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«Alone we can do so little, together we can do so much.»
–Helen Keller

« The corresponding shift in mind-set to a more engineering-oriented approach is exactly
what will be required for quantum technologies to become reality. »

– Auteur inconnu (Hewlett Packard)



Sommaire

Les travaux présentés dans cette thèse couvrent le développement de systèmes quantiques
compatibles aux méthodes de fabrications de la microélectronique. Plus particulièrement,
l’ingénierie de microaimants individuels ou en réseaux, vise à favoriser le couplage entre le
spin et la charge des électrons dans des architectures de qubits semiconducteurs afin d’en
améliorer les propriétés et favoriser leur mise à l’échelle.

D’abord, un guide de conception basé sur des simulations numériques permet l’optimisa-
tion d’aimants pour les qubits de spin unique dans les boîtes quantiques. Les architectures
résultantes visent la minimisation de l’impact du bruit électrique tout en favorisant des opéra-
tions logiques rapides et compatibles avec la mise à l’échelle des qubits en un réseau linéaire.
Suivant les lignes directrices établies, une plateforme de fabrication de caractérisation et
d’intégration d’aimants est présentée. La caractérisation d’aimants individuels valide les
résultats de simulations numériques, alors que l’intégration de ceux-ci à des boîtes quantiques
à l’état de l’art pose des balises pour les développements futurs. Dans l’objectif d’explorer des
structures industrielles pour la mise à l’échelle des qubits de spin, des dispositifs entièrement
fabriqués en fonderie sont caractérisés. Ces dispositifs montrent une reproductibilité remar-
quable pour l’opération de transistors classiques et permettent l’identification des lacunes
issues des modèles théoriques aux basses températures. La formation de boîtes quantiques
est démontrée et différents régimes d’opérations sont explorés.

Finalement, une architecture à base de gaz bidimensionnel d’électrons et de réseaux
d’aimants est proposée pour l’étude d’états liés de Majorana. L’optimisation numérique
de ces réseaux permet d’envisager des signatures expérimentales de ces états dans une
plateforme compatible aux méthodes industrielles de fabrication. Dans cette optique, la
possibilité d’induire la supraconductivité dans un gaz d’électrons de Si/SiGe est explorée de
façon à rassembler tous les ingrédients nécessaires à l’émergence de ces états.

Mots clés : Technologies et systèmes quantiques, plateformes industrielles, microélectro-
nique, mise à l’échelle, qubit de spin, états liés de Majorana, microaimants, nanofabrication.
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Introduction

Malgré le développement impressionnant des performances de l’ordinateur classique
issu de la miniaturisation des composants électroniques au cours des dernières décennies,
certains problèmes complexes et pertinents pour la société restent toujours hors de portée des
supercalculateurs modernes. Le développement de technologies tirant fondamentalement
parti des propriétés quantiques de la matière offre un changement de paradigme permettant
d’adresser directement ce manque à gagner. Entre autres, l’ordinateur quantique promet de
propulser l’ère technologique vers de nouveaux horizons où la résolution de ces problèmes
difficiles devient désormais possible. Parmi les problèmes d’intérêt, l’ordinateur quantique
pourrait jouer un rôle clé dans la mise aux points de nouveaux médicaments via la simulation
de molécules [1, 2, 3], dans le développement de protocoles d’optimisation pour des stratégies
de distribution [4] ainsi qu’en cryptographie [5, 6].

Les dix dernières années ont soufflé un vent de changement dans l’évolution de l’ordi-
nateur quantique. Ces technologies sont passées d’une phase de développement purement
scientifique à un véritable effort d’ingénierie quantique où les grands joueurs de l’industrie
microélectronique tels Google, IBM, Intel et Microsoft compétitionnent avec des entreprises
quantiques comme D-Wave systems ou Rigetti computing dans cette course de longue haleine.
Ces acteurs poursuivent l’implémentation de l’ordinateur quantique basé sur différents sys-
tèmes physiques constituant l’unité fondamentale du calcul quantique : le qubit. Parmi ces
systèmes les plus prometteurs sont sans contredit les qubits supraconducteurs [7], les qubits
de spin [8] et les pièges à ions [9]. En dépit de toute cette ébullition, les architectures pour-
suivies par les principaux acteurs souffrent des performances limitées des qubits rendant
le calcul quantique tolérant aux fautes hors d’atteinte des architectures actuelles [10]. C’est
d’ailleurs pourquoi une approche à contre-courant poursuivie parMicrosoft est basée sur une
architecture ambitieuse composée d’états liés de Majorana : des états émergeant de systèmes
quantiques complexes qui promettent des performances accrues [11, 12].

À l’opposé de leur homologue classique, les qubits sont, de façon intrinsèque, sensibles
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à leur environnement. Ceux-ci conservent l’information quantique sur une durée appelée
le temps de cohérence. Ainsi, l’amélioration des opérations logiques d’un qubit passe par
le contrôle de son environnent et l’optimisation de la durée de ses opérations logiques. De
façon simplifiée, des durées d’opérations courtes et des temps de cohérence longs confèrent
aux qubits des taux d’erreurs réduits. Dans le cadre du développement de l’ordinateur
quantique, ces améliorations doivent être poursuivies dans des architectures échelonnables
[13], pour lesquelles des puces contenant des milliers, voire des millions de qubits sont
envisageables. Dans cette optique, des plateformes de qubits compatibles avec le savoir-faire
de la microélectronique tirent tout leur sens. D’une part, l’expertise de cette industrie permet
d’entrevoir la conception des puces de qubits aux propriétés uniformes à haut rendement [14].
D’autre part, l’utilisation des substrats de la microélectronique fournit, de façon naturelle, une
interface de co-intégration des processeurs classiques et quantiques [15]. Ce dernier aspect
revêt son importance autant pour le calcul distribué entre différents processeurs quantiques,
que pour diminuer la latence et augmenter la qualité des signaux de contrôle et de lecture
des qubits [16, 17]. Suivant ces conditions requises, le travail réalisé dans cette thèse vise
l’amélioration et la mise en place d’architectures de qubits compatibles avec les techniques de
fabrication de puces de l’industrie de la microélectronique.

Un terrain de jeu naturel pour les architectures compatibles avec la microélectronique est
formé d’électrons uniques piégés dans une matrice, ou substrat, de silicium [18, 19]. Dans
cette implémentation, le spin de l’électron est utilisé pour encoder l’information quantique.
Un avantage est que le spin se couple très faiblement à son environnement et permet d’obtenir
de longs temps de cohérence pouvant atteindre près d’une centaine de microsecondes dans
les substrats de silicium [20, 21]. Ces longs temps de cohérence sont rendus possibles par
l’utilisation de substrats purifiés isotopiquement à base de 28Si. En effet, comme le 28Si ne
possède pas de spin nucléaire, l’électron agissant comme qubit se trouve alors dans un
vide magnétique, écartant derechef le principal vecteur d’erreur provenant du couplage
dipolaire magnétique entre le spin et les fluctuations de son environnement [22]. Or, le spin
électronique reste toutefois difficile à adresser en raison de son faible moment dipolaire
magnétique, et les opérations logiques en résultant sont souvent lentes [21]. Pour pallier cette
problématique, une interface entre le spin et la charge de l’électron peut être utilisée [23].
À l’aide de champs électriques micro-ondes agissant sur la charge électronique, le spin de
l’électron est manipulé par le biais de cette interface. L’approche de prédilection consiste à
générer de fortes anisotropies du champ magnétique à proximité d’électrons piégés dans les
boîtes quantiques à l’aide d’aimants de taille micrométrique [24, 25]. Cette approche confère
toutefois à l’environnement un nouveau canal d’erreurs limitant la performance des qubits
[26]. L’ingénierie du champ produit par les microaimants doit alors être réalisée de façon à
maximiser les temps d’opérations et minimiser les taux d’erreurs [27, 28]. Enfin, le matériau
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de prédilection pour l’implémentation de ces aimants est directement compatible avec le
silicium et utilisé dans les procédés modernes de la microélectronique [29, 30, 31]. Ce faisant,
cette plateforme offre un angle intéressant pour la mise à l’échelle des qubits compatibles aux
techniques industrielles basée sur des qubits rapides et cohérents.

Une approche complémentaire à l’amélioration de la performance des portes logiques
vise plutôt la mise en place de systèmes pour lesquels les temps de cohérence peuvent être
beaucoup plus longs. Parmi ces systèmes, les spins atomiques uniques adressés électrique-
ment [20] ou optiquement [32] présentent des temps de cohérence record pouvant atteindre
près de 39 minutes. Dans la même optique, le champ de recherche poursuivie parMicrosoft
explore la possibilité d’utiliser des architectures qui seraient intrinsèquement insensibles aux
fluctuations locales de leur environnement. Ces approches sont basées sur les propriétés
topologiques d’états quantiques qui bénéficient justement de l’aspect délocalisé de l’encodage
de l’information. Suivant ce paradigme, le calcul quantique est envisagé à l’aide de réseau
bidimensionnel de ces états topologiques [33, 34]. L’approche prédominante vers ce type
d’architecture est basée sur les états liés de Majorana émergent aux extrémités de nanofils
semi-conducteurs avec fort couplage spin-orbite et supraconductivité induite [11, 12]. Mal-
gré le succès d’expériences récentes [35, 36, 37, 38], le développement à long terne de ces
architectures pourrait bénéficier du savoir-faire de la microélectronique et des matériaux bidi-
mensionnels pour remplacer les nanofils [39]. Comme les substrats de la microélectronique
ne possèdent pas nécessairement le fort couplage spin-orbite requis pour l’émergence de ces
états, des réseaux de microaimants sont alors envisagés [40]. L’optimisation des anisotropies
magnétiques produites par de tels réseaux permet alors de retrouver le fort couplage spin-
orbite nécessaire dans des architectures versatiles où les propriétés peuvent être contrôlées
de façon électrostatique.

Les travaux présentés dans cette thèse explorent les possibilités offertes par les microai-
mants autant pour l’amélioration des qubits à spin unique dans les boîtes quantiques que
pour la mise en place d’une nouvelle plateforme pour les états liés de Majorana. Globalement,
ces travaux présentent ces microaimants comme un outil puissant, permettant de réaliser les
interfaces nécessaires et compatibles à l’intégration des technologies de qubits en résultant aux
substrats de la microélectronique. Chacun des chapitres de la thèse présente différents jalons
concernant la conception et l’intégration de microaimants pour les plateformes industrielles,
ainsi que la caractérisation de telles plateformes visant l’implémentation des architectures
proposées. Les grandes lignes du contenu de ces chapitres sont présentées dans ce qui suit, et
l’impact de ces travaux résumés à la dernière section de chacun des chapitres.

Chapitre 1 : La conception de microaimants visant des opérations logiques rapides pour
les qubits à spin unique dans les boîtes quantiques est présentée. Cette conception vise
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des architectures à boîtes quantiques simples et doubles et une attention particulière est
portée vers la minimisation des canaux de décohérence additionnels causés par l’interface
spin-charge générée par les aimants.

Chapitre 2 : Une plateforme de fabrication, de caractérisation et d’intégration demicroaimants
aux boîtes quantiques en silicium est mise en place. Les dispositifs fabriqués suivant le guide
de conception du chapitre 1 permettent de valider l’approche proposée et d’identifier quelques
limitations à l’intégration de microaimants.

Chapitre 3 : En collaboration avec STMicroelectronics, une plateforme entièrement fabriquée
dans une fonderie de microélectronique est étudiée. La première caractérisation de transistors
classiques basés sur une telle plateforme à la température de vingt millikelvins est réalisée et
la formation de boîtes quantiques électrostatiques dans des structures dédiées est explorée.

Chapitre 4 : Les principes théoriques et la conception de réseaux de microaimants derrière
une architecture à base d’états liés de Majorana sont survolés. De plus, le premier jalon vers
la réalisation d’un ingrédient essentiel de cette architecture dans les substrats de la microélec-
tronique est posé par l’étude de la supraconductivité induite dans une hétérostructure de
Si/SiGe.



Chapitre 1

Conception de microaimants pour un
couplage spin-orbite artificiel dans les
boîtes quantiques

Le champ magnétique anisotrope produit par des aimants de taille micrométrique est
un outil puissant pour la réalisation de qubits de spin semi-conducteurs. En effet, ce champ
magnétique peut être perçu comme un couplage spin-orbite effectif. Ce couplage entre le
spin et la charge de l’électron permet la réalisation de portes logiques rapides et ouvre de
nouvelles possibilités pour la conception de qubits. Combinés avec des architectures à base
de 28Si possédant de longs temps de cohérence, les gradients magnétiques fournis par les
microaimants présentent donc une voie d’avenir pour des qubits de spin permettant la réali-
sation de portes logiques à faible taux d’erreurs. Par ailleurs cette méthode est présentement
la méthode de prédilection poursuivie par la communauté scientifique pour les qubits à spin
unique de haute performance [41, 42].

La conception d’architectures de microaimants intégrés requiert l’ingénierie minutieuse
de la position de ce dernier par rapport à la boîte quantique. En effet, un positionnement
judicieux favorise les opérations logiques rapides [43, 27, 44, 41], l’adressabilité des qubits
dans un réseau linéaire [45, 46, 47, 27] et peut également minimiser les effets de décohérence
[28] ou de relaxation [48]. Toutefois, les méthodes de conception et de simulations explorées
dans la littérature ne tiennent pas compte de la géométrie et de la topographie spécifique aux
dispositifs. Bien que cette approximation soit valide pour les boîtes quantiques à base de gaz
bidimensionnels pour lesquels les grilles de contrôle et l’aimant sont situés loin des boîtes, ceci
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n’est pas le cas pour les dispositifs MOS présentant de fortes topographies. Dans ce chapitre,
les éléments de base en lien avec les opérations logiques à un qubit et les conditions requises
pour le calcul quantique à haute fidélité seront rappelés (section 1.1). La conception d’aimants
pour des dispositifs de type MOS en résultant (section 1.2), ainsi que pour un nouveau type
de qubit spin-charge (section 1.3) seront présentés. Les résultats de conception présentés
dans ce chapitre ont guidé la fabrication de dispositifs en silicium purifiés avec microaimants
intégrés démontrant certaines limites d’opérations liées aux aimants et la première opération
d’un qubit de spin MOS à une température de 1 K (section 1.4)

1.1 Desiderata pour les opérations logiques à haute fidélité

1.1.1 Spin unique dans un champ magnétique

L’hamiltonien d’un spin électronique unique placé dans un champ magnétique s’écrit
simplement

Hs = −
1
h̄

gµBB0 · S, (1.1)

où g est le facteur gyromagnétique, B0 = |B0|n est un champ externe statique orienté selon n
et S = h̄

2 σ l’opérateur de spin avec σ = (σx, σy, σz), le vecteur des matrices de Pauli. Pour le
silicium, g ≈ 2 et les deux états, fondamental (E↑) et excité (E↓), sont respectivement associés
aux états de spin | ↑〉 et | ↓〉, dont l’orientation est définie par celle du champ externe. Ces
états sont les états de spin parallèle et antiparallèle à la direction du champ externe B0 et leur
énergie est donnée par

E↑ = −Ez/2 = −1
2

gµB|B0|, (1.2)

E↓ = +Ez/2 = +
1
2

gµB|B0|, (1.3)

avec Ez l’énergie Zeeman. Ce sous-espace définit donc un système à deux niveaux parfait qui
sera utilisé comme encodage pour les qubits à spin unique. Dans ce sous-espace, l’évolution
temporelle d’un état de spin quelconque |ψ〉 sous l’effet du champ statique est donnée par
l’équation de Shrödinger menant à

|ψ(t)〉 = exp
(
− i

2
ωst n0 · σ

)
|ψ0〉, (1.4)
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où ωs = gµB|B0|/h̄ est la fréquence de Larmor et n0 la direction du champ externe. Cette
évolution correspond à celle d’une rotation du spin d’angle θ(t) = ωst/2 autour de l’axe n0

connu sous le nom de précession de Larmor.

1.1.2 Résonance de spin électronique et portes logiques

Les opérations logiques dans le sous-espace de spin sont réalisées par la méthode de
résonance de spin électronique (ESR). Cette méthode est largement utilisée pour différentes
espèces de qubits de spin, notamment : les qubits de spins moléculaires [49], les défauts
atomiques de spin dans les semiconducteurs [50, 51] et les boîtes quantiques à un électron
[52, 21]. La méthode consiste à appliquer un champ magnétique de pompe Bp(t) de direction
transverse au champ B0 et oscillant à la fréquence de Larmor de telle sorte que

HESR = Hs +Hp (1.5)

= −1
2

gµB
(
B0 + Bp(t)

)
· σ (1.6)

= − h̄
2
(
ωs n0 + ωp m cos (ωst + φ)

)
· σ, (1.7)

où m ⊥ n0 est la direction du champ de pompe, φ sa phase supposée fixe et ωp = gµB|Bp|/h̄.
Sans perte de généralité, le choix n0 = z et m = x est effectué. Ainsi, dans le référentiel
tournant à la fréquence du qubit ωs, et sous l’approximation séculaire, l’ hamiltonien s’écrit
[53] :

Hrot
ESR = − h̄

2
ω̃ σz −

h̄ωp

2
(
cos φ σx + sin φ σy

)
(1.8)

= − h̄
2

ω n · σ, (1.9)

avec ω̃ = ωs −ωp le désaccord en fréquence de la pompe et

ω =
√

ω̃2 + ω2
p , n =

ωp

ω

(
cos φ, sin φ,

ω̃

ωp

)
. (1.10)

Ainsi, l’équation (1.9) dans le référentiel tournant rappelle celle d’un spin dans un champ
magnétique d’amplitude ω/gµB et d’orientation n, à la différence que ce champ peut, dans
une expérience, être allumé ou éteint à souhait, tout en contrôlant son orientation à l’aide des
paramètre φ et ω. Ceci résulte en un changement de l’état de spin vers l’état désiré réalisant
des opérations logiques sur le qubit.
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Lorsque la condition de résonance est satisfaite ( ω̃ = 0 ), la précession du qubit autour
de l’axe n se fait à la fréquence de Rabi donnée, dans le cas présent, par fR = ωp/2π. Ainsi,
les portes logiques X et Y sont réalisées par l’application de pulses du champ oscillant ayant
les caractéristiques suivantes :

X : tX =
π

ωp
, φX = 0. (1.11)

Y : tY =
π

ωp
, φY =

π

2
. (1.12)

Le contrôle entre les portes X et Y se fait donc simplement par un changement de phase
de la pompe. Aussi, plus l’amplitude du champ oscillant est élevée plus la fréquence de Rabi
sera élevée et plus les portes logiques X et Y en découlant seront rapides. Ce dernier aspect
revêt une importance capitale pour les qubits de spins. En effet, en raison de la décohérence
provenant du couplage entre le qubit et son environnement, l’information de phase du qubit
est perdue en un temps T∗2 de décohérence. Ce temps peut atteindre quelques dizaines de
microsecondes pour les électrons uniques dans les boîtes quantiques en silicium purifié
isotopiquement [21, 41]. La compensation à l’aide de séquences de pulses permet d’étendre
cette durée au-delà de quelques milisecondes via un découplage dynamique du qubit et de
son environnement [21, 26]. En général, les opérations logiques doivent donc être réalisées
bien plus rapidement que le temps de décohérence, afin d’obtenir des opérations logiques
fiables.

Dans les boîtes quantiques, la résonance de spin générée par un champ magnétique
oscillant confère des opérations logiques de fréquence de Rabi pouvant atteindre les 10
MHz [52]. Toutefois, une opération aussi rapide nécessite une grande puissance micro-onde
qui perturbe l’environnement du qubit (ex. via l’effet tunnel photo-assisté [52]). Ainsi, les
expériences plus récentes présentent généralement des fréquences de Rabi en deçà du MHz
[21, 54, 55]. De plus, l’intégration d’une ligne à transmission micro-onde près du qubit, limite
les possibilités de mise à l’échelle vers un réseau bidimensionnel en raison de la surface
occupée par cette dernière.

