothèses du calcul quantique reposent

sur la manipulation d’états cohérents, et qu’en conséquence la dynamique du système doit le per­

mettre. La dynamique du système de spin de β − Ga2O3 : Ti a été étudiée en conséquence. Pour

les spins électroniques, le temps de relaxation longitudinal a une valeur d’environ 500 µs à 4,2 K

et reste globalement constant jusqu’à 20 K. Au­delà il adopte une dépendance en T−5 qui est as­

sez inhabituelle pour une spin S = 1/2. Du point de vue du concept de bus de spin ce temps est

relativement court et peut constituer un frein pour la manipulation des états nucléaires.

Le temps de mémoire de phase électronique T (e)2 est compris entre 1− 2 µs à la température

de l’hélium liquide. Son étude détaillée a montré qu’il était déterminé principalement par des mé­

canismes de diffusion instantanée et de diffusion spectrale ce qui a montré que le titane est presque

exclusivement sous la forme Ti3+ dans la matrice. Enfin le temps de décroissance des oscillations de

Rabi, de l’ordre de 30­40 ns, ne permet de réaliser que six inversions de population avant de perdre

l’information sur la phase, mais il semble que ce phénomène soit d’origine instrumentale.

Les temps de relaxation nucléaires ont également été caractérisés. De cette étude, qui est moins

complète que celle des électrons, on retiendra que le temps de mémoire de phase est de l’ordre de

grandeur de 60 µs, ce qui permet au mieux d’appliquer une dizaine d’impulsions radiofréquences.
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Cette valeur est trop faible pour réaliser une séquence de calcul complet. Cette décohérence est

sans doute le résultat des interactions pseudo­dipolaires intenses. Du point de vue de la dynamique

β −Ga2O3 : Ti souffre donc de plusieurs déficits, mais ce composé bénéficie d’un registre de qubits

étendu et présente des interactions hyperfines particulièrement élevées. Pour cette raison il constitue

un bon système modèle pour l’étude de la dynamique de spin d’un ensemble de noyaux couplés par

l’intermédiaire d’un électron célibataire et en particulier de la décohérence nucléaire dans ce type

de système. β −Ga2O3 : Ti doit donc être étudié plus en détail afin de comprendre les mécanismes

responsables de la décohérence nucléaire, et de pouvoir éventuellement la limiter. Par exemple, une

étude en fonction de l’angle ou l’emploi de séquence de découplage (comme la séquence SEDOR)

sont des axes de recherches possibles.

Par ailleurs aucune optimisation du matériau n’a été réalisée. En effet l’étude présentée dans

ce manuscrit repose sur l’analyse d’un seul échantillon. Une étude de l’influence de la vitesse de

croissance, du taux de dopage, ou du recuit du matériau sont des pistes à étudier pour amélio­

rer les propriétés dynamiques. En relâchant les contraintes au sein du matériau, il possible que le

temps de relaxation longitudinal des électrons puisse être amélioré, ce qui permettrait d’employer

des séquences ENDOR plus longues. Par ailleurs une réduction du taux de dopage, réduirait les

interactions entre le titane et allongerait les temps de mémoire de phases électroniques.

Cette étude β −Ga2O3 : Ti doit plutôt être envisagée comme un guide vers d’autres bus de spin.

Ces bus de spins pourraient être constitués de clusters de noyaux à spins non nuls couplés via un

électron célibataire inclus dans des matrices sans spins nucléaires, ou des radicaux aromatiques dans

lesquels les électrons sont très délocalisés, et possèdent des temps de relaxation et de décohérence

long.

Enfin, la forte polarisation nucléaire dynamique que présente β −Ga2O3 non dopé pourrait être

employée pour polariser fortement les noyaux de la matrice. Les techniques de RMN pourraient

alors être employées et sans que la polarisation nucléaire soit un problème. . .
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ANNEXE B

Développement perturbatif d’Iwasaki

Les variations angulaires des signaux ENDOR pour chaque noyau pris individuellement ont été
simulées par la méthode des moindres carrés et par essais­erreurs avec l’hamiltonien de spin suivant :

bH0 = β
~bSbg~B0 +

~bS bAi
~bIi +

~bIi
cQ i
~bIi − gn,iβn

~bIi
~B0 (B.0.1)

Dans le référentiel du cristal (~x , ~y,~z)≡ (~c, ~a∗ , ~b), l’expression générale des tenseurs est

bg =



bgx 0 0

0 bg y 0

0 0 bgz


 , bA =




bAx x
bAx y

bAxz

bAy x
bAy y

bAyz

bAzx
bAz y

bAzz


 ,

bQ =




bQ x x
bQ x y

bQ xz

bQ y x
bQ y y

bQ yz

bQzx
bQz y

bQzz


 (B.0.2)

Pour le calcul nous avons utilisé des valeurs approchées au deuxième ordre en appliquant le déve­

loppement perturbatif d’Iwasaki. Soit

~h =




cosθ cosϕ

sinθ cosϕ

sinϕ


 , (B.0.3)

Le vecteur unitaire du champ magnétique extérieur ~B0 où θ et ϕ sont les angles sphériques dans le

référentiel du cristal ~x ′ représente le vecteur transposé de ~x . On définit le vecteur unitaire du champ

effectif perçu par l’électron :

~u= bg.~h/g (B.0.4)
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Annexe B. Développement perturbatif d’Iwasaki

oùg =
p
~h′.bg†.bg.~h.On introduit aussi les tenseursbK �mS

�
= mS

�bAbg/g
�
−gnβnB0bEavec mS le nombre

quantique du spin de l’électron et bE le tenseur identité. Le vecteur unitaire K
�
mS
�

.~h est alors définit

comme :

k
�
mS
�
= K

�
mS
�

.~h/K
�
mS
�

(B.0.5)

avec de la même façon

K
�
mS
�
=

Æ
~h′.bK†

�
mS
�

.bK �mS
�

.~h. (B.0.6)

Les contributions à l’ordre zéro, au premier et deuxième ordre aux valeurs propres de l’hamiltonien

sont données par

E(0)
�
mS , mI

�
= gβB0mS , (B.0.7)

E(1)
�
ms, mI

�
= K

�
ms
�

mI −
1

2

�
~k′.bQ .~k

��
I(I + 1)− 3m2

I

�
, (B.0.8)

E(2)
�
mS , mI

�
=

1

2gβB0
{| A1 |2 mSm2

I − A2

�
S (S + 1)−m2

S

�
mI +

1

2
A3mS

�
I (I + 1)−m2

I

�
}

−
1

2K
�
mS
�{|Q1 |2 mI

�
4I (I + 1)− 8m2

I − 1
�
−

1

4
|Q2 |2 mI

�
2I (I + 1)− 2m2

I − 1
�
}, (B.0.9)

avec mI , le nombre quantique du spin nucléaire et où :

| A1 |2=~k′.bA†.bA.~k−
�
~k′.bA.~u

�2
,

A2 = det
�bA
�
~u′.bA−1.~k

��
,

A3 = Tr
�bA†bA

�
− ~u′.bA†.bA.~u−~k′.bA.bA†.~k+

�
~k′.bA.~u

�2
,

|Q1 |2=~k′.bQ2.~k−
�
~k′.bQ .~k

�2
,

|Q2 |2= 2Tr
�bQ2

�
+
�
~k′.bQ .~k

�2− 4
�
~k′.bQ2.~k

�
.