Afin de s’affranchir de ces limitations expérimentales, des modifications doivent être
apportées au schéma de contrôle habituel. L’approche la plus performante à ce jour est la
résonance dipolaire électrique de spin (EDSR). Cette méthode consiste à utiliser une interface
spin-charge permettant de coupler électriquement le spin via sonmoment dipolaire électrique,
qui est de plusieurs ordres de grandeur supérieur à son homologue magnétique. L’utilisation
de matériaux possédant un couplage spin-orbite intrinsèque [23] ou encore de gradients de
champ magnétique soigneusement conçus [43, 25] laisse le champ libre à la réalisation de
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l’interface spin-charge conférant aux qubits des taux d’opérations accrus. Les fidélités ou
facteurs de qualités à l’état de l’art pour différentes architectures seront comparés plus loin.

1.1.3 Électron unique confiné dans un potentiel harmonique

Afin de bien mettre en place les éléments du couplage spin-charge généré par un microai-
mant, un bref rappel sur les états et fonctions d’onde d’un électron dans une boîte quantique
simple est nécessaire. L’électron est supposé confiné dans un plan Y-Z et sa fonction d’onde
supposée bidimensionnelle. Cette approximation ne permet pas d’expliquer toute la physique
de la boîte quantique (notamment le comportement du couplage spin-orbite intrinsèque) [56],
mais donne une excellente intuition pour les opérations EDSR avec microaimant. Ainsi, le
hamiltonien d’une charge électronique sans spin dans la boîte quantique en supposant un
potentiel harmonique s’écrit simplement

HC =
h̄2

2m∗
(

P2
y + P2

z

)
+

1
2

mω2
0
(
Y2 + Z2) (1.13)

= (n̂y + n̂z + 1)h̄ω0, (1.14)

où ω0 = h̄/m∗a2 avec a le paramètre de courbure du potentiel harmonique associé au rayon
de la boîte quantique et n̂y,z les opérateurs nombres associés aux opérateurs d’échelle by,z et
b†

y,z tel que n̂y,z = b†
y,zby,z. Ainsi, le sous-espace de plus basse énergie est composé d’un niveau

fondamental avec ε0 = h̄ω0 et d’un niveau excité doublement dégénéré avec ε1 = 2ε0. Seuls
ces trois niveaux seront considérés par la suite.

1.1.4 Gradients magnétiques pour la manipulation électrique d’un spin unique

Un microaimant placé près de la boîte quantique génère un champ magnétique Bm se
superposant au champ magnétique externe B0 = B0z (Fig. 1.1(a)). Ce champ magnétique
inhomogène vise à générer l’interface spin-charge désirée. Le concept général est résumé à la
figure 1.1(b). L’application d’un champ électrique déplace la fonction d’onde électronique
dans le gradient de champmagnétique transverse. Du point de vue de l’électron, tout se passe
comme si c’est le champ magnétique transverse qui oscille en fonction du temps. De façon
effective, ce schéma reproduit la résonance de spin expliquée précédemment et laisse place à
la réalisation d’opérations logiques sur le qubit.
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Figure 1.1. Électron plongé dans un champ magnétique inhomogène
(a) Schéma d’un dispositif en silicium dans lequel une boîte quantique à un seul électron
est formée en raison du potentiel électrostatique (orange) produit par les grilles (vertes). Un
microaimant (mauve), dont l’aimantation M est supposée à saturation en raison du champ
externe B0z appliqué, produit un champ magnétique inhomogène dans la boîte quantique. (b)
Schéma d’une expérience de résonance de spin dipolaire électrique. L’application d’un champ
électrique produit un déplacement de la fonction d’onde électronique dans le gradient de champ
magnétique transverse. Le tout résulte un champ magnétique oscillant effectif et produit la
résonance de spin.

En présence du champ magnétique anisotrope, l’hamiltonien de spin est modifié :

Hs =
1
2

gµB (B0 + Bm) · σ. (1.15)

Pour les fins de l’élaboration de modèles analytiques, le champ produit par l’aimant est
développé en série de Taylor et seuls les termes linéaires sont conservés. Le champ linéarisé
considéré est :

Bm = B⊥m + B‖m, (1.16)

B⊥m = b⊥z x + b⊥x z, (1.17)

B‖m = b‖z y + b‖y z, (1.18)

où b⊥,‖ sont les composantes transverse et longitudinale du gradient de champmagnétique. Le
champ Bm satisfait aux équations de Maxwell ∇ · B = 0 et ∇∧B = 0. À lui seul le champ B⊥m
reproduit bien celui produit par deux aimants se faisant face [24, 28, 43] et cette composante
permet de mettre en lumière une contribution au déphasage pur médié par les gradients
transverses dans le système [28]. En effet, en x = 0, cette composante du champ produit par
l’aimant est purement orthogonale au champ externe B0. La composante longitudinale (B‖m),
quant à elle, ne représente que partiellement les profiles de champs typiques des aimants
utilisés. Pour les géométries considérées, la symétrie des aimants donne généralement de
plus faibles gradients longitudinaux dans la direction y que dans la direction z. Toutefois,
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cette expression simple permet d’introduire explicitement une dépendance en position de la
composante Bz

m, responsable des gradients longitudinaux. Cet ajout est utile pour comprendre
simplement l’impact du bruit électrique [57].

Le champ électrique agissant sur le système est composé du champ de pompe utilisé pour
les rotations du spin et du champ électrostatique de l’environnement E(t) = Ep + Eenv =

Ey(t)y + Ez(t)z et le hamiltonien dipolaire correspondant :

HD = E(t) · r (1.19)

= Ey(t) y + Ez(t) z . (1.20)

Les termes hors diagonaux de l’hamiltonien totalHtot = Hs +HC +HD sont traités de
façon perturbative au premier ordre. Pour une boîte quantique dans le plan x = 0, l’hamil-
tonien effectif dans le sous-espace contenant les deux niveaux de plus faible énergie s’écrit
[57] :

Heff = (Ez − eEy(t)y0)τz − eEz(t)
√

z2
0 + y2

0 (τx cos θ0 + τz sin θ0) , (1.21)

où les opérateurs τx,y,z sont les matrices de Pauli agissant dans le sous-espace perturbé à deux
niveaux, y0 = gµBb‖/(2m∗ω2

0), z0 = gµBb⊥/(2m∗ω2
0) et tan θ0 = y0/z0. Les paramètres y0 et

z0 sont associés à une longueur caractéristique des gradients magnétiques longitudinal et
transverse. Il est à noter qu’au second ordre en théorie des perturbations, l’énergie du qubit
est également renormalisée par le gradient perpendiculaire et les niveaux orbitaux excités de
la boîte quantique [24]. Toutefois, cette correction est faible (inférieure à 1%) et sera négligée
dans l’analyse qui suit [25].

En l’absence de gradients longitudinaux (y0 = 0) cet hamiltonien reproduit celui de
l’équation (1.9) pour la résonance de spin. Pour Ez(t) = Ez

p cos ωt pour ω remplissant la
condition de résonance avec le qubit, on retrouve le résultat attendu pour la méthode EDSR
avec microaimant [24] :

fR =
eEz

p gµBb⊥ a2

2h ε0
. (1.22)

La fréquence de Rabi augmente donc linéairement avec l’amplitude du champ de pompe
Ez

p et les gradients transverses b⊥. De plus, en raison du facteur 1/ε0 la fréquence d’oscillation
augmente comme fR ∝ a4. Ceci traduit l’augmentation du moment dipolaire électrique en
raison de la réduction de la séparation en énergie entre les niveaux orbitaux d’énergie ε0 et ε1.
Cette augmentation peut être perçue comme un couplage électrique accru avec l’augmentation



1.1. Desiderata pour les opérations logiques à haute fidélité 12

du rayon de la boîte quantique.

La présence des gradients longitudinaux à l’équation (1.21) modifie le spectre d’énergie
du qubit. D’une part une contribution supplémentaire est ajoutée à la fréquence de Rabi.
Cette contribution provient du terme B‖m · y = b‖z qui reste tout de même une contribution
transverse au champ de polarisation externe B0, et contribue de la même façon que B⊥m aux
niveaux d’énergie du système. D’autre part, le champ électrique Ey modifie le terme en
τz et donc les niveaux d’énergie du qubit. Ainsi, lors de l’application du champ électrique
de pompe, une composante du champ électrique résiduelle selon y créera une fluctuation
des niveaux d’énergie. Dans l’expérience, ces champs sont généralement minimisés par la
géométrie de la grille de pompe. De plus, les forts champsmagnétiques nécessaires à la lecture
du spin font en sorte que Ez � eEyy0, et cette modification à la dynamique peut être négligée.
Ainsi, les gradients longitudinaux perturbent peu la dynamique des portes logiques du qubit
sous l’effet de la pompe.

1.1.5 Déphasage et considérations pour les opérations logiques à haute fidélité

Les champs électriques de l’équation (1.21) ne sont pas associés exclusivement au champ
électrique de pompe. En effet, le bruit électrique présent dans les dispositifs agit sur le spin
électronique suivant les mêmes canaux de couplage conférés par l’interface spin-charge. Ainsi,
au premier ordre, le terme de couplage longitudinal créera du déphasage pur responsable du
temps de décohérence dû à la charge (T∗2C). De même, les termes transverses sont responsables
du temps de relaxation (T1C). Des expériences récentes sont d’ailleurs en accord avec un
spectre de bruit suivant une dépendance en S(ω) ∝ 1/ω associée au bruit de charge dans
les dispositifs en silicium [26, 48]. Pour la relaxation, l’effet du champ anisotrope produit
par l’aimant est encore mal compris au niveau théorique. De façon générale, le temps de
relaxation est réduit et une saturation est observée à faible champ externe (T1C ∼ 100 ms).
Cette saturation semble limitée par le bruit de charge et n’est pas observée en l’absence de
gradients de champ magnétique où T1 atteint plusieurs dizaines de secondes [48]. Dans
le cadre de ce travail, où l’attention est portée vers les portes logiques à haute fidélité, la
contribution de la relaxation au déphasage total, T2 = 2T1, peut être négligée même en
présence de bruit de charge. En effet, même en l’absence de gradient magnétique, le taux
de déphasage est limité à quelques dizaines de microsecondes dans le silicium purifié (voir
sous-section 1.1.6).

Une forme heuristique de la densité spectrale du bruit de charge, en concordance avec les
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mesures expérimentales, est considérée [58, 26] :

S(ω) = γNkBT/ω , (1.23)

où γN est un terme d’énergie caractérisant l’amplitude du bruit. Dans un modèle simplifié, le
temps de décohérence ainsi produit est approximé par la forme [28].

T∗2C ≈
2h̄2

gµBb‖m∗a4

√
2h̄2

γNkBT
. (1.24)

Bien qu’approximative, cette forme fournit une idée générale de la dépendance de T∗2C en
fonction des paramètres dumodèle. D’abord, la réduction du rayon de confinement de la boîte
quantique augmente le temps de décohérence. Toutefois, T∗2C ∝ a4 suit la même dépendance
que la fréquence de Rabi de l’équation (1.22) et le facteur de qualité en résultant Q = T∗2C/tπ

est indépendant de a. Comme ce facteur de qualité représente le nombre d’opérations logiques
X ou Y pouvant être effectuées à l’intérieur de T∗2C, diminuer le moment dipolaire électrique
en augmentant le confinement de la boîte quantique n’a donc pas d’influence sur la qualité
des opérations logiques. Ensuite, il est évident que la température peut être réduite afin d’aug-
menter T∗2C toutefois, dans les expériences typiques, il est rare que la température électronique
soit bien en deçà de 100 mK (voir section 2.3). De plus, il serait préférable pour les réseaux de
qubits de pouvoir opérer à plus haute température (ex. 1 K) afin de faciliter la co-intégration
avec l’électronique de contrôle. Cette avenue ne sera donc pas considérée. Enfin, l’optimisation
de la géométrie du microaimant permet de réduire l’impact du bruit de charge sur le temps
de décohérence. Des simulations numériques montrent d’ailleurs que pour b‖ < 200 mT/µm
et les paramètres typiques du silicium, le temps de décohérence T∗2C & 20 µs avoisine celui
obtenu dans les dispositifs en 28Si [57]. Ainsi, l’ingénierie précise du microaimant pourrait
permettre de conserver les longs temps de cohérence conférés par le 28Si tout en permettant
des opérations logiques rapides si l’amplitude de b⊥ est maintenue. Cet aspect sera traité
en détail dans la section 1.2 pour des géométries réalistes de microaimants basées sur des
structures en silicium de type MOS.

Il est à noter que la condition b‖ = 0 ne permet pas de s’affranchir complètement de la
décohérence causée par le bruit de charge. Sous cette condition et au second ordre en théorie
des perturbations, le temps de décohérence suit T∗2C ∝ b−2

⊥ a−8 [28]. Si cette contribution reste
importante, la réduction de la taille de la boîte quantique joue un rôle majeur, car, Q ∝ a2 et
fournit une voie prometteuse pour la réduction du bruit de charge aux deux premiers ordres.
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Finalement, il est important de considérer que bien que le modèle de champ magnétique
B‖m ne représente pas précisément celui des expériences, des conclusions similaires seront
tirées pour un profil de champ présentant une contribution longitudinale B‖m = Bm · z qui
dépend explicitement de la position, ce qui est généralement le cas pour des profils de champ
magnétique réalistes.

1.1.6 Métriques et revue des méthodes de contrôle électrique d’un spin unique
dans les boîtes quantiques

Pour valider l’intérêt porté à la méthode EDSR avec microaimant, l’évolution des perfor-
mances des différentes méthodes de contrôle de spin unique dans les boîtes quantiques est
présentée au tableau 1.1. Les différentes implémentations sont comparées sous le couvert de
quatre métriques : la fréquence de Rabi ( fR), le temps de cohérence (T∗2 ), le facteur de qualité
du qubit (Q) et la fidélité (F ) des opérations logiques. Pour ce tableau, le facteur de qualité
revêt la définition suivante :

Q =
TRabi

2
tπ

. (1.25)

Q caractérise le nombre d’opérations logiques pouvant être réalisées à l’intérieur du temps
de décohérence mesuré dans une expérience de Rabi 1. Une autre métrique plus précise est la
fidélité des portes logiques F = 1− E où E est la probabilité d’erreur. L’évaluation précise
de la fidélité requiert toutefois des techniques de caractérisation plus avancées comme la
tomographie d’états quantiques [59] ou l’étalonnage randomisé [21].

Les éléments principaux pouvant être tirés du tableau sont résumés ici, et guident les
prochains développements pouvant être réalisés pour les qubits de spin :

• Toutes les méthodes bénéficient grandement d’une implémentation dans les substrats à
base de 28Si pour laquelle l’absence de spin nucléaire augmente significativement le
temps de décohérence vers quelques dizaines de microsecondes ;

• Les méthodes spin-orbite fournissent à la base des opérations logiques ultrarapides,
mais des fidélités au-delà de 99% n’ont pas encore été rapportées ;

• La démonstration récente de facteurs de qualité & 10 pour des qubits à base de trous
dans des architectures industrielles offre une perspective intéressante pour le dévelop-

1. Il est à noter que TRabi
2 6= T∗2 . T∗2 est le temps de décohérence du système mesuré dans une expérience de

Ramsey. Dans ce cadre, la décohérence provenant de l’évolution libre du système et de son environnement est
mesurée, alors que dans une expérience de Rabi le temps de décohérence est mesuré lorsque le système est soumis
au champ de pompe. T∗2 est donc une meilleure mesure de l’interaction du système avec son environnement.
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Méthode e/h Matériau fRabi T∗2 Q F Refs Année

– – – MHz µs – % – –

ESR e GaAs/AlGaAs 10 0.01 † ∼ 1 73 [52] 2006

ESR e 28Si 0.450 120δ 122 99.6 [21, 54] 2014-2015

ESR e 28Si ∼ 0.625 33 ∼ 1175 99.957 [55]α 2019

Spin-Orbite e GaAs/AlGaAs 4.7 ∼ 0.01† ∼ 1-2 – [23] 2007

Spin-Orbite e InAs? 30-58 0.008† ∼ 1 48 [60] 2010

Spin-Orbite e InSb? 47-96 0.008† ∼ 2-3 81 [61] 2010

Spin-Orbite h SOI 85 0.06 ∼ 7 – [62] 2016

Spin-Vallée-Orbite e SOI 12 γ – – – [63] 2018

Spin-Orbite h Ge? 140 0.13 ∼ 3-4 – [64] 2018

Spin-Orbite h SOI 15 – & 10-20 – [65] 2019

Microaimant e GaAs/AlGaAs 1 ∼0.01 † ∼ 1-2 – [25, 46]a 2008

Microaimant e GaAs/AlGaAs 123 ∼0.01 † 9 96.6 [66]b 2014

Microaimant e natSi/SiGe 1.3 1 ∼ 10 98.1 [67]a 2016

Microaimant e natSi/SiGe 10 1.4 140 99.6 [41]b 2016

Microaimant e natSi/SiGe 4.8 1.4 ∼170 99.7 [42]b 2018

Microaimant e natSi/SiGe 2 2 – 99.8 [59]b 2018

Microaimant e 28Si/SiGe 3.9 20 888 99.86 [26]κ 2018

Microaimant e 28Si ∼ 0.1 12 14 98.5c [68] 2019

Microaimant e 28Si ∼ 0.23 12 250 99.7d [68] 2019

Microaimant e 28Si 3.9 12 ∼ 3 98.6 [69]λ 2019

Microaimant e natSi/SiGe 6 12 16 – [70]ζ 2019

† : Cohérence limitée par les spins nucléaires
? : Boîte quantique formée dans un nanofil
δ : Temps de cohérence anormalement élevé
α : Séquence de pulse optimisée par la méthode GRAPE
γ : Fréquence simulée à partir des résultats expérimentaux
κ : Fidélité moyenne de 99.926 % pour des portes logiques non-Clifford également rapportée.
λ : Opérations logiques réalisées à température de 1 K
ζ : EDSR d’un électron dans une double boîte quantique (voir section 1.3)
a-b : Microaimant optimisé (a) et non optimisé (b)
c-d : Opération à un seul électron (c) ou à l’aide d’un spin 1/2 effectif formé de 5 électrons (d)

Tableau 1.1. Opérations logiques de qubits à spins uniques dans les boîtes quantiques
Évolution des opérations logiques basées sur les mécanismes ESR ou EDSR à base de spin-orbite
intrinsèque ou de gradients de champs magnétiques produits par des microaimants. La colonne
e/h indique la nature électron/trou du qubit de spin piégé dans la boîte quantique. Les lignes
en gras indiquent les résultats de plus haute performance pour les méthodes ESR et EDSR. La
plupart des données de fidelités sont mesurées par la méthode d’étalonnage randomisé.
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pement des qubits de spins. Le contrôle de la décohérence dans ces architectures n’est
toutefois pas au rendez-vous, mais ce type de qubits devrait présenter une résilience
accrue au déphasage dû aux spins nucléaires résiduels. Plusieurs améliorations pour
les performances de ces dispositifs sont proposées [71, 72] ;

• Laméthode ESR reste à ce jour la plus performante au niveau de la fidélité des opérations
logiques. Toutefois, celle-ci est obtenue à l’aide d’optimisation de pulses ce qui n’a pas
encore été réalisé pour la méthode EDSR. Sans optimisation de pulse, la méthode du
microaimant est non seulement plus rapide, mais présente une plus grande fidélité ;

• Pour la méthode des microaimants, l’optimisation des gradients transverses dans les
dispositifs en GaAs/AlGaAs et Si/SiGe a permis d’augmenter la fidélité des opérations
via l’augmentation des vitesses d’opération. L’optimisation des gradients longitudinaux
n’a jusqu’à ce jour été implémentée que pour augmenter l’adressabilité des qubits de
spins dans les réseaux linéaires [46, 42] ;

• L’opération à plusieurs électrons dans une boîte quantique simple permet d’augmenter
l’écrantage et la résilience au bruit de charge. Combinée avec des gradients optimisés,
cette méthode pourrait fournir une voie d’avenir pour l’implémentation de la méthode
des microaimants.

1.1.7 Résumédes paramètres expérimentauxdésirés pour les opérations logiques

À la lumière des considérations théoriques et de l’évolution des dispositifs à base de
microaimants présentés dans cette section, quelques paramètres d’importance ressortent pour
le design de microaimants dans les structures MOS. Ces paramètres font office de desiderata
pour cette architecture de qubit et sont énumérés ici :

1. L’implémentation des qubits dans une matrice de 28Si pour l’obtention de long temps
de cohérence ;

2. Forts gradients transverses b⊥ > 1 T/µm pour des opérations logiques rapides à faible
puissance micro-onde ;

3. Faibles gradients longitudinaux b‖ � 0.2 T/µm pour éviter l’ajout d’un canal de déco-
hérence supplémentaire aux architectures à base de 28Si ;

4. Possibilité d’appliquer des champs électriques de pompe de façon locale sur les qubits ;

Il est à noter que pour les dispositifs MOS en silicium, le couplage spin-orbite résiduel
permet de moduler le facteur gyromagnétique des électrons ce qui modifie derechef la fré-
quence de résonance du qubit. Dans ces architectures, la fréquence peut être ajustée sur
une plage de plusieurs MHz [21]. Cet élément relaxe la contrainte d’adressabilité considérée
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pour les architectures à base de gaz bidimensionnels [27]. L’optimisation des points 2-3 et
les considérations pour le point 4 sont présentées à la prochaine section pour différentes
géométries d’aimants.

1.2 Géométries d’aimants et simulations numériques

La topographie des dispositifs à boîte quantique ajoute un élément de complexité à la
conception de microaimants. Toutefois, celle-ci présente également l’avantage de générer des
gradients additionnels. Ainsi, cette section vise d’abord à identifier les limites offertes par la
topographie des grilles dans une géométrie à un seul aimant afin d’atteindre les conditions
requises présentées dans la section 1.1. Ensuite, la réduction des gradients longitudinaux par
une géométrie à double aimant sera revue.

1.2.1 Simulations numériques et paramètres considérés

Afin de bien estimer les gradients magnétiques longitudinaux et transverses produits par
les microaimants au niveau de la boîte quantique un protocole de simulation a été mis en
place. L’objectif du protocole est d’intégrer la topographie des dispositifs à boîtes quantiques
de type MOS. Les paramètres considérés pour les simulations sont illustrés à la figure 1.2.

Des géométries composées d’un [25] ou deux [43, 27] aimants sont considérées suivant les
grandes lignes des géométries déjà étudiées dans la littérature en l’absence de topographie.
Contrairement aux études précédentes, la contribution de l’aimant à la direction de l’axe
de quantification du spin dans la boîte quantique est ajoutée. Pour les géométries à simple
aimant, les paramètres considérés sont l’épaisseur h ainsi que la position du microaimant
par rapport au centre du dispositif zc. La boîte quantique est centrée sous l’une des grilles
d’accumulation d’électrons (Fig. 1.2(a)-(b)).

Pour le calcul des gradients, le champ magnétique total partout dans l’espace est sé-
paré en deux composantes transverse et longitudinale par rapport à l’orientation du champ
magnétique à la position de la boîte quantique

B(y, z, B0) = Bm(y, z) + B0 (1.26)

= B⊥(y, z, B0)n⊥(y, z, B0) + B‖(y, z, B0)n‖(B0) . (1.27)

Dans la géométrie présentée, les champs électriques oscillants sont appliqués par l’aimant
et donc principalement orientés selon l’axe z, la composante transverse selon y sera donc
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Figure 1.2. Paramètres pour les simulations de dispositifs de type MOS
(a) Vue en plongée d’une structure typique utilisée pour les expériences de qubits. Des grilles
d’épaisseur totale de 140 nm (rose) sont placées sur un oxyde de SiO2 de 35 nm. L’analyse est
réalisée pour la boîte quantique de droite centrée à (zbq, ybq) = (50, 0) nm, pour des aimants de
largeur w. L’aimant de droite est séparé de z = zc du centre du dispositif. Pour les simulations
comportant deux aimants, le point milieu entre les deux bords des aimants est situé à z = c et
ces aimants sont séparés d’une distance d. (b) Schéma vu en coupe du dispositif montrant les
différentes couches de matériaux et les épaisseurs correspondantes. Les aimants d’épaisseur
h suivent la topographie du dispositif. Un champ magnétique appliqué selon z produit une
aimantation M de l’aimant.

négligée. Comme la composante longitudinale se couple au bruit de charge qui ne présente
pas de direction préférentielle, les gradients sont calculés ainsi,

b⊥(B0) =

∣∣∣∣
∂B⊥(y, z, B0)

∂z

∣∣∣∣
(zbq,ybq)

, b‖(B0) = |∇B‖(y, z, B0)|
∣∣
(ybq,zbq)

, (1.28)

où (ybq, zbq) est la position de la boîte quantique. Les simulations numériques des champs
magnétiques produits par des aimants sont une adaptation du pacquet Radia de Mathématica
[73]. Le protocole de simulation mis au point suit le cheminement suivant :

1. Générer la topographie : la topographie des dispositifs est générée par un code Matlab
prenant en entrée le fichier de design (de type CAD, voir Fig. 1.2(a)) bidimensionnel
des dispositifs ainsi que les dimensions des couches composant la structure.

2. Générer des aimants scindés : la géométrie est découpée en rectangles de hauteur
constante représentant différentes sections d’un microaimant déposé de façon conforme
sur la surface. La géométrie est générée pour chaque jeu de paramètre (zc, c, d, h).

3. Simulations magnétiques : Pour chaque jeu de paramètres, la géométrie scindée est
regroupée en un seul bloc dans Radia afin de former le microaimant et de simuler les
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composantes de champsmagnétiques dans la région active du dispositif. Les paramètres
de maille et de taille du réseau de simulation n’ont pas d’impact sur le résultat obtenu.

4. Ajout de la relation constitutive M(H) : Le champmagnétique produit par les aimants
est ajusté suivant la relation constitutive M(H) d’aimants mesurés expérimentalement
(voir sous-section 2.1.4). Cette relation représente donc une approximation de la courbe
d’aimantation qui néglige (i) les effets quantiques dus à l’interaction entre les domaines
magnétiques (ii) le facteur de forme non trivial de l’aimant. Étant donnée la longueur
de plusieurs centaines de micromètres des aimants expérimentaux, l’approximation (ii)
devient complètement valide en l’absence de topographie.

5. Calculs des gradients et analyse : Les gradients sont calculés à la position estimée de
la boîte quantique suivant la méthode présentée aux équations (1.28).

1.2.2 Géométrie à un aimant et impact de la topographie

Les composantes du champmagnétique produites par une configuration particulière d’un
aimant unique sont présentées à la figure 1.3. D’abord, le champ produit par l’aimant atteint
plusieurs centaines de milliteslas dans la boîte quantique et la variation rapide de l’amplitude
du champ dans la structure laisse présager la présence de forts gradients de champ. Ensuite,
la topographie des grilles altère la géométrie de l’aimant et le profil de champ magnétique
sous ce dernier est fortement modulé par leur présence.
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Figure 1.3. Profile de champ magnétique produit par un aimant unique
Dépendance spatiale des composantes (a) Bx

m(y, z) (b) By
m(y, z) et (c) Bz

m(y, z) . Le point bleu
indique la position de la boîte quantique et la flèche la direction de l’aimantation et du champ
externe. Paramètres : zc = 120 nm , B0=1 T , h = 300 nm et w = 400 nm.
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Les effets précédents indiquent que, même pour un aimant recouvrant entièrement la
zone active du dispositif, la topographie est susceptible de fournir à elle seule les profils de
champ magnétique anisotropes pour la manipulation du spin. Cet effet est mieux visualisé à
la figure 1.4 comparant les résultats avec et sans topographie.

Pourun aimantne recouvrantpas la boîte quantique (zc > 50nm) le comportement général
des gradients avec ou sans topographie est semblable : à fort zc les gradients diminuent et
l’amplitude des gradients avec topographie se situe quelque part entre les positions extrémales
(sur l’oxyde ou sur les grilles) d’un aimant sans topographie. Pour, zc < 50 nm, la topographie
produit des gradients supplémentaires qui persistent et saturent à zc très négatif. Dans ces
conditions, les gradients transverse et longitudinal sont tous deux importants (bi > 1 T/µm).
Ce type de géométrie pourrait être utile pour les dispositifs en natSi pour lesquels le temps de
cohérence reste limité par les spins nucléaires résiduels, et les gradients longitudinaux ne
sont pas la principale source de décohérence [41].
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Figure 1.4. Impact de la topographie sur les gradients de champ magnétique
Comparaison entre les gradients transverses (a) et longitudinaux (b) pour des simulations
réalisées avec et sans topographie. Les courbes sans topographie x = 0 nm et x = 140 nm
représentent respectivement un aimant placé sur la surface de l’oxyde ou des grilles. Paramètres :
B0=1 T , h = 300 nm et w = 400 nm.

1.2.3 Axe de quantification et effet du champ externe

La présence du microaimant modifie l’axe de quantification du spin. En effet, il apparaît
évident à partir de la figure 1.3 que le champ produit par l’aimant n’est pas orienté selon l’axe
du champ externe B0. De plus,même pour des champs aussi forts que B0 = 2 T, la contribution
de l’aimant reste supérieure à 10% du champ total et l’approximation B(zbq, ybq) ‖ B0, parfois
utilisée dans la littérature, n’est pas valide.
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Figure 1.5. Effet du champ externe sur l’axe de quantification
(a) Dépendance en B0 des composantes Bi

m de l’aimant au point (zbq, ybq). (b) Orientation du
champ dans la boîte quantique en fonction de B0 pour la branche supérieure de la courbe de ma-
gnétisation. La composante By

m étant faible par rapport aux autres, le champ est principalement
orienté dans le plan x-z. Paramètres : zc = 120 nm , h = 300 nm et w = 400 nm.

L’impact du champ externe sur l’axe de quantification du spin est double. D’une part, le
champ externe est responsable de l’aimantation de l’aimant. Ainsi une forte réduction des
composantes Bi

m de l’aimant est observée à faible B0 (Fig. 1.5(a)). D’autre part, même pour un
aimant saturé, la compétition entre le champ total de l’aimant et le champ externe modifiera
l’orientation de l’axe de quantification dans la boîte quantique. Ces effets combinés donnent
lieu à une altération importante de l’axe de quantification, et ce pour toute la plage de champ
magnétique externe étudiée (Fig. 1.5(b)).

Dans les simulations, les composantes transverse et longitudinale du gradient varient
également avec la modification de l’axe de quantification par le champ externe. Tel qu’illustré
à la Fig. 1.6 pour différentes configurations d’aimants, la variation du champ externe affecte
l’amplitude des composantes b⊥ et b‖ ainsi que leur rapport (b⊥/b‖). Cette dernière métrique
est utile pour identifier les paramètres remplissant les conditions des desiderata (Fig. 1.6(c)).
En particulier pour zc = 120 nm (voir encart de la figure 1.6(c)), et B0 ∼ 1 T, les desiderata pour
les gradients sont partiellement remplis : b‖ <0.2 T/µm et b⊥ >1 T/µm. Malheureusement,
cette condition n’est pas robuste et un décalage de∼ 20 nm entre l’aimant et la boîte quantique
augmente significativement les gradients longitudinaux (voir Fig. 1.5(b)). Ce décalage étant
inférieur à la précision d’alignement en nanofabrication 2, il semble peu probable de fabriquer
une structure conférant un ratio maximal. Pour des faibles décalages, cet effet peut toutefois
être compensé par le champ externe. Dans les dispositifs en silicium purifié, ce levier rendu
disponible par la variation de l’axe de quantification du champ pourrait donc être utilisé pour
sonder l’impact de l’amplitude des gradients longitudinaux sur la décohérence. Dans une
tentative d’étendre cette question de recherche vers les dispositifs en natSi, cette géométrie a

2. Environ 30 nm dans les procédés utilisés à l’Université de Sherbrooke
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Figure 1.6. Impact du champ externe sur les gradients de champ magnétique
(a) Gradients longitudinaux (b) transverses et leur ratio (c) pour différentes configurations de
champ externe B0 et de position de l’aimant zc. Les graphiques sont tracés pour la branche
supérieure de la courbe d’aimantation. Les lignes pleines indiquent les traces iso gradients
en T/µm. L’encart à la figure (c) est une trace prise sur les 3 panneaux à B0 = 1 T. Paramètres
h = 300 nm et w = 400 nm.

été fabriquée et les résultats présentés au chapitre 2.

1.2.4 Recherche d’une géométrie optimale à aimant unique

Malgré la présence de la topographie, la géométrie à simple aimant ne semble pas per-
mettre d’atteindre les critères des desiderata établis à la section précédente. Néanmoins,
comme l’impact des paramètres est non trivial en présence de la forte topographie, une étude
plus exhaustive incluant les paramètres h et w est présentée (Fig. 1.7). La modification des
paramètres w et h ne modifie pas la position de ratio optimal de zc = 120 nm.

Tel qu’attendu, la diminution de l’épaisseur h de l’aimant sur la plage accessible expé-
rimentalement, diminue également les composantes des gradients. Cet effet provient de la
diminution du champ magnétique total produit par l’aimant en raison de la réduction de son
volume. La saturation à fort h provient quant à elle de la plus faible contribution du volume
d’aimant supplémentaire en raison de l’éloignement accru par rapport à la boîte quantique.
Ainsi, les paramètres à épaisseur plus élevée devraient être moins sensibles aux variations
locales dues aux imperfections du procédé de fabrication. À l’inverse, des aimants de plus
faible épaisseur mènent à de plus faibles gradients longitudinaux et à un meilleur rapport
b⊥/b‖. En raison des contraintes de fabrication, ce sont des aimants de taille h = 200 nm qui
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Figure 1.7. Effet de la géométrie de l’aimant simple sur les gradients de champmagnétique
Impact de l’épaisseur h et la largeur w d’un aimant unique sur (a),(d) les gradients longitudinaux
(b),(e) transverses, et (c),(f) et leur ratio. Les données sont présentées pour la branche supérieure
de la courbe d’aimantation. Les lignes pleines indiquent les traces iso gradients en T/µm.
Paramètres : (a)-(c) zc = 120 nm et w = 400 nm (d)-(f) zc = 120 nm et h = 300 nm.

ont finalement été implémentés (voir chapitre 2).

Enfin, l’impact du paramètre w illustre une fois de plus l’impact de la topographie sur
les gradients. L’observation des profils de champ de la figure 1.3(b) illustre les contributions
aux champs By

m de polarité inverse aux coins de l’aimant 3 qui contribuent aux gradients
longitudinaux. Naïvement, l’augmentation de la distance entre ces pôles devrait diminuer
la contribution totale aux gradients longitudinaux. Or, c’est plutôt l’effet inverse qui est
observé aux figures 1.7(d)-(f) indiquant que la contribution de la topographie contrebalance
l’éloignement des pôles 4. Ainsi, les géométries à faible w sont légèrement plus performantes.

3. Cet effet est toujours observé pour des aimants en l’absence de topographie.
4. Bien qu’un effet similaire pourrait être expliqué simplement par l’augmentation du volume de l’aimant,

une analyse plus détaillée montre que l’augmentation observée ne suit pas l’augmentation du champ magnétique
total et provient de la compensation des gradients.
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Toutefois, aucun jeu de paramètre ne permet l’obtention des desiderata pour une plage robuste
aux imperfections expérimentales. Pour y arriver, une structure à double aimant est considérée.

1.2.5 Minimisation des gradients longitudinaux et erreurs de fabrication

La difficulté liée à la réduction du gradient longitudinal dans la géométrie à un seul
aimant provient du fait que les composantes Bx

m et Bz
m sont d’amplitudes similaires au bout de

l’aimant. Dans la géométrie à double aimant, le pôle nord d’un aimant fait face au pôle sud de
l’autre. Ce faisant, une partie des composantes s’annule pour former un champ d’amplitude
plus uniforme au centre des deux aimants réduisant ainsi les gradients logitudinaux (Fig. 1.8)
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Figure 1.8. Gradients de champ magnétique dans une géométrie à double aimant
(a)-(c) Influence de la distance d entre les aimants et de la position de leur centre c sur les
gradients et leur ratio. Les lignes pointillées illustrent la condition d = ±2(c− zbq) où le bord
d’un des aimants est aligné sur la boîte quantique. (d)-(f) Effet du champ magnétique. Les
lignes pleines blanches (noire) indiquent les traces iso-gradient (iso-ratio) en T/µm (sans unité).
Paramètres (voir Fig. 1.2(a)-(b) pour la définition des paramètres du double aimant) w = 500
nm et h = 300 nm. (a)-(c) B0 = 1 T (d)-(f) d = 450 nm .
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Les structures principales des panneaux (a)-(c) présentent une symétrie en forme de
«V» dont la pointe se situe à c = zbq, pour laquelle les deux aimants sont centrés sur la
boîte quantique. Les branches diagonales de cette structure représentent les conditions pour
lesquelles le bord d’un des aimants est centré sur la boîte. Le comportement des gradients
près de ces droites est très similaire à celui d’un simple aimant. Parallèles à ces droites, des
conditions de fort ratio, mais de faible robustesse aux variations expérimentales peuvent être
obtenues.

La zone intéressante se situe dans la portion intérieure aux deux droites où des gradients
longitudinaux b‖ ∼ 0 peuvent être obtenus. De façon générale, l’augmentation de d diminue
le champ total et les gradients dans la boîte quantique conférant une très large zone pour
laquelle b‖ < 0.2 T/µm (Fig. 1.8(a)) et réduisant également les gradients transverses (Fig.
1.8(b)). Le tout donne lieu à une zone de tolérance de ± 50 nm des paramètres d et c pour
laquelle b‖ . 0.02 T/µm et b⊥ & 1 T/µm remplissant les conditions des desiderata. De plus,
comme le montrent les figures 1.8(d)-(f), au-delà de B0 = 0.5 T, cette tolérance est rencontrée
et presque indépendante du champ externe. Ainsi, une zone de faible gradient longitudinal,
mais de fort gradient transverse peut-être atteinte de façon robuste à tous les paramètres
expérimentaux à l’aide d’une structure à double aimant.

1.2.6 Considérations pour la mise à l’échelle en un réseau linéaire de qubits

La structure à double aimant présentée offre également un chemin simple vers la mise
à l’échelle de réseaux linéaires de qubits cohérents, rapides et adressables. En effet, comme
le paramètre w a très peu d’impact sur les gradients, deux aimants entourant un réseau
linéaire de N qubits présentent une voie intéressante pour la mise à l’échelle. Dans une telle
architecture, l’adressabilité peut être atteinte de deux façons : (i) via l’ajustement du facteur
gyromagnétique de l’électron par les tensions de grilles [21] ou (ii) par l’utilisation de boîtes
quantiques ancillaires [74]. Les deux géométries en résultant sont présentées aux figures
1.9(a)-(b) respectivement.

Pour la méthode des boîtes quantiques ancillaires, la séparation entre les deux boîtes
quantiques du dispositif étudié est utilisée. Avec les paramètres d’aimants d = 450 nm et
c = 90 nm et la boîte ancillaire située en z = 0, une différence de champ magnétique de
∆|B| = 3 mT correspondant à ∆ fL = 8 MHz est obtenue (Fig. 1.10). Cette différence de
fréquence est ∼ 103 fois plus grande que la largeur de raie de résonance de 3-10 kHz obtenue
dans le silicium 28Si sans gradients magnétiques [21, 55]. ∆ fL est également ajustable en
champ magnétique (Fig. 1.10(b)). De plus, la différence de champ magnétique entre les deux
boîtes quantiques peut-être utilisée pour réaliser une porte Z [66]. En effet, la différence
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Figure 1.9. Mise à l’échelle de réseaux linéaires de qubits à l’aide de doubles aimants
Mise à l’échelle vers des réseaux linéaires de boîtes quantiques pour l’adressabilité à l’aide
(a) de l’ajustement du facteur gyromagnétique et (b) à l’aide de boîtes quantiques ancillaires
possédant une différente énergie Zeeman.

d’énergie Zeeman entre les deux boîtes lors du transfert de l’électron modifie la phase du
qubit à la fréquence ∆ fL. En choisissant la durée totale du transfert selon l’opération désirée,
il est possible de réaliser une porte Z ou simplement l’identité.