Code de simulation des variations angulaires

Le code de simulation ENDOR est agencé aussi :

1. L’utilisateur est invité à choisi le plan dans lequel il souhaite faire le simulation, plan ~a∗ , ~b et

~c, puis le noyau ;

2. ENDOR appelle :

(a) les valeurs expérimentales des simulations,

(b) les paramètres des tenseurs associé au noyau,

(c) frequencesENDOR.m qui calcule les angles et les fréquences des transitions en appliquant

la fonction energie.m qui calcule les valeurs de A1, A2,A3. . .

(d) puis trace les variations angulaires, sauvegarde les données et la figure associée.

Listing B.1 – Code de calcul des simulations angulaires "ENDOR"

c lear
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quelPlan=input ( " Quel axe de r o t a t i o n du spec t r e a , b , c ? " , " s " )

i f quelPlan=="a "

p=1; r=0; t=0; #quatre parametres pour determiner dans quel

plan nous a l l o n s tourner

orient="PlanA " ; #pour nommer l e s f i c h i e r s de s o r t i e

corrA=−49/180 pi ;

corrB=0;

corrC=0;

e l s e i f quelPlan=="b "

p=0; r=1; t=0;

orient="PlanB " ;

corrA=0;

corrB=−12.5/180 pi ;

corrC=0;

e l s e i f quelPlan=="c "

p=1; r=0; t=1;

orient="PlanC " ;

corrA=0

corrB=0;

corrC=−20/180 pi ;

end i f

que lSpec t re=input ( " Quel type de s p e c t r e s voulez vous f a i r e (1) 71Ga1 , (2) 69Ga1 , (3) 71

Ga2 , (4) 71Ga3 , (5) 69Ga3 , (6) 71Ga4 , (7) 69Ga4 , (8) Tous ? " , " s " ) ;

i f que lSpec t re=="1"

qui="71Ga1 " ; #pour i d e n t i f i e r l e f i c h i e r de s o r t i e

tenseurs71Ga1 #charge l e s c a r a c t e r i s t i q u e s des noyaux de 71 Ga premiers v o i s i n s

donneesExp71Ga1 #charge l e s donnees exper imenta les

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data

nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;

save ( ’−a s c i i ’ , qui , ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f que lSpec t re=="2"

tenseurs69Ga1 #charge l e s c a r a c t e r i s t i q u e s des noyaux de 71 Ga premiers v o i s i n s

qui="69Ga1 " ;

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

donneesExp69Ga1 #charge l e s donnees

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data

nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;
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save ( ’−a s c i i ’ ,nom, ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f que lSpec t re=="3"

tenseurs71Ga2

qui="71Ga2 " ;

quelPlan=input ( " Quel axe de r o t a t i o n du spec t r e a , b , c ? " , " s " )

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

donneesExp71Ga2 #charge l e s donnees exper imenta les

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data

nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;

save ( ’−a s c i i ’ ,nom, ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f que lSpec t re=="4"

tenseurs71Ga3

qui="71Ga3 " ;

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

donneesExp71Ga3 #charge l e s donnees exper imenta les

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data

nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;

save ( ’−a s c i i ’ ,nom, ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f que lSpec t re=="5"

tenseurs69Ga3

qui="69Ga3 " ;

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

donneesExp69Ga3 #charge l e s donnees exper imenta les

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data

nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;

save ( ’−a s c i i ’ ,nom, ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f reponse=="6"

tenseurs71Ga4

qui="71Ga4 " ;

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

donneesExp71Ga4 #charge l e s donnees exper imenta les

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data
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nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;

save ( ’−a s c i i ’ ,nom, ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f que lSpec t re=="7"

tenseurs69Ga4

qui="69Ga4 " ;

frequencesEndor #c a l c u l e l e s va l eu r s des t r a n s i t i o n s

donneesExp69Ga4 #charge l e s donnees exper imenta les

plot (x , f req , data ( : , 1 ) , data ( : , 2 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 3 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 4 )

, " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 5 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 6 ) , " x " , data ( : , 1 ) , data ( : , 7 ) , " x

" ) #on trace l e s va l eu r s c a l c u l e e s e t l e s va l eu r s exper imenta les contenues

dans data

nomsvg=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / " , qui , " − " , orient , " . eps " ] ;

nom=[" T r a n s i t i o n s / spec t r e " , qui , orient , " . t x t " ] ;

save ( ’−a s c i i ’ ,nom, ’ t r a n s i t i o n s ’ )

e l s e i f que lSpec t re=="8"

tenseurs71Ga1

frequencesEndor

donneesExp71Ga1

data71Ga=data ;

freq71Ga=f r eq ;

x71Ga=x ;

tenseurs69Ga1

frequencesEndor

donneesExp69Ga1

data69Ga=data ;

freq69Ga=f r eq ;

x69Ga=x ;

tenseurs71Ga2

frequencesEndor

donneesExp71Ga2

data71Ga7eme=data ;

freq71Ga7eme=f r eq ;

x71Ga7eme=x ;

tenseurs71Ga3

frequencesEndor

donneesExp71Ga3

data71Ga2eme=data ;

freq71Ga2eme=f r eq ;

x71Ga2eme=x ;

tenseurs69Ga3

frequencesEndor

donneesExp69Ga3

data69Ga2eme=data ;

freq69Ga2eme=f r eq ;

x69Ga2eme=x ;

plot (x71Ga , freq71Ga , x69Ga , freq69Ga , x71Ga7eme , freq71Ga7eme ,

x71Ga2eme , freq71Ga2eme , x69Ga2eme , freq69Ga2eme , data71Ga
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( : , 1 ) , data71Ga ( : , 2 ) , " x " , data71Ga ( : , 1 ) , data71Ga ( : , 3 ) , " x " ,

data71Ga ( : , 1 ) , data71Ga ( : , 4 ) , " x " , data71Ga ( : , 1 ) , data71Ga ( : , 5 )

, " x " , data71Ga ( : , 1 ) , data71Ga ( : , 6 ) , " x " , data71Ga ( : , 1 ) , data71Ga

( : , 7 ) , " x " , data71Ga7eme ( : , 1 ) , data71Ga7eme ( : , 2 ) , " x " ,

data71Ga7eme ( : , 1 ) , data71Ga7eme ( : , 3 ) , " x " , data71Ga7eme ( : , 1 ) ,

data71Ga7eme ( : , 4 ) , " x " , data71Ga7eme ( : , 1 ) , data71Ga7eme ( : , 5 ) , "

x " , data71Ga7eme ( : , 1 ) , data71Ga7eme ( : , 6 ) , " x " , data71Ga7eme

( : , 1 ) , data71Ga7eme ( : , 7 ) , " x " , data69Ga ( : , 1 ) , data69Ga ( : , 2 ) , " x

" , data69Ga ( : , 1 ) , data69Ga ( : , 3 ) , " x " , data69Ga ( : , 1 ) , data69Ga