Enfin, dans les conditions minimisant les gradients longitudinaux dans la boîte quantique
ancillaire, les gradients transverses dans la boîte quantique de gauche sont de b⊥ ∼ 1.5 T/µm
conférant des fréquences de Rabi au-delà de 10MHzpour des amplitudes du champde pompe
typiques. Mis en commun avec les techniques de transfert d’électron rapide préservant la
cohérence [75, 76, 77], cette architecture offre les éléments de base pour un réseau linéaire
cohérent et échelonnable.
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Figure 1.10. Différence de fréquence de Larmor entre deux boîtes quantiques
Différence de fréquence de Larmor entre les boîtes quantiques de droite et de gauche en fonction
(a) de la géométrie des doubles aimants et (b) du champ magnétique externe. Des différences
de plusieurs MHz sont observées sur presque toute la plage de paramètres et ajustables à l’aide
du champ externe. Les lignes pleines représentent le ratio br

⊥/br
‖ = 50 pour la boîte quantique

de droite.

1.3 Microaimants pour l’ingénierie d’un qubit spin-charge

Les ingrédients de base présentés dans les dernières sections nécessaires afin d’augmenter
le facteur de qualitéQ des qubits à spin unique sont (i) l’ingénierie du couplage spin-charge à
l’aide de gradientsmagnétiques pour augmenter la fréquence de Rabi et (ii) le design judicieux
de microaimants afin d’atténuer l’impact de la décohérence de charge. Le point (i) est atteint
notamment par l’accroissement du moment dipolaire magnétique effectif en raison du fort
moment dipolaire électrique fourni par la boîte quantique. Une méthode développée lors
de travaux précédents [78], consiste à utiliser une double boîte quantique pour augmenter
davantage ce couplage dipolaire électrique. Ainsi, lors de l’opération EDSR, l’électron traverse
d’une boîte à l’autre par effet tunnel, et les fortes différences de champ magnétique vues par
l’électron lors de ce processus produisent les rotations de spin désirées.

Dans ce qui suit, la géométrie à double aimant présentée à la section précédente est
utilisée pour réduire, une fois de plus, l’impact de la décohérence dans cette architecture. Les
modèles et simulations numériques visent une implémentation dans une hétérostructure à gaz
bidimensionnel d’électrons en GaAs/AlGaAs. En raison des spins nucléaires qui dégradent
T∗2 , cette architecture présente un désavantage par rapport aux structures de silicium. Le
choix des hétérostructures de GaAs/AlGaAs est ici guidé par la versatilité offerte par celles-ci
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et ainsi que la reproductibilité et le rendement des dispositifs à doubles boîtes quantiques.
Outre les considérations géométriques liées à l’optimisation des aimants, les conclusions
de cette section sont directement transférables aux structures en silicium. D’ailleurs, très
récemment, des résultats théoriques [79] et expérimentaux [70] dans le Si/SiGe, suivant les
idées principales des travaux présentés ici, montrent la viabilité de cette approche.

1.3.1 Charge unique confinée dans un potentiel quartique

Les électrons sont supposés confinés dans le gaz bidimensionnel placé en x = 0 d’une
hétérostructure de GaAs/AlGaAs pour laquelle m∗ = 0.067me et g = −0.4 (Fig. 1.11(a)). Ces
électrons sont confinés par le potentiel des grilles situées à x = 130 nm. Leur géométrie et
les potentiels appliqués permettent de former le potentiel de confinement de la double boîte
quantique. Pour les géométries des dispositifs fabriqués en laboratoire (voir chapitre 2), le
potentiel de confinement reproduit bien celui du potentiel quartique illustré à la figure 1.11(b)
lorsque l’on néglige le couplage tunnel aux contacts source-drain [80]. Le potentiel dans le
plan y-z, considéré harmonique dans la direction y, s’exprime ainsi,

V(ρ) =
m∗ω2

0
2

[
1

4a2

(
z2 − a2)+ y2

]
− ε

z
a

, (1.29)

où ε est la différence d’énergie entre les minima du potentiel, 2a la distance entre les boîtes
quantiques et h̄ω0 l’énergie de confinement.

Ainsi l’hamiltonien de la double boîte s’écrit comme

HDQD = − h̄2

2m∗
∇2 + V(ρ) . (1.30)

La résolution numérique de l’équation de Schrödinger indépendante du temps est réalisée
afin de déterminer les énergies propres et les fonctions d’onde de la double boîte suivant la
méthode présentée à la référence [81]. Pour ce faire, il faut noter que le potentiel peut s’écrire
comme V(ρ) = V(z) + V(y), de telle sorte que les fonctions d’ondes prennent la forme d’un
produit de fonctions d’onde : ϕ(ρ) = ψ(z)φ(y). La fonction φ(y) donne le résultat bien connu
pour un potentiel harmonique. Pour la composante ψ(z), l’équation aux valeurs propres à
résoudre est : (

− h̄2

2m∗
d2

dz2 + V(z)

)
ψ(z) = E ψ(z) . (1.31)
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Figure 1.11. Électron unique dans une double boîte quantique et potentiel quartique
(a) Schéma d’une hétérostructure à gaz bidimensionnel (GE2D), pour laquelle l’empilement
de couches forme un plan d’électron en x = 0. Une série de grilles électrostatiques (bleu)
permettant de réduire la densité électronique sous-jacente (vert). Les aimants de FeCo supposés
placés à x = 130 nm produisent les anisotropies magnétiques. (b) Niveaux d’énergie calculés
selon l’équation (1.29) pour a = 80 nm et ε = 0. Le champ électrique des grilles permet de
décaler les minima du potentiel (bleu) et d’en contrôler le désaccord ε. Les deux états, lié (E−)
et anti-lié (E+), des orbitales moléculaires résultant du couplage tunnel Ω entre les deux boîtes
forment le sous-espace de plus basse énergie. Le qubit est opéré par une variation périodique
du désaccord ε permettant le passage de l’électron d’une boîte à l’autre.

Cette équation est discrétisée dans l’espace avec zi ∈ {z1, z2 . . . zN}, et se réécrit ainsi,

ψ(zi+1) =

[
2m∗

h̄2 (zi+1 − zi) (V(zi)− E)
]

ψ(zi)− ψ(zi−1) . (1.32)

À l’aide des conditions initiales ψ(z1) = 0 et ψ(z2) = 1 et des conditions frontières de barrière
de potentielle infinie, l’équation est résolue dans tout l’espace de façon à déterminer ψ(zN).
Les valeurs et vecteurs propres sont obtenus lorsque la condition ψ(zN) = 0 est satisfaite. Dans
le sous-espace de plus faible énergie, deux états couplés |−〉 et|+〉 définissent le sous-espace
d’intérêt pour l’opération du qubit dans la double boîte quantique.

Le résultat de la résolution numérique est illustré à la figure 1.12. D’abord, la fonction
− ln |ψ(zN)|2 diverge lorsque ψ(zN) = 0 et permet d’identifier facilement les quatre premiers
niveaux d’énergie de la boîte quantique 5. Les deux états couplés, |−〉 et |+〉 du sous-espace
de faible énergie forment les états d’intérêt pour la double boîte quantique. À ε = 0, un
anticroisement d’amplitude Ω = E+(0)− E−(0) origine du couplage tunnel entre les boîtes

5. E1 et E2 sont d’énergie supérieure ou de l’ordre de l’énergie de charge EC ∼ 1 meV dans ces dispositifs. Pour
des puissances de champ pompe permettant d’exciter ces niveaux, l’électron sortirait du potentiel de confinement.
Ce régime est donc négligé, et cette approximation est valide pour les faibles puissances de pompe.
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Figure 1.12. Niveaux d’énergies et fonctions d’ondes d’une double boîte quantique
(a) Résultats de la résolution numérique de l’équation (1.32) avec a = 80 nmmontrant les quatre
premiers niveaux de la double boîte. Les lignes pleines représentent le résultat obtenu par le
modèle effectif de l’équation (1.34). Les points de couleurs font référence aux fonctions d’ondes
pour un électron (b) localisé à gauche (c) en superposition d’états et (d) localisé à droite.

quantiques qui, dans le modèle utilisé, est ajusté par le paramètre de distance a. Loin de
l’anticroisement, les fonctions d’ondes représentent bien un électron localisé à gauche, |L〉,
ou à droite, |R〉 (Fig. 1.12(b)-(d)).

Les paramètres de couplage tunnel Ω et de désaccord ε suggèrent donc d’écrire un
hamiltonien effectif de la double boîte quantique comme

HDQD =
1
2
(ε τz + Ω τx) , (1.33)

avec les opérateurs τz,x représentant les matrices de Pauli écrits dans la base {|L〉, |R〉}. Les
énergies propres de ce système sont donc

E± =
1
2

√
Ω2 + ε2 = ±1

2
εd , (1.34)
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et les états propres avec tan θ = Ω/ε

|+〉 = + cos
θ

2
|L〉+ sin

θ

2
|R〉 , |−〉 = − sin

θ

2
|L〉+ cos

θ

2
|R〉 . (1.35)

Il est possible de constater qu’à |ε| � Ω, l’angle s’annule (θ ∼ 0) et les états propres
redeviennent approximativement |L〉 et |R〉. La dépendance E±(ε) est comparée aux résultats
de simulations numériques à la figure 1.12(a). Pour |ε| < 200 µeV, la différence est de l’ordre
de 20 µeV et provient du recouvrement orbital non nul entre les états |L〉 et |R〉 qui abaisse
l’énergie du système résolu numériquement. Dans ce qui suit, les paramètres pour le modèle
effectif sont déterminés à partir de la séparation des états E± résolus numériquement.

Finalement, l’hamiltonien de la double boîte peut être diagonalisé dans la base {|−〉, |+〉}
avec ∆E = E+ + E− et les matrices de Pauli correspondantes τ̃i :

H̃DQD =
1
2

εdτ̃z . (1.36)

En fonction du désaccord ε et à l’aide d’un champ électrique micro-onde d’amplitude Ep il
est possible d’exciter les transitions de charge à la fréquence de Rabi d’un qubit de charge
[82, 83, 84, 85] :

2π f c
R = ωc =

eaEp

h̄
cos θ . (1.37)

Hamiltonien spin-charge

Le champ magnétique anisotrope produit par les microaimants confère aux fonctions
d’ondes |L〉 et |R〉 une différente contribution en champ magnétique. Le champ moyen perçu
dans chacun des états s’exprime

BL,R =
∫

dρ|φL,R(ρ)|2 B(ρ) . (1.38)

Dans le sous-espace d’états {|L〉, |R〉}, le champ total s’écrit

B = BL|L〉〈L|+ BR|L〉〈R| , (1.39)
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et l’hamiltonien de spin de l’équation (1.15) est modifié en conséquence,

Hs =
1
2

gµB (BL|L〉〈L|+ BR|L〉〈R|) · σ . (1.40)

En décomposant le champ magnétique en contributions symétrique, B = 1/2(BL + BR), et
anti-symétrique ∆B = (BL − BR), le hamiltonien de spin s’écrit finalement comme :

Hs =
1
2

gµBB · σ +
1
4

gµB ∆B · στz . (1.41)

Le premier terme est l’énergie Zeeman, et la direction de B définit l’axe de quantification
du qubit de spin. Le second terme provient des anisotropies magnétiques entre les deux
boîtes quantiques et décrit le couplage spin-charge en résultant. Il est toujours possible de
faire une rotation du référentiel de telle sorte que z corresponde à l’axe de quantification.
Dans ce nouveau référentiel, les composantes longitudinale ∆B‖ et transverse ∆B⊥ du terme
d’anisotropie sont également distinguées, de telle sorte que l’hamiltonien de spin final se
réécrit ainsi,

H′s =
1
2

gµB

(
Bσ′z +

1
2

∆B′⊥ · σ′⊥ τz +
1
2

∆B‖σ
′
z τz

)
, (1.42)

où σ′⊥ = (σ′x, σ′y), B = |B| et |∆B‖| = ∆B‖. Par souci d’alléger la notation, les symboles primés
seront laissés de côté dans ce qui suit σ′i → σi et ∆B′⊥ → ∆B⊥ le référentiel est toujours ajusté
selon l’axe de quantification. De la même façon, le choix σ⊥ → σx est réalisé sans perte de
généralité. En considérant l’énergie Zeeman Ez = gµBB et ∆⊥,‖ =

1
2 gµB∆B⊥,‖ l’hamiltonien

prend la forme suivante dans les deux bases de charge.

{|L〉, |R〉} → Hs =
Ez

2
σz +

1
2
(
∆⊥σx + ∆‖σz

)
τz . (1.43)

{|−〉, |+〉} → H̃s =
Ez

2
σz +

1
2
(
∆⊥σx + ∆‖σz

)
(cos θτ̃z − sin θτ̃x) . (1.44)

1.3.2 Considérations pour le bruit de charge

L’hamiltonien total du système H̃tot = H̃DQD + H̃s se développe suivant

H̃tot =
εd

2
τ̃z +

Ez

2
σz +

1
2
(
∆⊥σx + ∆‖σz

)
(cos θτ̃z − sin θτ̃x) . (1.45)
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Les énergies propres de cet hamiltonien sont illustrées en fonction de ε pour deux jeux de
paramètres à la figure 1.13. Tout d’abord, la réduction du couplage tunnel (ou de façon
équivalente l’augmentation de l’énergie Zeeman) modifie l’hybridation entre les orbitales
près de ε = 0. Pour Ω ∼ Ez (Fig. 1.13(a)), la distorsion des bandes dépeint le couplage spin-
charge généré par les composantes transverse et longitudinale. Ce régime sera évité pour
l’opération du qubit afin d’éviter l’excitation des niveaux d’énergie supérieure. À plus fort Ω,
la courbure prononcée des bandes inférieures reflète la composante de charge importante.
C’est cette composante qui permet la réalisation d’opérations logiques dans le sous-espace
de plus faible énergie. Au premier ordre en théorie des perturbations, et en négligeant la
composante longitudinale la fréquence de Rabi peut s’écrire [79]

2π fR ≈ ωc cos θ
Ω ∆⊥
|Ω2 − E2

z |
. (1.46)
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Figure 1.13. Niveaux d’énergies d’une double boîte quantique en présence d’anisotropies
magnétiques
Niveaux d’énergies simulées suivant la résolution numérique de l’équation (1.45) pour (a)
Ω/2π= 2 GHz et (b) Ω/2π= 0.9 GHz et (c) Ω/2π= 0.4 GHz . Les lignes pointillées présentent
l’évolution des niveaux |−〉 et |+〉 selon l’équation (1.34). Paramètres ∆B‖ = ∆B⊥ = 200 mT,
B = 1 T.

L’augmentation de la différence transverse de champ magnétique et du couplage tunnel
permettent d’accélérer les opérations logiques entre les deux niveaux de plus faible énergie.
Des travaux antérieurs sur le même système indiquent d’ailleurs que ces opérations logiques
peuvent être réalisées à des fréquences de Rabi de 100 MHz à 1 GHz pour des paramètres
réalistes de différence de champs magnétiques, de couplage tunnel et d’amplitude du champ
électrique de pompe [78].



1.3. Microaimants pour l’ingénierie d’un qubit spin-charge 34

Comme dans le cas des qubits à spin unique dans les boîtes quantiques simples, cette
augmentation de la fréquence de Rabi provient du couplage spin-charge. L’impact du bruit de
charge doit donc être minimisé afin de préserver les propriétés de cohérence du qubit. Comme
pour les gradients longitudinaux étudiés précédemment, l’asymétrie entre les banches ε > 0 et
ε < 0 provient de la différence d’énergie Zeeman entre les états |L〉 et |R〉, et la fluctuation de ε

créera du déphasage pur au premier ordre en théorie des perturbations. Pour les qubits basés
sur un couplage avec la charge, la minimisation de la décohérence est souvent effectuée par
la recherche de points d’opération idéaux pour lesquels dmE

dεm = 0 où m représente l’ordre de
réduction du bruit de charge [84, 86, 85, 87, 88, 89]. Pour la recherche de ces points idéaux, on
décompose le champ magnétique moyenné sur la fonction d’onde de charge en composantes
transverses et longitudinales comme B(B⊥, B‖). À partir, des hamiltoniens de charge et de
spin, il est possible de comprendre que l’obtention simultanée des conditions suivantes donne
lieu à des points d’opérations idéaux au premier ordre.

(Charge) dεd

dε
= 0 , (1.47)

(Spin) d|B|
dε

=
1
|B|

(
B⊥

dB⊥
dε

+ B‖
dB‖
dε

)
= 0. (1.48)

La condition de charge est obtenue à ε = 0. Par définition, au point d’opération du qubit,
la composante transverse s’annulle, B⊥ = 0. Finalement, pour éviter la solution B‖ = 0 qui est
triviale et non réaliste du point de vue des profils de champmagnétique typiques produits par
des aimants, le choix dB⊥

dε = 0 est réalisé. Dans ce qui suit, le design des géométries d’aimants
visant à remplir ces conditions est discuté. Il est à noter que des conditions de minimisation
du bruit de charge peuvent être obtenues aux deux premiers ordres, mais cet effet ne sera pas
étudié ici [79].

1.3.3 Géométrie d’aimants pour la mitigation du bruit de charge

Le champ produit par les doubles aimants est simulé par la mêmeméthode qu’à la section
section 1.2 et la topographie est laissée de côté. Les aimants considérés dans cette section sont
à base de FeCo d’aimantation µ0|M| = 1.93 T. Le choix de ce matériel est dû à sa compatibilité
avec le GaAs et permet une courbe d’aimantation à forte rémanence et faible champ de
saturation (voir section 2.1). En raison du faible champ de saturation, la relation M(H) est
négligée et l’aimant est supposé à saturation pour des champs supérieurs à B0 = 100 mT.

La figure 1.14 montre l’impact du décalage du double aimant sur les composantes ∆B‖
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Figure 1.14. Décalage du double aimant et différences de champ transverse et longitudinal
Effet du décalage du centre c du double aimant par rapport au centre du dispositif sur ∆⊥ et
∆‖ pour différentes valeurs de champ externe. Les composantes de champ sont obtenues par
l’intégration numérique de l’équation (1.38) avec a = 80 nm et d = 250 mm. La contribution du
champ, modifie l’axe de quantification et décale les courbes. À fort champ la condition ∆B‖ = 0
est obtenue simultanément avec le maximum de |∆B⊥| à c = 0.

et ∆B⊥. Premièrement, le décalage du double aimant par rapport au centre du dispositif
permet de passer d’une contribution purement transverse à c = 0 ou purement longitudinale
à c ≈ ±170 nm. Le couplage purement longitudinal est intéressant, entre autres, pour réaliser
une lecture longitudinale des qubits de spin à l’aide de résonateurs supraconducteurs [80].
Comme l’objectif est de réaliser des opérations logiques rapides, il faut maximiser ∆B⊥ et
cette condition est obtenue pour la configuration parfaitement symétrique par rapport au
centre du dispositif (c = 0). Globalement, le champ externe modifie l’axe de quantification
et décale les minima des composantes ∆Bi. En raison de la symétrie du système à c = 0, les
composantes ∆Bi sont robustes au champ externe et ∆B‖ s’annule. Dans une approximation
où les champs magnétiques varient linéairement dans l’espace, cette dernière condition est
complètement équivalente à dB‖

dε = 0.

Le paramètre d évoquant la distance entre les aimants est optimisé pour les différences
de champ transverse ∆B⊥ (Fig. 1.15(a)). Un maximum est obtenu autour de d = 250 nm. La
courbure peu prononcée fait en sorte que d est robuste aux erreurs de fabrication de ±10-
20 nm pour ce paramètre. En fonction de ε, la composante transverse du champ magnétique
est modulée par le couplage tunnel. Comme le qubit est défini à ε = 0 pour enrayer l’effet
du bruit électrique sur la charge au premier ordre, la condition B⊥ = 0 est bien retrouvée à
ε = 0. Surtout, dB‖/dε = 0 à ε = 0 et toutes les conditions sont remplies afin de déterminer
une géométrie d’aimant permettant de minimiser le bruit de charge au premier ordre. Ces
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Figure 1.15. Points optimaux pour la minimisation du bruit de charge
(a) Optimisation du champ ∆B⊥ à l’aide de la séparation d entre les aimants pour c = 0 et a = 80
nm. Le point maximal est obtenu à d = 250 nm. (b) Champ transverse B⊥ (bleu) et dB‖/dε
(rouge) pour d = 250 nm et c = 0 nm en fonction de ε pour trois valeurs de distances inter boîtes
(– –) a = 85 nm (—) a = 80 nm et ( – ·) a = 75 nm correspondant respectivement à des couplages
tunnels Ω/2π ∼ 19.0, 12.2, 7.5 GHz. Le point optimal est situé à ε = 0 indépendamment du
couplage tunnel.

conditions sont d’ailleurs inchangées par des modulations d’un ordre de grandeur sur Ω. Il
est à noter, toutefois, que l’augmentation de Ω adoucit les pentes des deux paramètres près de
ε = 0 et devrait donc réduire l’impact du bruit de charge au-delà du premier ordre. Or, une
augmentation significative de Ω aplanit les bandes et guide le système vers la formation d’une
boîte quantique simple de faible énergie orbitale ω0. Tel qu’il a été discuté précédemment, ce
régime requiert une optimisation différente des paramètres et un confinement accru de la
boîte quantique est préférable.

La figure 1.14 montre bien qu’un décalage de la position du centre des aimants produit
une différence de champ ∆B‖ 6= 0, qui indique donc que les conditions ci-haut mentionnées
ne seraient valables qu’à c = 0. Ceci est problématique dans un contexte réaliste où des
erreurs de fabrication des dispositifs mènent à des décalages du paramètre c variant de 20 à
40 nm 6. La figure 1.16(a) indique en effet que pour des décalages aussi faibles que c = 10 nm
la différence de champ longitudinal à ε = ±200 µeV atteint plus d’une dizaine de mT. Cette
contribution peut toutefois être compensée partiellement par la réduction du champ externe.
En effet, l’ajout du champ externe selon l’axe z brise la symétrie du champmagnétique produit
par le double aimant et définit presque entièrement l’orientation de l’axe de quantification à
fort champ. Cette observation indique que l’opération à B ≈ 0 T serait préférable. Ce type

6. Il est à noter que les décalages sont typiquesmentionnés dans cette section sont valable pour les instruments
et procédés utilisés dans cette thèse. Des installations et procédés industriels permettraient bien entendu de
diminuer cette erreur.
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Figure 1.16. Erreurs de fabrication et robustesse des points d’opérations
(a) Effet d’un décalage de (– –) c = 10 nm et (– -) c = 20 nm pour des champs magnétiques
externe de B0= 0 T (bleu) et B0= 1 T (rouge). La ligne pleine représente la condition optimale à
c = 0 à B = 1 T. (b) B⊥ (bleu) et dB‖/dε (rouge) pour un décalage de ±20 nm à (– –) B0= 0 T et
(– -) B0= 1T. Le champ externe n’a que très peu d’impact sur le champ transverse. (c) Différence
d’énergie ∆E = E+− E− entre les deux premières bandes calculée à partir de l’hamiltonien (1.45)
pour les paramètres obtenus par simulation numérique à ε = 0 et Ω/2π = 12 correspondant à
a = 80 nm. Les points d’opérations optimaux sont caractérisés par d∆E/dε = 0.

d’opération serait possible à l’aide de microaimants de forte rémanence, comme c’est le cas
du FeCo. La figure 1.16(b) montre l’impact du décalage de l’aimant sur les métriques de
l’équation (1.48), et montre des conclusions similaires pour dB‖/dε. Tout de même, le champ
externe modifie peu l’amplitude de B⊥ à ±ε = 200 µeV, ce qui laisse la fréquence de Rabi du
qubit pratiquement inchangée. Ainsi, comme dans le cas des qubits à électron unique dans
les boîtes quantiques simples, l’amplitude du champ externe a un impact significatif sur la
cohérence du qubit en raison de la modification de l’orientation de l’axe de quantification.

Finalement, les paramètres extraits pour différentes valeurs de c permettent de calculer la
différence des niveaux d’énergies des deux bandes inférieures et d’ainsi valider la position
de points d’opérations robustes au premier ordre par l’identification des minima de ∆E
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satisfaisant d∆E/dε = 0. Tel qu’attendu, pour la géométrie parfaitement symétrique, un
minimum est obtenu à ε = 0. Ce minimum se déplace rapidement vers les valeurs positives
de ε lorsque c augmente, témoignant de l’augmentation de la composante longitudinale du
champmagnétique. Pour les décalages plus faibles, la variation ∆E présente un minimum aux
valeurs intermédiaires de ε, indiquant la possibilité d’obtenir des points d’insensibilité à des
valeurs de ε 6= 0. Ceci fournit donc un levier, en cas de léger décalage, pour rétablir le point
d’insensibilité du qubit. Cet effet est d’ailleurs étudié un peu plus en détail à la référence
[79] pour le modèle simplifié de l’équation (1.45) où des conditions analytiques peuvent être
déduites pour certains jeux de paramètres. Il est à noter que les résultats expérimentaux
récemment obtenus fournissent un facteur de qualité maximal de Q ∼ 18 à ε = 0, pour
des fréquences de Rabi avoisinant 8 MHz. L’optimisation des géométries d’aimants et des
paramètres expérimentaux suivant les éléments identifiés dans cette thèse, fournissent ainsi
des voies d’amélioration pour le facteur Q de ce type de qubit.

1.4 Impact des travaux

Ce chapitre identifie les qubits à spin unique dans les boîtes quantiques simple et double
comme des avenues prometteuses pour l’implémentation de qubits performants. Les résultats
présentés doivent être considérés comme un guide de conception expérimental s’adaptant
aux particularités des différentes architectures et géométries des puces de qubits.

D’abord, pour les boîtes quantiques simples en silicium, les simulations numériques
présentées à la section section 1.2 ont guidé les choix géométriques pour l’étude de l’impact
de la fabrication de microaimants sur les propriétés des électrons uniques dans les boîtes
quantiques. Ces résultats présentés au chapitre 2 établissent les limitations et les voies d’avenir
pour l’intégration de ces aimants dans les structuresMOS. La géométrie à double aimant ayant
pour objectif de minimiser l’impact du bruit de charge dans les structures MOS a servi de base
à la conception et la fabrication d’un réseau linéaire formé de cinq qubits (voir annexe C). Tel
que démontré à la section 1.2, ce type d’architecture est prometteuse pour la mise à l’échelle
de qubit de spins rapides, cohérents et adressables, ou le bruit de charge est susceptible d’être
minimisé aux deux premiers ordres en théorie des perturbations.

Le design de qubits dans les boîtes quantiques double et les travaux réalisés précédemment
[78] ont guidé la fabrication de dispositifs en GaAs pour la démonstration de ce type de qubits.
De plus, ces idées sont à la base du couplage transverse ou longitudinal avec des photons
micro-ondes d’un résonateur [80]. La démonstration récente du couplage fort entre les photons
micro-ondes et un spin unique a d’ailleurs été démontré pour des architectures d’électrons
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uniques dans une double boîte quantique, pour lesquelles le couplage spin-orbite effectif
produit une interface fonctionnelle pour le couplage avec les photons micro-ondes [91, 92, 93].
La viabilité de l’approche étudiée dans ce chapitre pour les qubits à doubles boîtes quantiques
a récemment été démontrée expérimentalement dans le Si/SiGe [70]. Bien que les simulations
ici présentées soient dédiées au GaAs afin de parfaire aux contraintes expérimentales locales,
les principes généraux s’adaptent directement aux dispositifs en 28Si ou Si/SiGe pour lesquels
la cohérence est augmentée. Les idées présentées ici forment donc une base pour l’amélioration
de la fidélité du qubit existant.

L’expertise et le protocole de conception développés dans ce chapitre ont guidé l’implé-
mentation d’un premier qubit basé sur les microaimants dans une architecture de type MOS -
bulk en 28Si dans le cadre d’une collaboration avec le groupe d’Andrew Dzurak à l’Univer-
sité de New South Wales à Sydney. Dans cette collaboration, les simulations numériques, la
conception de microaimants adaptés aux structures spécifiques du groupe australien ainsi
que les considérations de fabrication provenant de l’expertise développée dans cette thèse
ont contribué au succès du projet. Cette collaboration fructueuse a mené à deux publications
présentement en révision dans les revues du Nature Publishing Group. Ces publications sont
présentées aux annexes D et E. Les grandes lignes et résultats principaux de ces études sont
identifiées dans ce qui suit.

«Coherent spin control of s-, p-, d- and f-electrons in a silicon quantum dot»

Cette publication démontre l’opération d’un spin unique effectif dans une boîte quantique.
Le spin effectif est composé de plusieurs électrons (1, 5, 13 ou 25), correspondant à l’occupation
par un seul électron des orbitales s, p, d et f de la boîte quantique simple. Les résultats
principaux sont :

• La démonstration de l’opération des qubits s, p, d et f adressés électriquement par EDSR
à l’aide d’un aimant conçu à partir du protocole de simulation présenté précédemment ;

• L’augmentation du facteur de qualité du qubit pour l’opération dans les orbitales plus
élevées p et d. Ceci indique la réduction du bruit de charge en raison de l’écrantage
engendré par le nuage électronique occupant les orbitales électroniques inférieures ;

• L’augmentation deQ est d’un ordre de grandeur supérieure pour l’orbitale p par rapport
à l’orbitale s et la fidélité augmentée de plus de 1%, indiquant une nouvelle avenue pour
le développement de qubits de spin à haut facteur de qualité ;

• Pour un facteur de remplissage plus élevé, des points chauds, de taux de relaxation
plus grand, sont observés pour différentes valeurs de tension de grilles (donc différents
profiles de confinement, séparation de vallées, etc.). Ces points montrent les limites de
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l’opération multi-électrons pour lesquels l’interaction inter-orbitale génère des méca-
nismes de relaxation et de décohérence supplémentaires.

«Silicon quantum processor unit cell operation above one Kelvin»

Cette publication décrit la première démonstration expérimentale d’un qubit de spin
dans une boîte quantique confinée électrostatiquement à une température de 1.5 K. Cette
démonstration pourrait être d’une importance majeure pour la co-intégration de qubits de
spin avec l’électronique de contrôle sur la même puce [16, 15]. En effet, l’opération à 1.5 K
permet de relaxer les contraintes de dissipation de chaleur générée par l’électronique de
contrôle. Les résultats principaux sont les suivants :

• La démonstration d’opérations logiques universelles sur deux qubits formés d’électrons
uniques dans un réseau linéaire échelonnable à température de 37 mK. Les qubits sont
complètement découplés des réservoirs d’électrons, permettant de réduire le bruit dû
au couplage tunnel avec ces réservoirs ;

• La démonstration de l’opération d’un qubit de spin adressé électriquement avec une
fidélité de F =98.6(1) % à température de 1.5 K ;

• L’étude des mécanismes de relaxation pour la plage de température couvrant 37 mK à
1.5 K. Cette étude indique que la relaxation est principalement due au couplage des
phonons optiques en raison des mécanismes piézoélectriques présents dans l’oxyde
(voir chapitre 3). Ceci indique des voies d’améliorations pour les matériaux utilisés dans
les qubits de spin semi-conducteurs.



Chapitre 2

Plateformes d’intégration et de
caractérisation de microaimants

Le chapitre 1 présente les microaimants comme un outil puissant pour l’ingénierie du
couplage spin-orbite dans les dispositifs semi-conducteurs. Les textures magnétiques pro-
duites par ces aimants permettent autant le contrôle rapide des qubits à spin unique que
l’émergence des propriétés topologiques dans les fils unidimensionnels (cet aspect sera traité
en détail pour les dispositifs de Majorana au chapitre 4). Le développement d’une plateforme
d’intégration de microaimants pouvant s’adapter aux différentes structures présentées est
donc essentiel pour l’implémentation des dispositifs quantiques basés sur les microaimants.

Ce chapitre présente les travaux de mise en place d’une plateforme versatile de nanofabri-
cation (section 2.1) et de caractérisation de microaimants (section 2.2). La section 2.3 présente
l’impact de l’intégration d’un aimant sur un dispositif de qubit à spin unique.

2.1 Plateforme de nanofabrication pour les dispositifs quantiques

2.1.1 Considérations pour les dispositifs quantiques

Les propriétés des dispositifs quantiques présentées au chapitre 1 dépendent entièrement
de l’amplitude du champ magnétique produit par les aimants. Dans la région active des
dispositifs, l’amplitude du champ dépend uniquement de l’aimantation M0 et de la distance
|r| à l’aimant. En effet, pour un aimant de taille finie aimanté selon x̂ et en l’absence de
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densité de courant libre (j = 0), le champ magnétique B(r) = µ0H(r) produit par l’aimant est
déterminé par la résolution des équations de Maxwell menant à [94] :

H(r) = −∇r ·Φ(r) , (2.1)

Φ(r) = −M0

4π

∂

∂x

∫∫∫

volume de l’aimant

d3r′

|r− r′| . (2.2)

Ainsi, le champ dépend linéairement de l’aimantation M0 du matériau de l’aimant. Pour
un aimant rectangulaire, la solution des équations (2.1) et (2.2)présente à une décroissance
du champ magnétique hors de l’aimant. Pour la composante Hx = H(r) · x̂ du champ, la
décroissance est en loi de puissance et logarithmique pour les composantes Hy et Hz [94]. Afin
de maximiser le champ magnétique, il faut donc intégrer des matériaux à forte aimantation à
une distance minimale de la région active des dispositifs. Dans ce qui suit, les fondements
des propriétés magnétiques des aimants sont révisés sous la loupe des besoins spécifiques
aux dispositifs quantiques afin de déterminer les matériaux magnétiques pour la plateforme
de nanofabrication.

Aimants ferromagnétiques

L’aimantation d’un aimant est maximisée lorsque le champ interne H de l’aimant est
suffisamment grand. Au-delà du champ seuil (HS), l’aimantation atteint sa saturation Ms

et ne varie plus en fonction du champ externe (Fig. 2.1). L’aimant produit alors un champ
magnétique maximal qui dépend des propriétés intrinsèques, telles la structure cristalline et
la composition chimique des matériaux utilisés [95]. Le champ H à l’intérieur d’un matériau
magnétique n’est pas équivalent au champ appliqué Hext et dépend autant des propriétés
microscopiques que de la forme de l’échantillon. Dans un matériau homogène, le champ H
est modifié par un champ de désaimantation HD qui provient de la réponse du matériau et
s’oppose au champ externe :

H = Hext + HD (2.3)

HD = −NM (Pour M ‖ Hext) (2.4)

avec N le facteur de désaimantation. Pour les matériaux ayant la forme d’un ellipsoïde de
révolution, l’aimantation M est uniforme dans le matériau et l’équation (2.4) est valide. Pour
ce type de géométrie, N peut être calculé exactement et vaut N = 1/3 dans le cas d’une
sphère et N ∼ 0 dans le cas d’une aiguille ou d’un film mince [96].
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Figure 2.1. Relation constitutive M(H) typique d’un aimant
Relation constitutive M(H) typique pour un matériau homogène en fonction du champ interne
H. Les courbes rouges et bleues représentent les branches d’hystérésis obtenues augmentant et
diminuant le champ externe.

Le point de saturation HS au-delà duquel l’aimantation ne change plus est lié au champ
coercitif HC, pour lequel M = 0 dans le matériau. Bien que HC soit lié aux propriétés micro-
scopiques du matériau, la pente de la droite reliant HC à HS est de 1/N . La largeur de la
plage d’inversion de l’aimantation est donc de ∆Hinv = 2NMS. Pour les matériaux ferroma-
gnétiques, la présence de domaines magnétiques brise la condition d’homogénéité et N et
HC sont modifiés par le facteur de forme des domaines [97] et diminue généralement l’aire
de la boucle d’hystérésis.

La forme de la courbe d’hystérésis pour un matériau et une géométrie donnée, laisse place
à deux modes d’opération pour l’obtention de l’aimantation maximale au champ d’opération
des dispositifs quantiques. Ces deux stratégies d’opérations font écho aux classes dematériaux
faiblement et fortement ferromagnétiques. 1.

i. Matériaux faiblement ferromagnétiques ( HC � HD) : Un champ externe H > HS est
utilisé en tout temps pour aimanter le microaimant.

ii. Matériaux fortement ferromagnétiques (HC > HD) : Un champ externe est d’abord
rampé de sorte que H > HS. Le champ externe peut alors être varié à souhait etmaintenu
à des valeurs pour lesquelles M(H) ∼ MS.

La stratégie ii. permet ultimement l’opération à champ externe nul ( lorsque MR = MS ) au

1. Traduction de l’anglais "Soft (hard) magntetic matérials". L’appellation "soft" provient originalement des
matériaux ductiles à faible champ rémanent, mais est étendue auxmatériaux ferromagnétiques à faible rémanence.
[98].
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détriment de manipulations plus complexes, notamment pour des expériences nécessitant
des rampes en champ positif et négatif.

Largement étudiés dans le contexte du développement des dispositifs magnétiques de la
microélectronique et de la spintronique [98, 99, 100], les matériaux faiblement ferromagné-
tiques sont fabriqués par électrodéposition d’alliages à base de Fer, de Cobalt et de Nickel. Ces
matériaux peuvent atteindre MS & 2 T et posséder des champs coercitifs HC < 1 Oe. Toutefois,
le champ de saturation HS est entièrement déterminé par le facteur de désaimantation N et
rend difficile l’utilisation de formes arbitraires d’aimants dans les dispositifs quantiques. À
l’inverse, l’aimantation des matériaux fortement magnétiques culmine avec le Fe50Co50 pour
lequel MS = 2.4 T alors que HC peut excéder ∼ 0.5 T [101].

La plage d’opération en champ externe diffère pour les différents dispositifs quantiques
du chapitre 1. D’une part, les signaux micro-ondes pour les dispositifs à spin unique opèrent
à la fréquence de Larmor qui dépend linéairement du champ externe ( fL = gµBB). Dans le
silicium avec g = 2, ceci limite la plage d’opération aux champs B = µ0Ha . 1.4 T afin de
contraindre la fréquence d’opération à la bande passante typique des composantes micro-
ondes, soit f . 40 GHz. D’autre part, pour les nanofils de Majorana, l’application d’un champ
externe trop fort augmente le recouvrement entre les fonctions d’onde des modes et lève
la dégénérescence en énergie (voir section 4.1). Selon les simulations présentées à l’annexe
H cet effet est notable dès B ≥ 0.3 T dans les matériaux à faible facteur gyromagnétique.
Ainsi, des aimants complètement magnétisés à des champs externes B > 0.1 T sont désirables.
Ces plages d’opération sont facilement atteignables pour les classes de matériaux faiblement
et fortement ferromagnétiques. Ainsi, c’est plutôt la versatilité offerte par les méthodes de
croissance des matériaux qui dictera le choix final.

Versatilité et compatibilité des matériaux
L’objectif de la plateforme d’intégration étant d’abord d’explorer les possibilités offertes

par différents dispositifs quantiques, elle se doit d’être versatile. C’est-à-dire que le procédé de
fabrication d’aimants s’applique à tous les dispositifs du chapitre 1 et du chapitre 4, en garan-
tissant une bonne précision sur leurs géométries. Les matériaux faiblement ferromagnétiques
à grande aimantation sont généralement obtenus par une croissance par électro-plaquage
[102]. Bien que ce type de dépôt permette la réalisation de nanostructures, la définition de
celles-ci nécessite des procédés complexes tels le polissage chimico-mécanique (damascène)
ou des procédés de gravure sélective qui sont difficilement transférables d’une géométrie à
une autre ou d’un substrat à un autre (voir Fig. 2.2). Plutôt, le procédé retenu est un procédé de
soulèvement où le matériau magnétique est déposé par une méthode par faisceau d’électrons
ou par pulvérisation cathodique.
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Figure 2.2. Exemple de procédé pour les matériaux magnétiques
Version simplifiée des différents procédés pour des nanostructures magnétiques. (a) Procédé
d’électro-plaquage avec polissage de type damascène. (b) Procédé de gravure sélective. (c)
Procédé de soulèvement sans précurseur.