( : , 4 ) , " x " , data69Ga ( : , 1 ) , data69Ga ( : , 5 ) , " x " , data69Ga ( : , 1 ) ,

data69Ga ( : , 6 ) , " x " , data69Ga ( : , 1 ) , data69Ga ( : , 7 ) , " x " ,

data71Ga7eme ( : , 1 ) , data71Ga2eme ( : , 2 ) , " x " , data71Ga2eme ( : , 1 ) ,

data71Ga2eme ( : , 3 ) , " x " , data71Ga2eme ( : , 1 ) , data71Ga2eme ( : , 4 ) , "

x " , data71Ga2eme ( : , 1 ) , data71Ga2eme ( : , 5 ) , " x " , data71Ga2eme

( : , 1 ) , data71Ga2eme ( : , 6 ) , " x " , data71Ga2eme ( : , 1 ) , data71Ga2eme

( : , 7 ) , " x " , data69Ga2eme ( : , 1 ) , data69Ga2eme ( : , 2 ) , " x " ,

data69Ga2eme ( : , 1 ) , data69Ga2eme ( : , 3 ) , " x " , data69Ga2eme ( : , 1 ) ,

data69Ga2eme ( : , 4 ) , " x " , data69Ga2eme ( : , 1 ) , data69Ga2eme ( : , 5 ) , "

x " , data69Ga2eme ( : , 1 ) , data69Ga2eme ( : , 6 ) , " x " , data69Ga2eme

( : , 1 ) , data69Ga2eme ( : , 7 ) , " x " )

#axis ([−90 ,100 ,22 ,75] , " manual " ) ;

nomsvg=[" F igures / s p e c t r e T o t a l " , orient , " . svg " ] ;

nomeps=[" F igures / s p e c t r e T o t a l " , orient , " . eps " ] ;

end i f

#on sauvegarde l e s s p e c t r e s

t i t r e =[" Rotat ion dans l e plan " , quelPlan ] ;

t i t l e ( t i t r e ) ;

xlabel ( " Angle ( Degres ) " )

ylabel ( " Frequence (MHz) " )

print (nomsvg , ’−dsvg ’ )

print (nomeps , ’−deps ’ )

Listing B.2 – Valeurs expérimentales pour 71Ga(1)

i f p==1

i f t==0

data=load ( "71 Ga1PlanA . t x t " ) ;

e l s e i f t==1

data=load ( "71 Ga1PlanC . t x t " ) ;

end i f

e l s e i f p==0

i f t==0

data=load ( "71 Ga1PlanB . t x t " ) ;

end i f

end i f

Listing B.3 – Tenseurs pour 71Ga(1)

%t e n s e u r s du 71Ga 1 er v o i s i n

I=3/2;
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S=1/2;

nuGa=4.55729;

%dÃ©f in i t i on s des v a l e u r s des t e n s e u r s g , A e t Q

gx=1.923;

gy=1.949;

gz=1.850;

%Ax=128.25;

%Ay=126.42;

%Az=132.89;

%

%Qx=0.82;

%Qy=−0.056;E

%Qz=−0.768;

Ax =128.1;

Ay= 126.9;

Az= 132.6;

Qx=2.59;

Qy= −0.132;

Qz=−2.41;

g=[gx ,0 ,0 ;0 , gy ,0 ;0 ,0 , gz ] ;

A=[Ax ,0 ,0 ;0 , Ay ,0 ;0 ,0 , Az ] ;

Q=1/3 [Qx,0 ,0 ;0 ,Qy ,0 ;0 ,0 ,Qz ] ;

Listing B.4 – Code de calcul des variations angulaires

#matr ice de r o t a t i o n pour tenseur s A et P non coaxiaux

#r=[cos ( alpha ) cos ( beta ) cos (gamma)−sin ( alpha ) sin (gamma) , sin ( alpha ) cos ( beta ) cos (

gamma)+cos ( alpha ) sin (gamma) ,− sin ( beta ) cos (gamma) ;−cos ( alpha ) cos ( beta ) sin (gamma)

−sin ( alpha ) cos (gamma) ,− sin ( alpha ) cos ( beta ) sin (gamma)+cos ( alpha ) cos (gamma) , sin (

beta ) sin (gamma) ; cos ( alpha ) sin ( beta ) , sin ( alpha ) sin ( beta ) , cos ( beta ) ] ;

#a p p l i c a t i o n de l a r o t a t i o n au tenseur P

#p=r ’ p i n i t r ;

#Ca lcu l des va l eu r s de l a frequence

npts=180; #domaine sur l eque l on va t r a c e r : 180 degre tous l e s degres

for i=1: npts

phi=r ( i /npts ) pi+t pi/2+corrB ; #l e s c o e f f i c i e n t s p q r e t t permettent de

c h o i s i r l e plan dans l eque l l a r o t a t i o n va e t r e f a i t e

the ta=p ( i /npts ) pi+r pi /2−0 p pi/2+corrA+corrC ;

i f quelPlan=="a "

x ( i )=the ta 180/ pi ;

e l s e i f quelPlan=="b "

x ( i )=phi 180/ pi ;

e l s e i f quelPlan=="c "

31



Annexe B. Développement perturbatif d’Iwasaki

x ( i )=the ta 180/ pi ;

end i f

# c a l c u l des c o e f f i c i e n t s de l a formule d Iwasaki pour ms=−1/2

ms=−0.5;

for j =1:2 I

mi=−I−1+ j ;

f r eq ( i , j , 1 )=abs ( energ ie (g , A ,Q, nuGa , S , I , theta , phi , ms , mi+1)−energ ie (g , A ,Q, nuGa , S ,

I , theta , phi , ms , mi) ) ;

endfor

# c a l c u l des c o e f f i c i e n t s de l a formule d Iwasaki pour ms=+1/2

ms=0.5;

for j =1:2 I

mi=−I−1+ j ;

f r eq ( i , j , 2 )=abs ( energ ie (g , A ,Q, nuGa , S , I , theta , phi , ms , mi+1)−energ ie (g , A ,Q, nuGa , S ,

I , theta , phi , ms , mi) ) ;

endfor

a ( i )=i ;

endfor

t r a n s i t i o n s=[x ( : ) , f r eq ( : , : , 1 ) , f r eq ( : , : , 2 ) ] ;

#axis ([0 ,180 ,50 ,75] , " manual " )

Listing B.5 – Code de calcul des niveaux d’énergies

function renvo i=energ ie (g , A ,Q, nuGa , S , I , theta , phi , ms , mi)

h=[sin ( the ta ) cos ( phi ) ; sin ( the ta ) sin ( phi ) ; cos ( the ta ) ] ; #pour ne pas a avo i r

Ã r e f l e c h i r quand j e f a i s l e programme

#d e f i n i t i o n de l a va leur e f f e c t i v e du g

g e f f=sqrt (h ’ g ’ g h) ;

#c a l c u l en chaque point de l a va leur du champ de resonance en fonc t i on de l a

p o s i t i o n e t de l a frequence de resonance des noyaux

b0=6.6210^(−34) 9 .5 10^9/ ( g e f f 9.27399999 10^(−28) ) ;

nuN=nuGa/3500 b0 ;

u=1/g e f f g h ;