Quatre différents matériaux faisant tous partie de la classe des matériaux faiblement ma-
gnétiques ont été considérés pour la plateforme (voir tableau 2.1). Trois de ceux-ci possèdent
une aimantation à saturation suffisante pour les applications considérées. Dans les bonnes
proportions (comme c’est le cas pour FeCoB 15%) les composés FeCoB offrent une très forte
aimantation et présentent l’avantage d’être amorphes [103], facilitant ainsi l’intégration aux
dispositifs en raison des plus faibles contraintes que dans les matériaux cristallins ou polycris-
tallins. Pour une aimantation comparable, le Co et FeCo 2 présentent l’avantage d’un champ
rémanent acceptable pour les expériences à faible champ externe. Pour cette raison, ces deux
matériaux seront retenus pour la plateforme de nanofabrication. Le cobalt est déjà largement
utilisé pour les expériences sur les qubits de spin sur des substrats variés [25, 41, 44, 92, 68] et
offre des perspectives intéressantes pour la mise à l’échelle des qubits de spins. En effet, le
cobalt est compatible avec les procédés industriels à large déploiement (VLSI 3) et est utilisé
pour la formation de siliciure pour les grilles ou les barrières anti-diffusion dans les transistors
[29, 30, 31].

2. Le Fe64Co36 est simplement dénoté FeCo pour simplifier la notation.
3. De l’anglais :"Very Large Scale Integration" référant aux procédés industriels pour la fabrication de puces

composées de ∼ 106 transistors.
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Co Fe64Co36 FeCoB 15% FeCoB 40%

Méthode de dépôt évaporation évaporation Pulvérisation Pulvérisation

Aimantation à Saturation (MS) 1,74 T 1,93 T 1,75 T 0,4 T

Rémanance (MR) 1,13 T (65%) 1,71 T (89%) 240 mT (14%) -280 mT (-70%)

Champ Coercitif (HC) 17,5 mT 5 mT 0,8 mT -1 mT

Tableau 2.1. Propriétés magnétiques des couches minces pour la plateforme de fabrication
Propriétés magnétiques obtenues par SQUID pour des couches minces évaporées par faisceau
d’électrons ou par pulvérisation cathodique. Deux différentes concentrations massiques de
bore ont été étudiées pour le FeCoB (15 et 40 %). Le FeCo est obtenu en évaporant par faisceau
d’électrons le FeCoB 15 %. Données tirées du mémoire de C. Bureau-Oxton [104].

Considérations spécifiques aux dispositifs à spin unique dans les boîtes quantiques

Outre la présence des gradients de champ magnétique (voir section 1.2), un matériau
ferromagnétique à proximité d’un spin unique peut générer un canal de décohérence sup-
plémentaire. En effet, même à M = MS à T= 100 mK, les fluctuations de l’amplitude et de
l’orientation de l’aimantation dumatériau peuvent causer du déphasage pur et de la relaxation.
Ces fluctuations tirent leur origine microscopique des fluctuations thermiques des électrons
de conduction du matériau magnétique [105]. Des travaux récents ont estimé l’impact de ce
bruit magnétique sur la cohérence des qubits dans des géométries simplifiées [28] et à l’état de
l’art [106] pour des microaimants de cobalt. Les modèles considérés négligent la dynamique
des interactions à longue portée ainsi que les effets quantiques des fluctuations de spins
électroniques, mais donnent néanmoins une première estimation des temps de déphasage
induits par ces fluctuations magnétiques. Ces travaux s’accordent sur un temps de cohérence
du qubit de spin T∗2 & 10 s limité par la relaxation (2T1 ∼ T∗2 ). Il faut donc conclure que les
fluctuations thermiques de l’aimantation ne sont pas une cause de déphasage supplémentaire
pour les aimants de cobalt.

Il faut également considérer la dynamique de l’aimantation des aimants en présence d’un
champ externe oscillant. Les spins dans le silicium ont un facteur gyromagnétique (g ∼ 2) très
près de ceux du cobalt (g = 2), et leur fréquence de résonance de spin est potentiellement très
similaire. Dans une telle configuration, les fluctuations de champmagnétique à la fréquence du
qubit créent un canal de déphasage supplémentaire en raison de la précession de l’aimantation
de l’aimant. Toutefois, la résonance ferromagnétique d’unmatériau homogène tient également
compte du champdedésaimantation à l’intérieurde l’aimant et est décrite,pourdes géométries
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simples, par la formule de Kittel [95] :

h̄ωRFM = µ0gµB [Hext (Hext + vM]]
1
2 (2.5)

Pour les géométries telles un film mince (v = 1) ou une aiguille (v = 1
2 ) la fréquence de

résonance de l’équation (2.5) est très différente de celle du qubit de spin. L’application de
champs électromagnétiques oscillant à proximité du ferroaimant ne génère donc pas de
rotation de l’aimantation et la résonance ferromagnétique n’engendre pas de décohérence
aditionelle pour les géométries d’aimants typiques.

2.1.2 Procédé de fabrication robuste et versatile

Le procédé de fabrication de microaimants est un procédé de soulèvement compatible
avec FeCo et Co qui peut s’adapter à différents substrats. Les grandes lignes du procédé sont
présentées à la figure 2.3 et les détails à l’annexe A.

(a)
Étalement de la bicouche

(c)

Matériau magnétique 

Résine supérieure 

(b)

(d) (e)

Électrolithographie Dévelopement

Dépôt métallique Soulèvement

Résine de 
soulèvement 

Résine exposée

Figure 2.3. Procédé de fabrication pour les microaimants de Cobalt et FeCo
Détails du procédé de fabrication pour aimants de Co et FeCo. (a) Étalement de la bicouche de
résine d’une épaisseur totale de 1µm. (b) Lithographie par faisceau d’électrons. Les régions du
substrat qui posséderont un aimant sont exposées par un faisceau d’électrons, changeant ainsi
la conformation chimique des résines en brisant les liens des polymers qui la composent. La
résine de soulèvement est plus sensible aux électrons ce qui résulte en une plus large région
d’exposition. (c) Développement. La résine exposée est dissoute dans les solvants de développe-
ment formant ainsi une tranchée. (d) Le dépôt de la couche magnétique est fait par une méthode
d’évaporation par faisceau d’électrons. (e) La résine est dissoute dans les solvants appropriées
soulevant la couche de métal surjacente.

Le procédé de fabrication est un procédé de soulèvement en bicouche adapté pour les
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géométries typiques demicroaimants. L’emploi d’une bicouche de résine (Fig. 2.3(a)) permet la
réalisation d’un profile de résine en casquette suite à l’exposition au faisceau d’électrons et au
développement de la résine (Fig. 2.3(b)-(c)). L’emploi d’un microscope à faisceau d’électrons
pour définir les tranchées de résine permet l’obtention de structures de taille nanométrique. La
bicouche de résine étant relativement épaisse afin de faciliter le soulèvement, la taille minimale
des patrons avec cette recette est de quelques centaines de nanomètres. La résolution est de
∼ 10 nm sur les dimensions latérales et ∼ 30 nm sur l’emplacement de l’aimant.

La couche métallique est déposée via une technique de dépôt par faisceau d’électrons.
Placé dans un creuset, le matériau ferromagnétique est chauffé à l’aide d’un faisceau d’élec-
trons jusqu’à évaporation. Le matériau évaporé se dépose alors sur la bicouche de résine et
à l’intérieur de la tranchée (Fig. 2.3(d)). Finalement, la résine est dissoute dans les solvants
appropriés soulevant par le faitmême la couchemétallique surjacente (Fig. 2.3(d)). Les patrons
métalliques sont donc formés aux endroits préalablement exposés au faisceau d’électrons
suivant la géométrie d’aimant désirée.

Comme le champ magnétique produit par les aimants dépend du volume, il est préfé-
rable de déposer des couches magnétiques épaisses (voir chapitre 1). Cette considération
supplémentaire apporte des complications au procédé qui sont engendrées principalement
par l’étape de dépôt par faisceau d’électrons. En effet, comme l’étape de dépôt des aimants
est longue pour les matériaux épais, la résine est exposée à une plus forte dose d’électrons.
Lors de la focalisation du faisceau d’électrons sur la source de matériaux magnétiques, une
portion des électrons est réfléchie vers la chambre de dépôt ainsi que la cible (substrat et
nanostructures). Les électrons incidents dans la tranchée de résine sont diffusés au voisinage
de l’aimant exposant ainsi les bords de la résine de soulèvement (Fig. 2.4(a)). Pour les résines
typiquement utilisées dans les procédés de soulèvement en électrolithographie, PMMA LMW
[107, 108] et le copolymère P(MMA-MAA) [109], ce processus produit une couche de résine
réticulée. Ces résines étant électrosensibles, la dose additionnelle pendant le dépôt contribue
à briser davantage de liens polymériques jusqu’à former une couche de résine complètement
réticulée. Il est connu que les résines PMMA et de copolymère deviennent négatives 4 à forte
dose d’électrons [110, 111] et que la PMMA présente une résistance accrue aux solvants et
procédés plasma même pour des doses intermédiaires [112]. De plus, dans des conditions
similaires la surexposition de la PMMA transforme cette dernière en des composés carbonés
[113, 114, 115] qui sont difficiles à nettoyer. Dans le cas du procédé des aimants, la résine
réticulée n’est pas dissoute lors du soulèvement et s’effondre pour former une coquille au-
tour des aimants (Fig. 2.4(b)-(d)). Aucun procédé de nettoyage chimique, incluant solvants

4. Une résine négative est une résine dont les parties exposés reste sur la surface suivant l’étape de dévelop-
pement
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puissants et acides, ou de nettoyage agressif au plasma d’oxygène n’a permis de s’affranchir
des résidus de résine réticulée à la surface.

Bicouche 

Substrat

e-
e-e

-

200 nm

Résine réticulée

Cobalt
Affaisement

Coquille
Microaimant

(a) (b)

(c)

(d) (e) (f) Aimant: Co
Substrat: Si

Aimant: Co
Substrat: Si

Aimant: FeCo
Substrat: GaAs

Aimant: FeCo
Substrat: GaAs

Figure 2.4. Résine réticulée et procédé amélioré
Images MEB illustrant la problématique de coquilles de résine ainsi que le résultat obtenu avec
les procédés 1-2 (tableau 2.2) (a) Vue en coube d’une bicouche de résine suivant le dépôt de
cobalt montrant les électrons réfléchis dans la tranchée lors du dépôt. La largeur de la tranchée
est diminuée par la formation d’une couche de Co sur les face intérieure de la résine supérieure,
conférant à l’aimant une forme trapézoïdale. (b) Vue à angle de 45◦ et de haut (c) d’aimants
aimant de Co sur silicium ainsi que (d) FeCo sur GaAs suite au procédé de soulèvement. La
formation de coquilles avec affaissement partiel ou complet sur l’aimant.(e) Résultats obtenus
avec le procédé 2 pour des aimants en FeCo sur un substrat de GaAs et (f) pour un aimant de
Co sur silicum avec le procédé 1.

Le choix de la résine de soulèvement s’avérant crucial pour l’obtention d’une surface
propre, plusieurs procédés à base de résines différentes ont été explorés (voir tableau 2.2).
Seuls les procédé 1-2 utilisant la ZEP ou la LOR comme résine de soulèvement, permettent
de régler le problème de coquilles (Fig. 2.4(e)-(f)). Alors que la LOR fait partie des procédés
de soulèvement typiques [116, 117] celle-ci laisse beaucoup de résidus lors de l’étape de
développement et nécessite des étapes de nettoyage additionnelles. Ainsi, c’est le procédé 1 à
base de ZEP qui s’avère être le plus performant, et ce pour toutes les géométries d’aimants
du chapitre 1.

Aussi, l’utilisation de couches métalliques épaisses limite la largeur minimale des aimants.
Comme le montre la Fig. 2.4(e), lorsque le rapport d’aspect l/h . 1, les aimants présentent
une forme conique. Lors du dépôt, les faces intérieures de la résine supérieure se couvrent de
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Procédé Résine supérieure Résine de soulèvement Résultat Commentaires & références

1 PMMA HMW ZEP Sans résidus Nouvelle recette standard, [118, 119]

2 ZEP LOR Présence de résidus Ancien standard, [117]

3 PMMA Copolymère Coquilles [109]

4 ZEP Copolymère Coquilles [120]

5 PMMA HMW PMMA LMW Coquilles [107, 108]

Tableau 2.2. Procédés en bicouches pour la fabrication de microaimants sans coquille
La résine copolymère fait référence au copolymère P(MMA-MAA). Les références indiquent des
procédés similaires dans des contextes différents qui ont inspiré les procédés du tableau (voir
annexe A pour les détails et l’adaptation des procédés).

métal ce qui réduit graduellement la largeur de la tranchée pendant le dépôt (Fig. 2.4(b)).

2.1.3 Minimisation des effets de contraintes

Tel que mentionné à la sous-section 2.1.1, les matériaux magnétiques (Co et FeCo) déposés
par faisceau d’électrons ne sont pas amorphes [104], mais plutôt poly-cristallins. Les figures
2.5(a)-(b) montrent les cristallites des matériaux fabriqués par cette méthode. La géométrie
de ces cristallites est influencée par la dynamique des atomes à la surface du substrat lors
du dépôt, qui est elle-même influencée par des paramètres tels que le taux de dépôt et la
température [121, 122]. Les différentes structures de croissance des films donnent lieux à
des contraintes additionnelles dans la couche. Ces contraintes ont deux origines, soit : les
contraintes de surface entre le substrat et la couche ainsi que les contraintes inter-cristallites
[123]. Pour les matériaux magnétiques, ces contraintes influencent la courbe d’hystérésis
en raison du couplage magnéto-élastique à l’intérieur de la couche [124]. Bien que cet effet
revêt son importance pour l’optimisation de dispositifs quantiques à base de matériaux
magnétiques, les contraintes dans le matériau génèrent des complications additionnelles.

Lorsque les forces de contraintes de tension ou de compression dans la couche surpassent
les forces d’adhésion avec le substrat, la couche métallique se décolle en se repliant sur elle-
même ou craque. Pour les couches magnétiques de Co et FeCo, des forces de tensions ont été
observées créant le repliement des aimants fabriqués (Fig. 2.5(c)). Cet effet est reproduit de fa-
çon systématique pour les couches de FeCo sur silicium et de façon épisodique sur GaAs selon
les conditions de dépôt et la forme des microaimaints. Sur silicium, les contraintes générées
par la couche magnétique rendent complètement impossible la fabrication de nanostructures
en FeCo et celles de Co difficiles. L’analyse des contraintes pour les couches de Co ainsi que
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(a) (b) (c)

200 nm

Figure 2.5. Cristallites et contraintes pour les matériaux magnétiques FeCo et Co
Cristallites de Co (a) et FeCo (b) pour une épaisseur de couche de 300 nm sur un substrat de
GaAs. (c) Repliement d’une nanostructure de FeCo sur GaAs en raison des forces de contraintes
présentes dans la couche.

l’optimisation des paramètres de dépôt réalisée afin de s’affranchir du problème est présenté
dans ce qui suit.

Formule de Stoney

Une couche contrainte à la surface d’un substrat induit, dans la limite élastique, une
déformation du substrat. Cette déformation est décrite par la loi de Hooke généralisée [125] :

σij = Cijklεkl , (2.6)

εkl =
1
2

(
∂uk

∂xl
+

∂ul

∂xk

)
, (2.7)

où σij représente les composantes du tenseur de contraintes et εkl celles du tenseur de défor-
mations. Ces deux quantités sont reliées par le tenseur de constantes élastiques du matériau
Cijkl . Sous l’effet de la déformation, le substrat se déplace pour atteindre une nouvelle position
d’équilibre donnée par le champ de déplacement u. Le lien entre la déformation et le champ
de déplacement est établi via l’équation (2.7). La résolution conjointe des équations (2.6) et
(2.7) permet de déterminer la contrainte dans le film lorsque les constantes élastiques et le
vecteur de déplacement sont connus.

On peut supposer que la déformation du substrat sous l’effet des contraintes du film est
un paraboloïde de paramètre "a", tel que u0

x = uy = 0 et u0
z = ax2 + ay2. On peut montrer,

pour un substrat circulaire d’épaisseur tsub, qu’il existe un plan de contrainte neutre situé à
−2tsub/3 de la surface du substrat. Le plan de contrainte neutre n’est ni étiré ni comprimé de
sorte que u0

x = u0
y = 0, et que le plan est déplacé selon ẑ seulement [126]. Pour les couches

minces sur les substrats de silicium, l’approximation de la déformation en une parabole de
courbure unique est valide à . 5% pour des tensions linéiques intermédiaires . 2 GPa·µm
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dans la couche [127]. À plus forte contrainte, le système devient non-linéaire causant une
bifurcation abrupte de la géométrie cylindrique vers une forme elliptique du substrat et de la
couche [128].

Dans la limite élastique, la précision donnée par l’approximation d’une parabole unique
est suffisante pour l’analyse des couches de cobalt. En considérant la symétrie cristalline
(cubique face centrée) du Si(001), et en appliquant les conditions d’équilibre des forces et des
moments dans la couche, la contrainte dans la couche peut être reliée au rayon de courbure
du substrat via la formule de Stoney généralisée [129, 130],

σcmtcm =
t2
sub

6 (s11 + s12) R
, (2.8)

où σcm et tcm sont la contrainte et l’épaisseur de la couche mince, R = 1/2a le rayon de
courbure et sij les paramètres du tenseur de rigidité S = C−1. Cette équation tient compte de
la déformation biaxiale du substrat de silicium générée par la contrainte dans le film et valide
pour des rapports tcm/tsub < 0.1 [131]. À noter que la contrainte est supposée uniforme dans
la couche mince, ce qui n’est pas toujours le cas pour les matériaux polycristallins où des
gradients de contraintes peuvent être observés [132, 133]. Dans cette situation, l’équation (2.8)
doit être interprétée comme étant la moyenne de la contrainte évaluée sur l’épaisseur de la
couche mince.

Mesures de contraintes et optimisation des paramètres de dépôt

La courbure de substrats de silicium induite par le dépôt de cobalt estmesurée à l’aide d’un
profilomètre [134]. Cette technique permet de mesurer le déplacement, uz(x = 0, y) = uz(y),
relatif de la surface du substrat selon une direction de mesure. Les mesures sont effectuées sur
des substrats de Si orientés (100)± 0.1◦ selon la direction [110] avec une erreur d’orientation
. 0.1◦. Comme la découpe et le polissage préalable des substrats de silicium induisent des
contraintes internes, ces derniers présentent généralement une courbure initiale qui diffère
d’un substrat à l’autre pour un même lot de substrat. Ainsi, le profil de la surface est mesuré
avant, uref

z (y), et après, uCo
z (y), le dépôt de Co. De plus, la précision d’alignement entre des

mesures successives ∆(x, y) . 50 µm� d, où d est la distance totale de mesure, de sorte que
cette imprécision est inférieure à celle du modèle de Stoney et est négligée par la suite.

Pour extraire la courbure du substrat, la composante linéaire résiduelle de uz(x) due à
l’angle du support lors de la mesure est soustraite indépendamment de chacune des courbes.
Ensuite, un lissage de la forme uz(y) = ax2 est effectué avec uz(y) = uCo

z (y)− uref
z (y) pour

déterminer la courbure du substrat. Cette méthode permet une détermination plus précise de
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la courbure que la méthode usuelle [125, 135] dans laquelle la courbure initiale du substrat
est également supposée quadratique.

Numéro du substrat tcm (nm) Taux de dépôt (Å/s)

W1 106 5
W2 213 5
W3 312 5
W4 203 1
W5 213 0,2
W6 283 5

Tableau 2.3. Paramètres de dépôt pour mesures de contraintes par profilométrie
Paramètres de dépôts pour les substrats W1 à W6. tcm est l’épaisseur moyenne mesurée par
profilométrie. Le taux de dépôt est la consigne assignée pendant l’évaporation par faisceau
d’électrons.

Différents paramètres de dépôt ont été explorés afin de comprendre les mécanismes de
contraintes dans les couches de Co et de les minimiser. Pour les jeux de paramètres du tableau
2.3, la courbure des substrats mesurés par profilométrie diffère, indiquant des niveaux de
contrainte variés dans les couches (Fig. 2.6(a)). Une déviation inférieure à 1% par rapport
à l’approximation quadratique est observée pour tous les substrats et correspond bien aux
limites attendues du modèle de Stoney (Fig. 2.6(b)). Pour le substrat W3 des pics de quelques
centaines de nanomètres sont observés dans la déviation. Ces pics proviennent du relâchement
des contraintes au niveau de la couche de Co créant un repliement du film sur lui-même et
corroborent l’hypothèse des fortes contraintes dans les microstructures. En effet, ce substrat a
été évaporé dans les conditions pour lesquels le repliement et même le décrochement total
de couches de cobalt microstructurées sont observés. L’absence de ces pics pour les autres
paramètres de dépôt laisse présager que les contraintes peuvent être amoindries.

À partir du lissage de la figure 2.6(a) et des paramètres élastiques du silicium donnés
par la référence [136], la contrainte et la tension linéique λ = σcmtcm sont calculées. La figure
2.6(c) montre l’impact de l’épaisseur déposée sur ces paramètres. Tel qu’attendu la tension
augmente linéairement avec l’épaisseur, alors que la contrainte diminue légèrement. Cette
diminution pourrait indiquer un gradient de contrainte dans la couche de cobalt. Comme le
relâchement de la couche de Co est atteint lorsque la force de tension linéique surpasse les
forces d’adhésion, le point à tcm = 313 nm du substrat W3, fournit une borne supérieure de
200 MPa·µm pour les couches de cobalt sur silicium. Enfin, pour une épaisseur de 200 nm la
tension linéique est réduite de moitié. Cette valeur sera adoptée pour les futurs dépôts de
cobalt sur silicium.

Comme le montre la figure 2.6(d), des taux de dépôt plus lents contribuent également à
réduire la contrainte et la tension dans les couches de cobalt . Afin de comprendre cet effet, des
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Figure 2.6. Mesures de contraintes par profilométrie
Analyse de contraintes par la méthode de Stoney pour des couches de cobalt déposées avec les
paramètres du tableau 2.3. (a) Mesure de la courbure des substrats par profilométrie. La mesure
est effectuée selon la direction [110] pour des substrats orientés (100). Les lignes pointillées
indiquent la régression quadratique effectuée pour inférer la courbure. (b) Déviation entre la
mesure et la régression. (c) Contrainte (bleu) et tension linéique (rouge) inférées à partir de
l’équation (2.8) pour des couches déposées à 5Å/s. La ligne pointillée est une régression linéaire
sur les données en tension linéique. La diminution de la tension par rapport à la régression peut
indiquer la présence de gradient de contraintes dans la couche. (d) Impact du taux de dépôt sur
les contraintes (bleue) et la tension linéique (rouge).
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Figure 2.7. Impact des taux de dépôts de Co sur la taille des grains
(a-c) Mesures AFM du profil de surface de couches de cobalt évaporées à différents taux. La
surface mesurée est de 500 nm× 500 nm. La figure (c) présente un saut en raison d’une particule
indésirable se trouvant en bordure de la fenêtre mesurée. (d-f) Résultat de l’analyse par la
méthode de partage des eaux. Chaque région fermée (rouge) correspond à un grain. La méthode
surestime la taille de certains grains en créant des agrégats. Pour s’affranchir de cet effet dans
l’analyse, le rayon minimal des cercles circonscrits dans chaque grain Rmin est extrait (g-i). Cette
métrique devrait être faiblement sensible aux agrégats formés d’un petit nombre de grains. Les
lignes pointillées indiquent la valeur moyenne

(
Rmin

)
de la taille des grains.
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mesures de microscopie à force atomique (AFM) ont été réalisées pour obtenir la topographie
de la surface des différents substrats. Les mesures de topographie sur les substrats W2,W4 et
W5 fabriqués avec différents taux de dépôt sont présentées aux figures 2.7(a)-(c). Une analyse
de la taille des grains suivant la méthode de partage des eaux du logiciel Gwyddion [137]
permet d’identifier les grains (Fig. 2.7(d)-(f)) et d’en extraire la distribution de taille pour les
différents substrats (Fig. 2.7(g)-(i)). Pour les taux plus lents, la distribution est évasée et la
moyenne augmentée. Cette augmentation de taille avec les taux plus lents peut avoir deux
origines :

i. L’augmentation de la température du substrat lors du dépôt en raison du plus long
temps d’exposition aux radiations thermiques issues de la cible de cobalt en fusion ;

ii. Lamodification desmécanismes de croissance en raison des différences de flux d’atomes
arrivant sur le substrat.

Comme la température du substrat n’est pas mesurée pendant le dépôt, il est difficile de
distinguer entre ces deux cas, qui sont susceptibles d’influencer conjointement la taille des
grains. Toutefois, la contrainte devrait diminuer linéairement avec l’augmentation de la
température du substrat [138, 123], ce qui pourrait potentiellement expliquer la dépendance
observée à la figure 2.6(d). Dans tous les cas, la taille des grains accrue diminue le rapport de
surface entre des grains adjacents. Ceci a pour effet de diminuer la contrainte inter grains
[139, 123] et explique la diminution de la contrainte avec les taux de dépôt plus lents.

À la lumière de ces résultats, l’utilisation d’une couche de 200 nm déposée à 1Å/s a été
utilisée pour intégrer avec succès desmicroaimants de cobalt surdes structures de silicium. Les
contraintes dans ces microstructures sont suffisamment faibles, pour permettre la fabrication
de structures variées sans repliement de la couche de cobalt (Fig. 2.8(a)-(b)).

200 nm 300 nm

(a) (b)

Figure 2.8. Intégration d’aimant sans problème de contraintes
Exemples d’intégration d’aimants de cobalt sur silicium en l’absence de problème de contrainte.
Des aimants double (a) et simple (b) sont intégrés à des structures à simple (a) et double (b)
boîtes quantiques.
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2.1.4 Impact des recuits thermiques

Lors de la fabrication des dispositifs à boîtes quantiques en silicium, les nanostructures
sont définies par lithographie par faisceau d’électrons 5. Cette étape ainsi que les étapes de
fabrication subséquentes (gravure, dépôts, etc.) génèrent des défauts dans la structure. Entre
autre, l’énergie des électrons lors de la lithographie par faisceau d’électrons est de ∼ 20− 100
keV. Pour ces énergies, les électrons et rayons X générés par leur passage ionisent le substrat
et créent des défauts chargés dans la structure de silicium [140]. Ces défauts dégradent les
propriétés de transport en créant des boîtes quantiques non intentionnelles [141, 142], ou en
réduisant la mobilité par l’augmentation de la densité de charges piégées à l’interface MOS
[143]. Néanmoins, les procédés de recuit sous atmosphère d’hydrogène et d’azote (forming
gas) permettent de réparer les défauts induits par ce type de procédé [140, 144]. Dans le cas
des dispositifs à boîtes quantiques en silicium étudiés, un recuit effectué à 400◦C pendant
trente minutes permet de rétablir et de maintenir la mobilité des dispositifs tout au long du
procédé de fabrication [143].

L’intégration des aimants de cobalt est réalisée au voisinage de la région active des boîtes
quantiques. Ainsi, un recuit thermique doit également être réalisé afin de rétablir le niveau de
défauts d’interface dans la structure de silicium. Les figures 2.9(a)-(b)montrent lamodification
de la forme des cristallites de l’aimant suivant le recuit thermique. Tel que discuté à la section
précédente, une telle modification peut entraîner un relâchement des contraintes dans la
couche,mais aussi un changement de la courbe d’ hystérésis. Pour des couches de Co déposées
par faisceau d’électrons sur Au, ce changement a été attribué au relâchement des contraintes
et à l’effet magnéto élastique en deçà de 300 ◦C ainsi qu’à la réorganisation de la structure
cristalline vers la phase cubique à faces centrées au profit de la phase hexagonale au-delà
de 400 ◦C [145]. Mis à part l’atmosphère hydrogène-azote, le recuit de la figure 2.9(b) est
effectué dans des conditions similaires à celles de la référence [145], et la recristallisation sous
forme de cristallites cubiques à faces centrées pourrait expliquer la modification de la surface
observée.

Afin de quantifier l’impact de la recristallisation sur la courbe d’aimantation du cobalt,
des mesures d’aimantation ont été effectuées. Les mesures sont effectuées dans un MPMS
(Magnectic Properties Measurement System) dans lequel la réponse magnétique de l’échantillon
soumis à un champ externe est mesurée à l’aide d’un interféromètre quantique supraconduc-
teur basé surdes jonctions Josephson (SQUID 6) [146]. Lesmesures sont acquises à température
de T = 20 K bien en deçà de la température de Curie du cobalt. La courbe d’aimantation

5. Voir sous-section 2.3.1 pour le fonctionnement et les principales étapes de fabrication.
6. de l’anglais : Superconducting Quantum Interference Device
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Figure 2.9. Impact des recuits thermiques sur l’aimantation du cobalt
Images MEB de microaimants intégrés sur des dispositifs en silicium pris par microscopie par
faisceau d’électrons avant (a) et après (b) recuit thermique rapide (RTA). Le recuit est réalisé
sous atmosphère d’hydrogène-azote (10 % H2) pendant 30 min. (c) Mesures SQUID acquises
à T = 20 K sur des couches de cobalt d’épaisseur de 346 nm déposée par faisceau d’électrons
sur des substrats de silicium de 2,99×5,45 mm. Les mesures sont effectuées pour différents
procédés incluant le RTA et un recuit d’une heure sur plaque chauffante à 150◦C. La ligne pleine
bleue (verte) est une régression des données obtenues suivant le dépôt (dépôt +RTA) à l’aide de
l’équation analytique pour l’aimantation. L’encart de droite montre le résultat de la régression
pour l’hystérésis (∆M) et celui de gauche l’erreur E = |Mtheo(H0)−Mexp(H0)|/MS.
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devrait donc être représentative des conditions lors des expériences de boîtes quantiques. La
figure 2.9(c) compile les résultats pour des couches de cobalt avant et après recuit thermique.
L’impact de deux types de recuits est considéré, soit (i) un recuit thermique rapide ou (ii) un
recuit sur plaque chauffante. Le second mime les recuits subséquents subits par l’aimant pour
les procédés de découpe et de microsoudure des échantillons (voir les étapes correspondantes
à l’annexe B). Dans l’ensemble, une réduction significative des performances du cobalt est
observée et résumée dans le tableau 2.4. Malgré que l’aimantation à saturation reste presque
inchangée par le procédé, le champ de saturation est largement augmenté et la rémanence
diminuée. Même à un champ de H0 = 1 T typiquement utilisé dans les expériences de boîtes
quantiques, l’aimantation du cobalt suivant le recuit atteint seulement 90% de sa valeur maxi-
male. L’augmentation du champ coercitif est en accord avec l’augmentation du nombre de
cristallites dans la phase cubique face centrée pour les conditions de recuit [145]. Toutefois, la
rémanence devrait également être plus forte dans cette phase. La différence observée peut
provenir de la réorganisation partielle et de l’anisotropie de formes des cristallites. En effet,
les cristallites de la figure 2.9(b) n’ont pas d’orientation ni de forme préférentielle. Le recuit

Procédé MS (T) HS (T) MR (T) HC (mT)

Dépôt 1,80 0,60 1,20 15
Dépôt + RTA 1,77 1,49 0,35 29
Dépôt + RTA +Recuit 1,79 1,48 0,35 29

Tableau 2.4. Paramètres de couches de cobalt suite aux recuits thermiques
Aimantation à saturation (MS), champ de saturation (HS), aimantation rémanente (MR ) et
champ coercitif ( HC) pour les différents recuits thermiques.

thermique étant inévitable pour préserver les propriétés de transport des boîtes quantiques,
le procédé est préservé malgré la réduction des performances magnétiques du cobalt. Les
résultats de transport dans des dispositifs à boîtes quantiques avec microaimants de cobalt
intégré sont présentés à la section 2.3.

Enfin, les données de la figure 2.9 sont lissées suivant une fonction analytique de la forme

Mtheo = M± ∆M , (2.9)

M =
1
2
(M+ −M−) , ∆M =

1
2
(M+ −M−) , (2.10)

où M+,−sont les branches supérieure (+) et inférieure (-) de la courbe d’aimantation. M est
donc la courbe d’aimantation moyenne et ∆M l’hystérésis. Suivant des modèles simplifiés
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typiquement utilisés, les fonctions analytiques s’expriment ainsi [147, 148],

M = MS L
(

H0

A

)
= MS

(
coth

H0

A
+

A
H0

)
, (2.11)

∆M = MR

(
sech

H0

C

)
, (2.12)

où L est la fonction de Langevin. A, C peuvent en principe être reliés aux paramètres des
matériaux, mais ne seront utilisés ici qu’à titre de paramètres ajustables. Les régressions
suivant ce modèle fournissent une précision inférieure à ∼ 10% sur la valeur de M(H0) pour
tous les champs |H0| & 50 mT. Ces paramètres ont été utilisés au chapitre 1 pour extraire les
dépendances en champ magnétique des gradients produits par les aimants.

2.2 Propriétés magnétiques d’aimants individuels

La section précédente illustre les méthodes de fabrications ainsi que l’impact des procédés
sur les propriétésmagnétiques de couchesminces de Cobalt. Afin de caractériser les propriétés
d’aimants individuels, une technique de magnétométrie permettant de mesurer directement
les forts champs magnétiques et gradients à été mise au point. Cette technique permet non
seulement la mesure des propriétés d’aimants de taille inférieure au micromètre, mais permet
de valider les simulations magnétiques du chapitre 1. Les résultats obtenus dans cette section
ont été publiés dans la revue Physical Review Applied [149] et des détails additionnels quant
aux choix de conception et au principe de fonctionnement peuvent-être trouvés dans la thèse
de Dany Lachance-Quirion [150], avec qui cette méthode a été mise au point.

2.2.1 Magnétométrie à l’aide de croix de Hall

L’effet Hall peut être mis à profit afin de mesurer la courbe d’aimantation d’aimants
individuels [151, 152, 153]. En effet, dans une croix de Hall conventionnelle formée d’un gaz
bidimensionnel d’électrons, un champ magnétique transverse à la croix produit une tension
de Hall VH tel que :

RH = VH/I =
V+ −V−

I
, (2.13)

Bx = e n2D RH , (2.14)

où n2D est la densité du gaz bidimensionnel. RH est la résistance de Hall et Bx le champ
transverse à la croix de Hall. Ainsi, la courbe d’hystérésis M(B0) en fonction du champ
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externe B0 peut être mesurée en plaçant l’aimant de façon à ce qu’il produise un champ
magnétique transverse au centre de la croix de Hall (Fig. 2.10(a)). Le champ transverse total
est alors donné par Bx = Bx

0 + Bx
M, avec Bx

M la contribution de l’aimant et Bx
0 celle du champ

externe. Lorsque les dimensions de l’aimant sont comparables à celle de la croix, le champ
magnétique produit au centre sera anisotrope (Fig. 2.10(b)), de telle sorte que la contribution
à la résistance de Hall mesurée s’exprime approximativement comme la moyenne de la
composante transverse du champ dans la région d’intégration A [152, 154],

〈Bx
M〉 =

1
A

∫

A
dρBx

M(ρ) , (2.15)

avec ρ = (0, y, z) un vecteur du plan x̂ avec x = 0. Ainsi, lorsque l’aire de la surface d’intégra-
tion devient beaucoup plus grande que les dimensions de l’aimant, le champ magnétique
total au centre de la croix peut être considéré constant et 〈Bx

M〉 diminue comme 1/A. Afin
de maximiser le signal de Hall généré par l’aimant, il est donc préférable de minimiser la
taille de la croix de Hall tout en optimisant la position de l’aimant de façon à produire le plus
grand champ transverse possible. La figure 2.10(c) montre l’impact de la réduction de l’aire
A = w2 de la croix et du décalage de l’aimant sur le champ magnétique moyen.

Pour réaliser la magnétométrie d’aimants individuels aux géométries similaires à celles
du chapitre 1, il est préférable de fabriquer des croix de Hall aux dimensions inférieures
au micromètre. Les croix de Hall dans les gaz bidimensionnels à base d’hétérostructures
semi-conductrices peuvent être définies par des méthodes de gravure [151, 152, 153]. La
gravure produit toutefois des zones de déplétions de plusieurs centaines de nanomètres et
limite donc l’application de ces croix à des dimensions w ∼ 1 µm [155, 156] au détriment de la
réduction du rapport signal sur bruit pour des aimants sous le micromètre [157, 158, 159, 160].
Pour contrer cette problématique, la méthode mise au point consiste à utiliser des grilles de
déplétion métalliques afin de définir de façon électrostatique le canal de Hall dans un gaz
bidimensionnel (Fig. 2.10(d)). Cette méthode présente l’avantage d’un contrôle électrostatique
sur la taille de la région d’intégration. Ce contrôle s’avère utile pour quantifier l’amplitude
des champs magnétiques anisotropes dans la croix de Hall, et donc d’inférer les gradients de
champs magnétiques produits par l’aimant. La démonstration de ce dernier point revêt toute
son importance, pour valider les résultats de simulation du chapitre 1.
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Figure 2.10. Croix de Hall pour la magnétométrie de Hall d’aimants micrométriques
(a) Schéma d’une croix de Hall d’aire A=w2 au niveau du gaz bi dimensionnel. La croix est
connectée par quatre contacts ohmiques permettant d’injecter un courant I et de mesurer la
différence de potentiel ∆V = V+ − V− à ses bornes. Un aimant conique de rayon de base
rmax et de rayon supérieur rmin produit un champ anisotrope dans la région d’intégration A.
L’aimant est décalé selon l’axe z de façon à maximiser le champ produit au centre de la croix.
Un champ externe B0 permet de changer l’aimantation de l’aimant. (b) Schéma vu en coupe du
substrat et des grilles permettant de réaliser la configuration de densité électronique présentée
en (a). Le gaz d’électrons est situé à dv = 100 nm de la surface du substrat. L’application de
tension négative sur les grilles (jaune) permet de dépeupler en électrons certaines régions du gaz
d’électrons et de former le canal de croix de Hall. (c) Simulation numérique du profil de champ
magnétique produit par un aimant conique de rayon rmax = 220 nm et rmin = 150 nm placé à
dh = 250 nm du centre de la croix. (d) Impact des dimensions de la région d’intégration sur le
champ moyen mesuré dans cette région. Les deux courbes représentent deux configurations
d’aimants différentes et montrent l’impact du décalage dh de ces derniers sur le champ moyen.
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2.2.2 Modes d’opérations des dispositifs à croix de Hall électrostatique

Propriétés des dispositifs

Les dispositifs en mode de déplétion sont fabriqués sur des hétérostructures à gaz
bidimensionnel en GaAs/AlGaAs de densité n2D = 2.2 × 1011 cm−2 et de mobilité µ =

1.7× 106 cm2/Vs. Le gaz bidimensionnel d’électrons est situé à dv= 100 nm sous la surface
de l’hétérostructure. Les procédés de fabrication utilisés pour ces dispositifs sont décrits en
détails à la référence [161] ainsi qu’à l’annexe B. Deux matériaux de grilles différents ont été
utilisés pour définir les grilles de déplétion soit, l’aluminium et le Ti/Au (Fig. 2.11(a)-(b)).
L’aluminium présente l’avantage de former une couche isolante d’AlOx de quelques nano-
mètres d’épaisseur, et permet l’isolation électrique avec les matériaux magnétiques déposés
sur ces dernières [78]. La séparation entre les grilles de déplétion peut donc être réduite
pour obtenir un meilleur rapport signal sur bruit sans craindre de contact électrique avec les
aimants. Les deux types d’échantillons ont été utilisés et les propriétés des croix de Hall et
des aimants dans ces deux géométries sont compilées au tableau 2.5.

Échantillon w (nm) rmax (nm) rmin (nm) h (nm) L/2rmax

A-B 550 220 150 300 1
C-D 750 220 – 300 {1, 2, 5, 7, 9, 18}

Tableau 2.5. Géométries des dispositifs à croix de Hall électrostatiques
Largeur des croix de Hall w et propriétés des aimants étudiés pour les deux types d’échantillons
A - B et C - D. Pour tous les échantillons, la longueur de la croix de Hall est de 16.6 µm.