K1=A g ms/ gef f−nuN eye (3) ;

K=sqrt (h ’ K1 ’ K1 h) ;

k=K1 h/K;

A1=k ’ A A ’ k−(k ’ A u)^2;

A2=det (A) ( u ’ i nve r s e (A) k) ;
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A3=trace (A ’ A)−(u ’ A ’ A u)−(k ’ A A ’ k )+(k ’ A u)^2;

Q0=−k ’ Q k ;

Q1=(k ’ Q Q k)−(k ’ Q k)^2;

Q2=2 trace (Q Q)+(k ’ Q k)^2−4(k ’ Q Q k) ;

renvo i=9500 ms+K mi+1/2 Q0 ( I ( I+1)−3 mi^2)+1/(2 9500) ( A1 ms ( mi) 2̂−A2 ( mi) ( S

( S+1)−ms^2)+1/2 A3 ms ( I ( I+1)−(mi)^2)) −1/(2 K) ( Q1 ( mi) ( 4 I ( I+1)−8 (mi)

^2−1)−1/4 Q2 ( mi) ( 2 I ( I+1)−2 (mi)^2−1)) ; #tout compris . .

endfunct ion

Tenseurs dans le repère
�
~c, ~a∗ ,~b

�

71Ga(1)

71bA(1) =




71Ax(1) 0 0

0 71Ay(1) 0

0 0 71Az(1)


 =




128.1± 0.2 0 0

0 126.9± 0.5 0

0 0 132.6± 0.5




71bQ(1) =




71Q x(1) 0 0

0 71Q y(1) 0

0 0 71Qz(1)


 =

1

3




2.59 0 0

0 −0.132 0

0 0 −2.41




69Ga(1)

69bAC = 71bA
69 gn
71 gn




69Ax 0 0

0 69Ay 0

0 0 69Az


 =




100.81 0 0

0 99.87 0

0 0 104.36




69bQC = 71bQ
69Qn
71Qn




69Q x 0 0

0 69Q y 0

0 0 69Qz


 =

1

3




4.10 0 0

0 0.209 0

0 0 −3.86




71Ga(2)

71bA(2) =




71Ax(2) 0 0

0 71Ay(2) 0

0 0 71Az(2)


 =




59.6± 0.2 0 0

0 59.0± 0.5 0

0 0 63.8± 0.3




71bQ(2) =




71Q x(2) 0 0

0 71Q y(2) 0

0 0 71Qz(2)


 =

1

3




1.51 0 0

0 0.23 0

0 0 −1.74



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71Ga(3)

71bA(3) =




71Ax(3) 0 0

0 71Ay(3) 0

0 0 71Az(3)


 =




44.6 −2.7 0

−2.7 45 0

0 0 42.7




71bQ(3) =




71Q x(3) 0 0

0 71Q y(3) 0

0 0 71Qz(3)


 =

1

3



−4.7 2 0

2 5 0

0 0 −0.3




71Ga(4)

71bA(4) =




71Ax(4) 0 0

0 71Ay(4) 0

0 0 71Az(4)


 =




44.6 −2.7 0

−2.7 45 0

0 0 42.7




71bQ(4) =




71Q x(4) 0 0

0 71Q y(4) 0

0 0 71Qz(4)


 =

1

3



−5 0.1 0

0.1 5.3 0

0 0 −0.3



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ANNEXE C

Effet isotopique du couplage pseudo-dipolaire

L’hamiltonien général d’un électron couplant avec N noyaux est donné par

bH0 = β~bSbg~B0

︸ ︷︷ ︸
bHe

+
∑

i≤N

�
~bS bAi
~bIi +

~bIi
cQ i
~bIi − gn,iβn

~bIi
~B0

�

︸ ︷︷ ︸
bHN

(C.0.1)

où la somme sur i s’effectue sur les N noyaux en interaction ~bS, ~bI . Les états propres de bHe et bHN sont

notés respectivement |S, ms〉 et |Ii , mi〉. Si l’on considère le cas de deux noyaux couplés de façon

isotrope à un électron alors l’équation précédente peut se noter :

bH0 = β~bSbg~B0+
~bS.
�

A1
~bI1+ A2

~bI2

�
+

~bI1
cQ1
~bI1+

~bI2
cQ2
~bI2− βn

�
gn,1
~bI1+ gn,2

~bI2

�
~B0. (C.0.2)

Dans le cas qui nous concerne, l’hamiltonien de Zeeman électronique bHe est de l’ordre de 10 GHz,

tandis que l’hamiltonien nucléaire bHn est dominé par le couplage hyperfin, et ne dépasse pas Ai ≈
100 MHz. L’hamiltonien nucléaire peut donc être traité comme une perturbation du hamiltonien de

Zeeman électronique bHe. En appliquant la procédure de développement de Pryce (1950) employée

à la fois par Feuchtwang (1962) et Schoemaker (1968) on obtient l’hamiltonien effectif suivant

bH ′0(ms) = E(ms) + bPms
bHN
bPms
+
∑

m′s 6=ms

bPms
bHN
bPm′s
bHN
bPms

E(m′s)− E(ms)
(C.0.3)

où bPms
représente l’opérateur de projection sur le sous­espace ms. L’hamiltonien effectif bH ′0

�
ms
�

est

une approximation au deuxième ordre de l’hamiltonien exact bH0 dans le sous­espace électronique

ms. Les valeurs propres approchée de bH0 au deuxième ordre sont les valeurs propres du hamiltonien
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Annexe C. Effet isotopique du couplage pseudo­dipolaire

effectif bH ′0(ms)qui peut être ré­écrit :

bH ′0(ms) = gβmsB0+ms

�
A1bIz,1+ A2bIz,2

�
+

+
ms

2gβB0

h
A2

1

�
bI2

1− bI2
z,1

�
+ A2

2

�
bI2

2− bI2
z,2

�i

+ms

A1A2

2gβB0

�bI+1 bI−2 + bI−1 bI+2
�

−
1

4gβB0

�
A2

1
bIz,1+ A2

2
bIz,2

�
+ bHQ + bHn.z., (C.0.4)

où bHQ =
~bI1
cQ1
~bI1+

~bI2
cQ2
~bI2 et bHn.z. = −βn

�
gn,1
~bI1+ gn,2

~bI2

�
~B0.

Dans l’équation ci­dessus, le terme

bHp.dip
�
ms
�
= ms

A1A2

2gβB0

�bI+1 bI−2 + bI−1 bI+2
�

(C.0.5)

représente une interaction indirecte entre les deux noyaux, portée par l’électron non apparié. Elle

est appelée interaction pseudo­dipolaire par Schoemaker (1968). Cette interaction mélange les états

|m1; m2〉 avec |m1− 1; m2+ 1〉 et |m1+ 1; m2− 1〉. En posant :

bH(1)h. f = ms

�
A1bIz,1+ A2bIz,2

�
(C.0.6)

bH(2)h. f =
ms

2gβB0

h
A2

1

�
bI2

1− bI2
z,1

�
+ A2

2

�
bI2

2− bI2
z,2

�i
−

1

4gβB0

�
A2

1
bIz,1+ A2

2
bIz,2

�
+

ms

A1A2

2gβB0

�bI+1 bI−2 + bI−1 bI+2
�

(C.0.7)

Dans notre cas, les ordres de grandeurs sont les suivants

1. gβB0 ≈ 9500 MHz ;

2. bH(1)h. f ≈ Ai ≈ 100 MHz ;

3. bH(2)h. f ≈
A2

i

gβB0
≈ 1 MHz ;

4. bHQ ≈ bHn.z. ≈ 1 MHz.

ce qui permet de traiter bH(2)h. f +
bHQ + bHn.z. comme des perturbations de bH(1)h. f .

C.1 Cas de noyaux non équivalents

À l’ordre 0, les états propres de ce système sont ceux de bH(1)h. f ., |S, ms〉|I1, m1; I2, m2〉 ≡ |ms〉|m1; m2〉.
Le couplage hyperfin est ici différent entre les deux noyaux A1 6= A2, et les états sont non­dégénérés

et au premier ordre les valeurs propres de bH ′0
�
ms
�

sont données directement par les éléments dia­

gonaux et les valeurs propres approchées sont

E(0)
�

ms,m1, m2

�
= gβB0mS +mS

�
A1m1+ A2m2

�
, (C.1.1)
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C.1. Cas de noyaux non équivalents

E(1)n.z.,Q

�
ms,m1, m2

�
= −βnB0(gn,1m1+ gn,2m2) +

1

2
Cq,1

�
3m2

1− I1
�

I1+ 1
��
+

1

2
Q2

�
3m2

2− I2
�

I2+ 1
��

(C.1.2)

E(1)h. f .

�
ms,m1, m2

�
=

A2
1

2gβB0
ms

�
I1(I1+ 1)−m2

1

�
+

A2
2

2gβB0
ms

�
I2(I2+ 1)−m2

2

�
−

1

4gβB0
(A2

1m1+ A2
2m2) (C.1.3)

Dans les équations ci­dessus, nous avons considéré que le tenseur quadrupolaire était axial pour les

deux noyaux et que Q1 et Q2 sont les valeurs effectives du tenseurs bQ i le long du champ magnétique.

Les termes E(1)n.z.,Q et E(1)h. f . représentent les contributions au premier ordre des composantes bHQ,

bHn.z. et bH(2)h. f par rapport au hamiltonien effectif bH ′0
�
ms
�
, donc au deuxième ordre par rapport au

hamiltonien total bH0. Dans le cas de noyaux non­équivalents, le terme pseudo­dipolaire n’intervient

pas dans la partie diagonale du hamiltonien effectif et contribue seulement au deuxième ordre par

rapport à bH ′0
�
ms
�

:

E(2)
�
ms, m1, m2

�
=

��〈m1, m2| bHp.dip.
�
ms
�
|m1− 1, m2+ 1〉

��2

E(0)
�
ms, m1, m2

�
− E(0)

�
ms, m1− 1, m2+ 1

� +
��〈m1, m2| bHp.dip.

�
ms
�
|m1+ 1, m2− 1〉

��2

E(0)
�
ms, m1, m2

�
− E(0)

�
ms, m1+ 1, m2− 1

�

= 2

�
msA1A2

2gβB0

�2 m1

�
I2(I2+ 1)−m2

1

�
−m2

�
I1(I1+ 1)−m2

1

�

ms
�
A1− A2

� . (C.1.4)

Ces corrections sont donc un effet du troisième ordre du hamiltonien total bH0, et l’ordre de grandeur

associé est A3/
�

gβB0
�2. À titre d’illustration l’hamiltonien effectif dans le cas d’un spin I1 = I2 = 1/2

a pour représentation dans la base des états |ms; m1; m2〉




(A1+A2)ms−(ν1+ν2)
2

+
(A2

1+A2
2)(−1+2ms)
8gβB0

0 0 0

0
(−A1+A2)ms−(−ν1+ν2)

2

+
(A2

2(−1+2ms)+A2
1(1+2ms))

8gβB0

A1A2ms

2gβB0
0

0 A1A2ms

2gβB0

(A1−A2)ms−(ν1−ν2)
2

+
(A2

2(1+2ms)+A2
1(−1+2ms))

8gβB0

0

0 0 0
−(A1+A2)ms−(ν1+ν2)

2

+
(A2

1+A2
2)(1+2ms)

8gβB0




(C.1.5)
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Les états de base étant proches de |ms〉|m1; m2〉, les règles de sélection ENDOR sont inchangées, et

sont

∆ms = 0,∆m1 = ±1,∆m2 = 0

ou

∆ms = 0,∆m1 = 0,∆m2 = ±1.

Pour une transition |m1; m2〉 ↔ |m1 + 1; m2〉 sur le noyaux 1, en prenant en compte l’effet du

pseudo­dipolaire, la fréquence ENDOR est donnée par la relation suivante

ν
�
m1+ 1↔ m1, m2

�
= | msA1−

msA
2
1

�
2m1+ 1

�

2gβB0
−

A2
1

4gβB0
− βnB0 gn,1+

3

2
Q1
�
2m1+ 1

�
+

2ms

�
A1A2

2gβB0

�2 I2
�

I2+ 1
�
−m2

2+ 2m1m2+m2

A1− A2
| (C.1.6)

En première approximation, on peut négliger l’effet du pseudo­dipolaire, et l’on prévoit alors,
�
2I1+ 2I2

�
×

(2S + 1) raies ENDOR. Si le spin électronique vaut S = 1/2 et les deux noyaux de spin I1 = I2 = 3/2,

on prévoit 2× 6 raies. Chaque noyau donne en effet 6 raies, et peut être considéré indépendant du

second. Chaque transition ENDOR du noyaux 1 possède donc un dégénérescence de 2I2+ 1 corres­

pondant au spectre des valeurs de m2. Ce raisonnement est identique pour le noyau 2.

En prenant en compte l’effet de l’interaction noyau­noyau, une partie de cette dégénérescence

est levée car on note dans le dernier terme de l’équation que la fréquence dépend de l’état du

deuxième noyau par le biais de m2. L’effet de ce terme reste relativement faible, il dépend en effet

comme �
A1A2/gβB0

�2

�
A1− A2

� ≈ 0, 06 MHz (C.1.7)

pour A1 ≈ 128 MHz et A2 ≈ 100 MHz. Dans le cas de deux spins nucléaires I1 = I2 = 1/2, il n’y

a pas d’éclatement mais seulement un décalage de ms
�
A1A2/gβB0

�2
/
�
A1− A2

�
de la transition

−1/2↔ 1/2. En revanche dans le cas où I1 = I2 = 3/2, le calcul prévoit alors une levée partielle de

la dégénérescence des transitions. Dans le cas où l’état du noyaux 2 est dans les états m2 et m′2 tel que

m2+m′2 = 2m1+1, alors les transitions restent dégénérées. Ainsi les transitions ENDOR du noyaux

1 −3/2↔−1/2 seront toujours dégénérée lorsque
¦

m2, m′2
©
= {−1/2,−3/2} et de la même façon¦

m2, m′2
©
= {−1/2, 1/2} ou {−3/2,3/2} pour la transition −1/2↔ 1/2 et

¦
m2, m′2

©
= {1/2, 3/2}

pour la transition 1/2↔ 3/2. Par conséquent chacune des 6 transitions ENDOR devrait éclater en

deux voir trois raies sous l’effet du pseudo­dipolaire.

On notera cependant que si l’écart entre A1et A2 diminue, l’effet devient alors de plus en plus

important puisqu’il dépend en
1

A1− A2
(C.1.8)

c’est­à­dire à mesure que les noyaux deviennent équivalents. Cette approche n’explique cependant

pas tous les éclatements calculés par diagonalisation. L’analyse de la base des états propres dans ce
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cas sont un mélange des états ms. Un effet au troisième ordre par rapport à ms pourrait expliquer

ces propriétés, mais sont d’un intérêt relatif.

C.2 Cas de noyaux équivalents

Quand les noyaux correspondent au même isotope I1 = I2 = I et qu’ils sont magnétiquement

équivalents alors A1 = A2 = A et Q1 = Q2 = Q, le terme pseudo­diplaire intervient alors au pre­

mier ordre par rapport au hamiltonien effectif bH ′0
�
ms
�
, et donc au deuxième ordre par rapport au

hamiltonien total. Comme ~B0 est un pseudo vecteur, l’hamiltonien C.0.1 est invariant par l’échange

des deux noyaux. Les états propres du système à l’ordre 0 doivent donc respecter la symétrie cette

équation et sont donc des états symétriques ou antisymétriques

|I , m1, m2,P 〉 =
1
p

2

�
|I1 = I , m1, I2 = I , m2〉+P |I2 = I , m2, I1 = I , m1〉

�
, (C.2.1)

où on pose P = ±1 la parité de l’état dans l’équation C.0.2. Si l’on ne prend pas en compte l’effet

du pseudo dipolaire, les états à m1 et m2 fixés mais de parité P différente sont dégénérés. Par son

effet au premier ordre sur l’hamiltonien effectif bH ′0
�
ms
�

lève la dégénérescence de ces états dans

le cas m1 = m2 ± 1 et provoque un mélange des états de même valeur de M = m1 + m2 ce qui

conduit à d’autre éclatement d’énergie au deuxième ordre, mais que nous ne développerons pas ici

(Feuchtwang 1962). Au premier ordre les énergies sont données par

E(0)
�

ms,m1, m2,P
�
= gβB0mS + Ams(m1+m2), (C.2.2)

E(1)n.z.,Q

�
ms,m1, m2,P

�
= −gnβnB0(m1+m2)

+
3

2
Q

�
m2

1+m2
2−

2

3
I(I + 1)

�
(C.2.3)

E(1)h. f .

�
ms,m1, m2,P

�
=

A2

2gβB0
ms

�
2I(I + 1)− (m2

1+m2
2)
�
−

A2

4gβB0
(m1+m2)+

P
A2

2gβB0
ms
�

I(I + 1)−m1m2
�
[δ(m1, m2− 1) +δ(m1, m2+ 1)] (C.2.4)

en ayant posé par δ la distribution de kronecker. Par rapport au cas de noyaux non­équivalents, le

pseudo­dipolaire génère l’apparition du dernier terme dans E(1)h. f .. Le diagramme de niveau d’énergie

pour le sous­espace ms = −1/2 et dans le cas de spin I1 = I2 = 3/2, est représenté Fig. C.2.1. Les

règles de sélection pour ces transitions sont alors

∆ms = 0,∆m1 = ±1,∆m2 = 0,∆P = 0 (C.2.5)
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ou

∆ms = 0,∆m1 = 0,∆m2± 1,∆P = 0 (C.2.6)

La parité doit être conservée à nouveau car, le champ magnétique est un pseudo­vecteur. Pour un

état donné |I , m1, m2,P 〉 quatre transitions sont possibles, ms = −1/2

1. |I , (m1+ 1), m2,±1〉= 1p
2

�
|m1+ 1; m2〉 ± |m2; m1+ 1〉

�

2. |I , (m1− 1), m2,±1〉= 1p
2

�
|m1− 1; m2〉 ± |m2; m1− 1〉

�

3. |I , m1, (m2+ 1),±1〉= 1p
2

�
|m1; m2+ 1〉 ± |m2+ 1; m1〉

�

4. |I , m1, (m2− 1),±1〉= 1p
2

�
|Im1; m2− 1〉 ± |m2− 1; m1〉

�

La fréquence de la transition m1↔ m1+ 1 pour le noyaux 1 s’exprime par

ν =| msA− gnβnB0+
�
2m1+ 1

��3
2
Q− msA

2

2gβB0

�
− A2

4gβB0

+msP A 2

2gβB0

��
I (I+ 1)−

�
m1+ 1

�
m2
��
δ
�
m1+ 1, m2− 1

�
+δ

�
m1+ 1, m2+ 1

��

−
�

I (I+ 1)−m1m2
��
δ
�
m1, m2− 1

�
+δ

�
m1, m2+ 1

��	
|

(C.2.7)

Dans ce cas l’effet du pseudo dipolaire est beaucoup plus intense, de l’ordre de α = A2/gβB0 ≈
1 MHz et génère alors des éclatement beaucoup plus grands que dans le cas de noyaux inéquivalents.

Les niveaux d’énergie et les fréquences calculées sont reportées dans les tableaux C.2.1 et C.2.2.

TABLEAU C.2.1 – Niveaux d’énergies dans le cas de paires symétriques obtenues pour le sous es­
pace ms = − 1

2
. A valeur du couplage hyperfin isotrope, Qvaleur effective du

couplage quadrupolaire pour la direction, νn fréquence Zeeman nucléaire et
α= A2/gβB0.

État Énergie

1 |3
2
, 3

2
,+〉 − gβB0

2
− 3

2
A− 3νn− 6α+ 9

2
Q

2 |3
2
, 1

2
,+〉 − gβB0

2
− A− 2νn− 10α+ 5

2
Q

3 |3
2
, 1

2
,−〉 − gβB0

2
− A− 2νn− 4α+ 5

2
Q

4 |3
2
,−1

2
,+〉 − gβB0

2
− 1

2
A− νn− 6α+ 5

2
Q

5 |3
2
,−1

2
,−〉 − gβB0

2
− 1

2
A− νn− 6α+ 5

2
Q

6 |3
2
,−3

2
,+〉 − gβB0

2
− 3α+ 9

2
Q

7 |3
2
,−3

2
,−〉 − gβB0

2
− 3α+ 9

2
Q

8 |1
2
, 1

2
,+〉 − gβB0

2
− 1

2
A− νn− 8α+ 1

2
Q

9 |1
2
,−1

2
,+〉 − gβB0

2
− 11α+ 1

2
Q

10 |1
2
,−1

2
,−〉 − gβB0

2
− 3α+ 1

2
Q

11 |1
2
,−3

2
,+〉 − gβB0

2
+ 1

2
A+ νn− 4α+ 5

2
Q

12 |1
2
,−3

2
,−〉 − gβB0

2
+ 1

2
A+ νn− 4α+ 5

2
Q

13 | − 1
2
,−1

2
,+〉 − gβB0

2
+ 1

2
A+ νn− 6α+ 1

2
Q

14 | − 1
2
,−3

2
,+〉 − gβB0

2
+ A+ 2νn− 6α+ 5

2
Q

15 | − 1
2
,−3

2
,−〉 − gβB0

2
+ A+ 2νn+

5
2
Q

16 | − 3
2
,−3

2
,+〉 − gβB0

2
+ 3

2
A+ 3νn+

9
2
Q
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FIGURE C.2.1 – (a) Diagramme de niveaux d’énergies pour le sous­espace ms = −1/2 pour
des clusters symétrique 71Ga(1)­Ti­71Ga (1) calculé par calcul de perturbation au
deuxième ordre pour ~B0 ‖ ~c. (b) Spectre ENDOR correspondant. En traits pleins
et flèches pleines représentent les transitions autorisées (∆mi = ±1, ∆m j = 0,�

i, j
	
= {1,2}) et en les traits en pointillés flèches en pointillés représentent les

transitions partiellement autorisées ∆mi = ±1, ∆m j = ∓2,
�

i, j
	
= {1, 2}).
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TABLEAU C.2.2 – Transitions ENDOR autorisées et partiellement autorisées, dans le cas de paires
symétriques ms = − 1

2

État
N° initial final Spin changé Transition Fréquences

1 1 2 2 |3
2
, 3

2
,+〉 → |3

2
, 1

2
,+〉 1

2
A+ νn− 4α− 2Q

2 2 4 2 |3
2
, 1

2
,+〉 → |3

2
,−1

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 4α

3 2 8 1 |3
2
, 1

2
,+〉 → |1

2
, 1

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 2α− 2Q

4 3 5 2 |3
2
, 1

2
,−〉→ |3

2
,−1

2
,−〉 1

2
A+ νn− 2α

5 4 6 2 |3
2
,−1

2
,+〉 → |3

2
,−3

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 3α+ 2Q

6 4 9 1 |3
2
,−1

2
,+〉 → |1

2
,−1

2
,+〉 1

2
A+ νn− 5α− 2Q

7 5 7 2 |3
2
,−1

2
,−〉→ |3

2
,−3

2
,−〉 1

2
A+ νn+ 3α+ 2Q

8 5 10 1 |3
2
,−1

2
,−〉→ |1

2
,−1

2
,−〉 1

2
A+ νn+ 3α− 2Q

9 6 8 1 & 2 |3
2
,−3

2
,+〉 → |1

2
, 1

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 5α+ 4Q

10 6 11 1 |3
2
,−3

2
,+〉 → |1

2
,−3

2
,+〉 1

2
A+ νn−α− 2Q

11 6 13 1 & 2 |3
2
,−3

2
,+〉 → |− 1

2
,−1

2
,+〉 1

2
A+ νn− 3α− 4Q

12 7 12 1 |3
2
,−3

2
,−〉→ |1

2
,−3

2
,−〉 1

2
A+ νn−α− 2Q

13 8 9 2 |1
2
, 1

2
,+〉 → |1

2
,−1

2
,+〉 1

2
A+ νn− 3α

14 9 11 2 |1
2
,−1

2
,+〉 → |1

2
,−3

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 7α+ 2Q

15 9 13 1 |1
2
,−1

2
,+〉 → |− 1

2
,−1

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 5α

16 10 12 2 |1
2
,−1

2
,−〉→ |1

2
,−3

2
,−〉 1

2
A+ νn−α+ 2Q

17 11 14 1 |1
2
,−3

2
,+〉 → |− 1

2
,−3

2
,+〉 1

2
A+ νn− 2α

18 12 15 1 |1
2
,−3

2
,−〉→ |− 1

2
,−3

2
,−〉 1

2
A+ νn+ 4α

19 13 14 2 | − 1
2
,−1

2
,+〉 → |− 1

2
,−3

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 2Q

20 14 16 1 | − 1
2
,−3

2
,+〉 → |− 3

2
,−3

2
,+〉 1

2
A+ νn+ 6α+ 2Q

Code de calcul, application au Ti dans β-Ga2O3 En pratique, le système que l’on étude est un cas

limite, nous n’avons pas de prédominance d’un des termes, cela va donc nécessiter d’avoir recours au

deuxième ordre quadrupolaire, et de prendre en compte les autres transitions. Les niveaux d’énergies

ont été ré­exprimés ainsi, dans le cas plus général (formules de Schoemaker (1968))

E(ms) = ms gβB0+ Kn1+

�
D2

2gβB0

�
n2+

�
(B2+ C2)

4gβB0

�
n3

︸ ︷︷ ︸
(1)

+

�
(B2+ C2)

4gβB0

�
n4

︸ ︷︷ ︸
(2)

+

�
−

BC

4gβB0
+ T B0M

�
n5+ (S

2−
1

2
R2)n6.

où

– n1 = ms(m1+m2)

– n2 = ms(m1+m2)
2

– n3 = ms(2I(I + 1)− (m2
1+m2

2))

– n4 = msP (I(I + 1)−m1m2)[δ(m1, m2− 1) +δ(m1, m2+ 1)]

– n5 = m1+m2 = M
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C.2. Cas de noyaux équivalents

– n6 = m2
1+m2

2−
2
3

I(I + 1)

En supposant le système isotrope, l’équation du niveau d’énergie se simplifie terriblement,

– K = A

– B = A

– C = A

– D = 0

– R2− 1/2S2 = 1/2Q(3 cos2 θ − 1) = 1/2Q x(3cos2 θ − 1)

– T = −gnβn

En posant α= A2

4gβB0

E′(ms) = gβB0ms + An1+ 2αn3+ 2αn4− (α+ gnβnB0)n5+
1

2
Q(3cos2 θ − 1)n6

E′(ms) = gβB0ms + Ams(m1+m2) + 2αms(2I(I + 1)− (m2
1+m2

2))+

2αmsP (I(I + 1)−m1m2)[δ(m1, m2− 1) +δ(m1, m2+ 1)]− (α+ gnβnB0)(m1+m2)

+
1

2
Q(3cos2 θ − 1)(m2

1+m2
2−

2

3
I(I + 1)) (C.2.8)

Lors d’une transition ENDOR, seul un nombre quantique change mi → mi + 1. Les énergies de

transitions pour ms = ±1
2

sont

hν± =
A

2
± (2mi + 1)(

1

2
Q(3 cos2 θ − 1)∓α)∓ (α+ gnβnB0)

∓αP
�
(I(I + 1)− (mi + 1)m j 6=i)[δ(mi + 1, m j 6=i − 1) +δ(mi + 1, m j 6=i + 1)]

−(I(I + 1)−mim j 6=i)[δ(mi , m j 6=i − 1) +δ(mi , m j 6=i + 1)]
�

(C.2.9)

Partant de ce travail, les niveaux d’énergies et les transitions ont été calculées de façon automatique

grâce à un code maison. L’interprétation a été vérifié pour une orientation donnée, ~B0 ‖ ~c. Les

hypothèses pour ce travail sont un couplage hyperfin isotrope A= Ax et
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Annexe C. Effet isotopique du couplage pseudo­dipolaire

TABLEAU C.2.3 – Transitions ENDOR autorisées pour les paires symétriques ms =
1
2

État parité m1 m2 n1 n2 n3 n4 n5 = M n6 = (m
2
1+m2

2)

1 1 3/2 3/2 3/2 9/2 3/2 0 3 2
2 1 3/2 1/2 1 2 5/2 3/2 2 0
3 ­1 3/2 1/2 1 2 5/2 ­ 3/2 2 0
4 1 3/2 ­ 1/2 1/2 1/2 5/2 0 1 0
5 ­1 3/2 ­ 1/2 1/2 1/2 5/2 0 1 0
6 1 3/2 ­ 3/2 0 0 3/2 0 0 2
7 ­1 3/2 ­ 3/2 0 0 3/2 0 0 2
8 1 1/2 1/2 1/2 1/2 7/2 0 1 ­2
9 1 1/2 ­ 1/2 0 0 7/2 2 0 ­2

10 ­1 1/2 ­ 1/2 0 0 7/2 ­2 0 ­2
11 1 1/2 ­ 3/2 ­ 1/2 1/2 5/2 0 ­1 0
12 ­1 1/2 ­ 3/2 ­ 1/2 1/2 5/2 0 ­1 0
13 1 ­ 1/2 ­ 1/2 ­ 1/2 1/2 7/2 0 ­1 ­2
14 1 ­ 1/2 ­ 3/2 ­1 2 5/2 3/2 ­2 0
15 ­1 ­ 1/2 ­ 3/2 ­1 2 5/2 ­ 3/2 ­2 0
16 1 ­ 3/2 ­ 3/2 ­ 3/2 9/2 3/2 0 ­3 2

État initial État final Spin changé ∆n1 ∆n2 ∆n3 ∆n4 ∆n5 =∆M ∆n6

=∆(m2
1+m2

2)

1 2 2 ­ 1/2 ­ 5/2 1 3/2 ­1 ­2
2 4 2 ­ 1/2 ­ 3/2 0 ­ 3/2 ­1 0
2 8 1 ­ 1/2 ­ 3/2 1 ­ 3/2 ­1 ­2
3 5 2 ­ 1/2 ­ 3/2 0 3/2 ­1 0
4 6 2 ­ 1/2 ­ 1/2 ­1 0 ­1 2
4 9 1 ­ 1/2 ­ 1/2 1 2 ­1 ­2
5 7 2 ­ 1/2 ­ 1/2 ­1 0 ­1 2
5 10 1 ­ 1/2 ­ 1/2 1 ­2 ­1 ­2
6 11 1 ­ 1/2 1/2 1 0 ­1 ­2
7 12 1 ­ 1/2 1/2 1 0 ­1 ­2
8 9 2 ­ 1/2 ­ 1/2 0 2 ­1 0
9 11 2 ­ 1/2 1/2 ­1 ­2 ­1 2
9 13 1 ­ 1/2 1/2 0 ­2 ­1 0
10 12 2 ­ 1/2 1/2 ­1 2 ­1 2
11 14 1 ­ 1/2 3/2 0 3/2 ­1 0
12 15 1 ­ 1/2 3/2 0 ­ 3/2 ­1 0
13 14 2 ­ 1/2 3/2 ­1 3/2 ­1 2
14 16 1 ­ 1/2 5/2 ­1 ­ 3/2 ­1 2

Le spectre ainsi calculé est reporté sur la figure C.2.1.

Le modèle ne fonctionne pas pour le titane dans β − Ga2O3 et pour faire coïncider le spectre

théorique et le spectre expérimental, je suis obligé de modifier les valeurs de α et de Q. Ces analyses

et ces critiques ont été possible grâce à la diagonalisation du hamiltonien via le logiciel EasySpin [?]

les transitions ont pu être déterminées via la matrice de passage. Bien que très complexe, on voit

que les états propres sont des mélanges d’états symétriques de type |m1, m2,±1〉, mais d’états ms

différents. Le mélange n’est pas arbitraire, les états de la combinaison linéaire ont la même parité.
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C.2. Cas de noyaux équivalents

Si le constituant principal de l’état propre est un état symétrique type |m1, m2,+〉 alors il ne se

mélangera qu’avec un état du type |m′1, m′2,+〉.

45







Résumé

Le traitement quantique de l’information est un domaine très actif dont les enjeux sont importants

tant d’un point de vue du savoir scientifique fondamental que des applications technologiques. Dans

ce contexte le concept de bus de spin consiste à employer en tandem des spins électroniques et

nucléaires. Les électrons célibataires servent de tête de lecture et d’écriture sur le registre de bits

quantiques constitué par les spins nucléaires. Les électrons sont délocalisés sur un ensemble de spins

nucléaires dont les temps de décohérences doivent être longs. Dans ce travail nous avons étudié un

ion titane (III) dans l’oxyde de gallium dont nous avons synthétisé et étudié des monocristaux. Une

étude approfondie par RPE et ENDOR en onde continue a montré que l’électron porté par le titane

était en interaction avec huit noyaux de gallium qui constituent le registre de qubits potentiel.

L’étude a également révélé un effet isotopique sur les interactions noyau­noyau véhiculées par

l’électron. Lorsque les deux noyaux de gallium entourant le titane sont identiques (mêmes isotopes),

cette interaction est d’un ordre de grandeur plus grande que dans le cas d’isotopes différents, un effet

qui peut être employé afin de réduire la durée des opérations logiques.

Enfin, la dynamique de cet ensemble de spin a été caractérisée par RPE et ENDOR en impulsions.

Il s’avère que la décohérence électronique est dominée par des phénomènes de diffusion instantanée

et de diffusion spectrale. La dynamique des spins nucléaires les expériences menées permettent de

déterminer l’ordre de grandeur des temps de relaxation longitudinaux et de décohérence des spins

nucléaires.

Abstract

Quantum information processing is a major challenge both on fundamental and technological

grounds. In this research field, the spin bus concept relies on the use of both the electronic and

nuclear spins in which the electron is used as a reading and writing head over the nuclei system

which makes the qubit register. The requested material to build a spin bus must have unpaired

electrons delocalized over a great number of nuclear spins having long decoherence time. In this

work, we studied a spin system composed of titanium (III) interacting with multiple gallium nuclei

in gallium oxide. We synthesized and studied the titanium paramagnetic center in gallium oxide

single­crystals by continuous wave EPR and ENDOR spectroscopy and showed that the electron is

delocalized over eight neighbouring gallium nuclei.

This study also revealed a strong isotopic effect on the nucleus­nucleus interaction mediated by

the electron. When the two nearest gallium nuclei surrounding the titanium are identical (same

isotopes) this interaction is one order of magnitude higher than in the case of inequivalent nuclei.

This effect can be used in order to reduce the computation time.

Finally, the dynamical properties of the spin system have been characterized by pulsed EPR

and ENDOR spectroscopy. The electron spin decoherence is driven by instantaneous and spectral

diffusion. The nuclear dynamical properties have also been studied in order to determine the order

of magnitude of nuclear spin relaxation and decoherence time.
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