À la figure 2.11(c), des simulations électrostatiques réalisées à l’aide de nextnano [162]
montrent le profil de densité électronique au centre de la zone active du dispositif pour un
voltage de grille typiquement utilisé dans l’expérience Vg = −0.6 V. Le profil de densité
forme bel et bien une croix de Hall pour laquelle la densité électronique est élevée dans la
région de champ magnétique transverse (Bx

M) fort produit par l’aimant. Également, Le profil
de densité est arrondi au centre de la croix. Ceci signifie que l’application d’une tension plus
négative pincera le canal (n2D = 0) dans les chemins d’amené avant de pincer celui au centre
de la croix de Hall. Cet effet est illustré par la figure 2.11(d) où la canal selon l’axe y = z est
plus grand que celui des chemins d’amenés à selon l’axe z. Ainsi, dans l’expérience, il est
difficile d’inférer la largeur de la croix de Hall à partir des mesures de transport uniquement,
car le point de pincement (ou le courant devient nul) indique uniquement que les canaux des
chemins d’amenés ont une largeur nulle.
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Figure 2.11. Croix de Hall pour la magnétométrie de Hall d’aimants micrométriques
(a) Croix de Hall avec grilles d’aluminium pour les dispositifs A et B. Un aimant conique est
placé de façon à maximiser le champ au centre de la croix. (b) Grilles de Ti/Au avec un aimant
allongé de rapport d’aspect L/2rmax = 18. Les deux dispositifs possèdent des contacts ohmiques
à l’intérieur (blanc) et extérieur (gris). (c) Profil de densité électronique normalisée simulé pour
une tension de grille Vg = −0.6 V et profil de champ magnétique produit par l’aimant dans le
dispositif A. (d) Profil de densité pour les coupes pointillées du panneau selon z à y = −1.5 µm
(rouge) et selon y = z projeté sur l’axe z. Les flèches indiquent la largeur du canal évaluée à
mi-hauteur w0.5 et à 10% de la densité maximale w0.1.

Contrôle électrique des croix de hall

L’application d’une tension commune Vg sur les grilles de déplétions permet de dépeu-
pler la densité électronique des régions sous-jacentes aux grilles et de former les canaux de
conductions de la croix de Hall. La figure 2.12(a) illustre le principe de fonctionnement du
dispositif. La mesure du point de déplétion Vg,d est réalisée à partir de paires de contacts
interne et externe à la croix. Ce point indique la tension de grille minimale pour laquelle
les barrières tunnel définissant les canaux de conduction entre les contacts internes et ex-
ternes à la croix sont formées (Vg ∼ −0.55 V). À forte tension, le point de pincement Vg,p

est atteint et le courant ne peut plus circuler dans la croix. Dans le régime intermédiaire
Vg,p < Vg < Vg,d, la croix de Hall est formée et la mesure à deux terminaux montre des
modulations de conductance sous forme de plateaux de conduction. En effet, les paires de
grilles forment ensemble des points de contact quantique pour lesquelles la conductance
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Figure 2.12. Contrôle électrostatique et densité électronique
(a) Mesure en courant continu à deux pointes pour une tension source-drain VDS = 500 µV.
Vg,d et Vg,p indiquent respectivement les points de déplétion et de pincement des grilles. Dans
les configurations où la source et le drain ne sont pas intérieurs aux grilles, Vg,d = Vg,p, et une
barrière tunnel permettant de définir le canal est formée. (b) Mesure à faible champ magnétique
transverse B0 = Bx

0 x. La mesure est réalisée à l’aide d’un amplificateur synchrone à basse
fréquence. La résistance de Hall est extraite à partir de la mesure de la tension de Hall pour
deux tensions de grilles. (c) Densité électronique du gaz d’électrons en fonction de la tension de
grille. La référence indique la densité électronique mesurée à l’aide de procédés de fabrication
minimaux et les points de couleurs font référence aux courbes de la figure (b).
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est quantifiée [163]. Comme la longueur totale des canaux est légèrement supérieure au
libre parcours moyen le = h̄µ

√
2πn/e ∼ 13 µm, leur transmission est réduite et les plateaux

apparaissent à des valeurs inférieures aux multiples du quantum de conductance G = 2e2/h.

La détermination du champmagnétique produit par un aimant par lamesure de la tension
de Hall suivant l’équation (2.15), requiert la détermination préalable de la densité électronique
pour la configuration de tension de grilles utilisée. Cette calibration est d’abord effectuée
pour tous les échantillons par l’application d’un champ magnétique transverse à la croix de
Hall (Fig. 2.12(b)). Une régression linéaire paramétrée par l’équation (2.14) permet d’inférer
la densité électronique. La densité est ensuite extraite pour différentes tensions de grilles (Fig.
2.12(c)) et augmente approximativement linéairement avec l’augmentation de la tension de
grille jusqu’à retrouver la valeur du substrat à tension de grille nulle. En effet, la configuration
de contacts ohmiques du dispositif présente une géométrie de Hall qui permet de déterminer
la densité à tension de grille nulle.

Anomalies balistiques et densité de courant

Le libre parcours moyen le ∼ 13 µm est bien plus grand que la zone d’intégration pour
les deux types d’échantillons, plaçant de ce fait la zone sondée dans le régime de transport
balistique. Comme le profil de densité mène à des coins arrondis (voir Fig. 2.11(c)), une série
d’effets balistiques sont susceptibles de survenir dans la croix de Hall [164]. Ces effets sont
engendrés par les collisions balistiques des électrons sur les bords arrondis de la croix de
Hall. Selon le parcours exact des électrons pour les conditions de champs magnétiques et
de courbure des coins de la croix de Hall, l’effet Hall peut-être complètement supprimé,
devenir négatif ou former un plateau nommé dernier plateau de Hall. Ces effets disparaissent
lorsque le champ magnétique transverse devient largement supérieur au champ critique :
Bx

0 � Bcrit = 2Bw [165]. Le champ Bw est le champ pour lequel le rayon cyclotron correspond
à la largeur w de la croix de Hall :

Bw =
h̄k f

ew
=

h̄
√

2πn2D

ew
. (2.16)

Pourw = 500 nm et la densité n2D du dispositif B, le champ caractéristique est de Bw ∼ 130
mT. À plus fort champ magnétique, Bx

0 � Bcrit l’apparition des plateaux de l’effet Hall quan-
tique est également visible [166]. Ensemble, les anomaliesmagnétiques et l’effetHall quantique
sortent le détecteur du régime linéaire où RH ∝ Bx

0 . Cet effet est bien illustré à la figure 2.13(b)
pour laquelle la pente normalisée α ≡ e n2D (dRH/dBx

0) est tracée. L’augmentation du cou-
rant d’injection permet de réduire les déviations dues aux deux effets (Fig. 2.13(c)). Pour
une densité de courant J ≡ I+/w ≈ 1 A/m les déviations dues à l’effet Hall sont presque
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Figure 2.13. Anomalies balistiques et densité de courant
(a) Résistance de Hall à différents courants d’injection I+ en fonction du champ transverse
externe. Les courbes sont décalées par incrément de 1 kΩ par souci d’esthétisme. À fort champ
magnétique, l’effet Hall quantique (EHQ) mène à l’apparition des plateaux de Hall observés,
alors que les anomalies balistiques produisent des modulations de RH à faible champ (encart).
(b) Pente normalisée par la résistance de Hall. Les déviations à faible champ disparaissent avec
l’augmentation du courant d’injection. Les lignes pointillées indiquent le champ caractéristique
±Bw = ±130 mT.(c) Déviation standard normalisée

√
〈(α− 1)2〉 pour les anomalies magné-

tiques dans la plage de champ magnétique Bx
0 ≤ Bw/2 et pour l’effet Hall avec Bx

0 > 1 T. La
densité de courant est donnée par I+/w avec w= 500 nm.

nulles [167], alors qu’une densité dix fois supérieure est nécessaire pour s’affranchir des
anomalies balistiques. Dans ce qui suit, un courant d’injection de I+ = 5 µA pour lequel les
déviations sont minimales est utilisée . Au-delà d’un certain seuil qui dépend des paramètres
géométriques, des tensions de grilles et du champ magnétique, l’augmentation de la densité
de courant ramène la croix de Hall dans un régime de transport non linéaire. C’est pour
cette raison que les densités de courant inférieures à 10 A/m sont utilisées malgré que les
déviations dues aux anomalies magnétiques ne soient pas complètement enrayées.

2.2.3 Propriétés magnétiques d’aimants individuels

Courbes d’aimantation

La mesure du champ magnétique produit par des aimants individuels est réalisée par
l’application d’un champ parallèle à la surface du substrat B0 = B0z. La non-linéarité restante
pour les densités de courant considérées peut-être corrigée facilement par une méthode
itérative. Pour ce faire la pente normalisée α(Bx

0) est d’abord mesurée en champ transverse.
En champ parallèle, la réponse normalisée du détecteur est compensée pour tenir compte de
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la non-linéarité,

〈Bz
M〉(B0) =

e n2DRH(B0)

α(Bx
0)

. (2.17)

L’équation est résolue de façon itérative en utilisant d’abord α = 1 pour être ensuite répétée
jusqu’à convergence. Les figures 2.14(a)-(b) montrent les déviations de champ magnétique
mesurées pour le dispositif B et la courbe d’aimantation résultant de la correction. La figure
2.14(c) illustre l’amplitude de la correction apportée au champ magnétique moyen mesuré.
Cette différence représente environ 1% du signal à saturation signifiant qu’une forte densité
de courant est, en première approximation, suffisante pour obtenir une bonne précision sur le
champmoyen. Pour la portion saturée de la courbe d’aimantation, un champ de 〈Bz

M〉sat ∼ 100
mT est mesuré avec un rapport signal sur bruit atteignant 103.
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Figure 2.14. Magnétométrie d’aimant de FeCo
(a) Mesures en champ perpendiculaire des déviations causées par les anomalies balistiques
et l’effet Hall quantique. La ligne pointillée indique la régression à RH = 1/2n2D. (b) Champ
magnétique moyen produit par l’aimant du dispositif B au centre de la croix de Hall d’aimant
conique. (c) Différence entre la valeur corrigée et non corrigée ∆〈Bx

M〉 du champ magnétique
moyen. (d) Courbe d’aimantation du dispositif C acquise avec I+ = 2 µA. L’aimant possède un
rapport d’aspect L/2rmax ∼ 18. Le champ rémanent et l’hystérésis sont grandement augmentés
pour cette géométrie. Les courbes sont obtenues avec Vg=-0.6 V.

À la figure 2.14(d), le champ magnétique moyen produit par un aimant allongé apparaît
réduit en raison de la taille plus grande de la région d’intégration dans ce dispositif. Pour les
deux dispositifs, des sauts dans la courbe d’aimantation sont observés. Ces sauts témoignent
du changement d’aimantation d’un ou plusieurs domaines magnétiques et diffèrent d’un
dispositif à l’autre. Cette observation rappelle l’importance d’opérer les microaimants à
fort champ externe, au-delà du champ de saturation. En effet, les domaines magnétiques
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contribuent au caractère imprévisible du champ magnétique et des gradients produits par les
aimants et donc des propriétés des qubits de spin. Également, les fluctuations magnétiques
de ces domaines pour une condition de champ magnétique placé sur une des transitions de
domaine mèneraient à un bruit magnétique réduisant la cohérence des qubits.

Anisotropie de forme

Les courbes d’aimantation des figures 2.14(b)-(d) diffèrent également par la présence d’une
hystérésis accrue et d’un champ de saturation plus faible. Comme il a déjà été discuté à la sous-
section 2.1.1, cet effet est engendré par le facteur démagnétisant N = ∆M/∆H qui change
avec le facteur de forme des aimants. Pour les aimants de FeCo cet effet est mis en lumière
aux figures 2.15(a)-(b). En effet, plus le facteur de forme L/2rmax augmente plus le champ de
saturation diminue, et l’hystérésis rm augmente. La dépendance de l’amplitude maximale
de l’hystérésis est linéaire (Fig. 2.15(c)). Ceci indique que la rémanence est dominée par
l’anisotropie de forme pour les faibles facteur de forme, ce qui est attendu pour les matériaux
faiblement ferromagnétiques, pour lesquels le champ coercitif est faible. En augmentant le
facteur de forme, la rémanence devrait saturer à la valeur attendue pour une couche mince.
L’extrapolation des données à fort facteur de forme permet d’estimer cette saturation pour
L/2rmax & 40.

L’anisotropie de forme est extraite à partir du champnécessaire pour inverser l’aimantation
de l’aimant ainsi que de l’aimantation à saturation de MS = 1.93 T mesuré pour une couche
mince de FeCo. En fonction du rapport d’aspect, l’anisotropie de forme est ajustée suivant
une relation empirique en loi de puissance empirique :

N = N1

(
L

2rmax

)−β

. (2.18)

Les paramètres obtenus sont β = 1.3± 0.2 et N1 = 0.33± 0.03. Le facteur N1 correspond au
facteur de forme pour L/2rmax = 1 et la valeur de 0.33 est identique à celle attendue pour
une sphère. En effet, les aimants coniques pour ce facteur de forme s’apparentent bien à
une géométrie sphérique. À facteur de forme plus élevé, les aimants allongés s’apparentent
à des prismes rectangulaires, N concorde bien avec les prédictions théoriques sur toute la
plage mesurée. Enfin, la mesure des paramètres magnétiques des aimants en accord avec ces
prédictions illustre bien le potentiel de la technique de croix de Hall électrostatique pour la
caractérisation de matériaux magnétiques microstructurés.
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Figure 2.15. Rapport d’aspect et anisotropie magnétique d’aimants de FeCo
Courbes d’aimantation normalisées (a) et hystérésis (b) pour des aimants de FeCo possédant
différents facteurs de forme. Les courbes sont décalées par souci de clarté et l’hystérésis est
exprimée en pourcentage de la variation totale : 2〈Bx

M〉sat.(c) Hystérésis maximale en fonction du
rapport d’aspect. La ligne régression est de pente de 2.1± 0.1% et la ligne pointillée horizontale
représente la rémanence mesurée pour une couche mince. (d) Facteur de forme en fonction du
rapport d’aspect. La ligne pointillée indique le facteur de forme N = 1/3 d’une sphère. Les
points carrés sont calculés à suivant [168] et indiquent les facteurs de désaimantation pour des
aimants rectangulaires.

Aimants de cobalt

Comme les dispositifs MOS sont fabriqués avec des aimants de cobalt, l’évaluation des
propriétésmagnétiques de ces derniers est importante. La figure 2.16montre la courbe obtenue
pour un aimant de cobalt allongé de largeur de 700 nm et de longueur 70 µm. L’amplitude
du champ moyen réduite par rapport aux courbes précédentes provient en partie de la
configuration de tension de grilles réduites et également d’un problème avec l’une des grilles
pour ce dispositif. Néanmoins, le champ de saturation nécessaire pour magnétiser l’aimant
peut-être extrait. La valeur obtenue de BS = 0.55± 0.05 T est très comparable à celle mesurée
sur des couches minces pour les aimants sans recuit (BS = 0.6 T). Ceci est d’ailleurs en accord
avec le facteur de forme de l’aimant pour lequel le facteur N ≈ 0. Ainsi, les valeurs obtenues
pour les couches minces pourront être utilisées directement à titre comparatif pour les aimants
de facteur de forme similaire dans les structures MOS (voir sous-section 2.3.3).
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Figure 2.16. Courbe d’aimantation d’un aimant de cobalt
Les flèches horizontales (verticales) rouges et bleues indiquent la direction de la rampe de champ
magnétique (point de saturation) pour les courbes de la même couleur. Les lignes pointillées
indiquent le critère d’évaluation de Bsat

0 , soit un écart d’une déviation standard par rapport à la
moyenne des points au-delà de B0 = 1 T. La courbe est obtenue pour une tension de grille de
Vg = −0.5 V.

Gradients de champ magnétique

L’avantage des croix de Hall électrostatique pour la mesure des propriétés d’aimants
individuels émerge de l’étude de l’évolution du champ mesuré en fonction de la tension
de grille. Tel que discuté précédemment, la diminution de la zone d’intégration permet de
lever le voile sur la présence de forts gradients magnétiques dans la croix de Hall. Suivant la
caractérisation de la densité électronique en fonction de la tension de grille (Fig. 2.17(a)), le
champ moyen est extrait pour les dispositifs A et B (Fig. 2.17(b)). Tel qu’attendu, la réduction
de la tension de grille permet de centrer la zone d’intégration sur le maximum du champ
magnétique. Le tout résulte en une augmentation générale du champ moyen mesuré et
confirme la présence de gradients magnétiques au centre de la croix. La différence entre les
deux dispositifs nominalement identiques provient d’un désalignement de 40 nm en accord
avec la précision d’alignement du microaimant au centre de la croix.

Afin de comparer aux simulationsmagnétiques et électrostatiques, la figure 2.17(c) montre
le champ moyen attendu pour les dispositifs A et B en fonction de la largeur effective weff

en tenant compte du désalignement. À partir de ces simulations, et des mesures de champ
magnétique moyen à la figure 2.17(b), la largeur effective du canal en fonction de la tension
de grille est inférée (Fig. 2.17(d)). La largeur weff . 500 nm en accord avec la largeur w
lithographiée, tel qu’attendu pour des tensions de grilles près du point de déplétion et la
variation weff(Vg) s’accorde avec les simulations électrostatiques. De plus, les courbes des
deux dispositifs sont presque identiques confirmant que la variation de champ magnétique
mesurée provient uniquement du désalignement entre les deux dispositifs, et que les proprié-
tés des croix de Hall varient peu d’un dispositif à l’autre. Cette mesure peut être interprétée
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Figure 2.17. Effet de grilles et mesures de gradients magnétiques
(a) Exemple de mesure de la densité électronique, et de la résistance de Hall à saturation Rsat

H
pour le dispositif B. (b) Champ moyen mesuré en fonction de la tension des grilles Vg pour les
deux dispositifs A et B. Les lignes pointillées indiquent la moyenne sur la plage de tension. (c)
Simulation magnétostatique du champ moyen mesuré en fonction de la taille du canal weff. (d)
Largeur effective weff du canal en fonction de la tension de grille pour les dispositifs A et B.
Les lignes pleines représentent les régressions linéaires. Les courbes pointillées indiquent les
résultats de simulation électrostatique pour les critères à mi-hauteur et à 10% de la densité pour
la largeur du canal.

comme une mesure précise de la largeur du canal rendue possible grâce à la présence de
gradients magnétiques. Toutefois, replacé dans le contexte des qubits de spin, l’accord entre
les figures 2.17(b)-(d) indiquent que les simulations magnétostatiques corroborent les don-
nées expérimentales et que les gradients de champ magnétique simulés au chapitre 1 sont
reproduits dans l’expérience. La modélisation et la conception des dispositifs quantiques à
partir des champs magnétiques et gradients pour des aimants à saturation sont donc fiables.
Les aimants simulés peuvent donc être nanofabriqués et intégrés aux puces de qubits sans
d’autres modifications quant à leur géométrie.
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2.3 Intégrationd’un aimant deCobalt sur une structure de boîte quan-
tique à l’état de l’art

La fabrication de boîtes quantiques en silicium est un procédé délicat nécessitant d’être
finement ajusté afin de préserver la mobilité des substrats et les propriétés de confinement
électrostatiques voulues dans les boîtes quantiques [143]. Tel que discuté à la sous-section
2.1.4, l’intégration d’aimants aux puces de silicium a été réalisée dans cette optique, via
l’incorporation de recuits thermiques supplémentaires pour rétablir la mobilité. Néanmoins,
la présence des aimants à proximité de la zone active et des paramètres mal contrôlés issus
du procédé de fabrication pourraient corrompre les propriétés électrostatiques des boîtes
quantiques. Ceci peut se produire par la création de courts-circuits avec les grilles de contrôle,
par la génération de charges d’interfaces qui dégraderaient la mobilité et l’activation des
dispositifs ou encore par la formation de boîtes quantiques non intentionnelles. L’étude
réalisée dans cette section sur un dispositif à boîte quantique avec microaimant intégré
montre que les propriétés des boîtes sont préservées suite à l’intégration de l’aimant. Cet
aspect est essentiel pour l’implémentation de qubits à spin unique basés sur cette technologie.

2.3.1 Dispositif de boîtes quantiques en silicium à grilles séparées

Les dispositifs de silicium utilisés sont basés sur une technologie CMOS-0.35 microns 7

et fabriqués aux Sandia National Laboratories. Le principe de fonctionnement des puces
est très similaire à celui de transistors à effet de champ (MOSFETs 8) où l’application d’une
tension sur une grille métallique déposée sur un oxyde permet de former un canal d’électrons
à l’interface entre l’oxyde et le substrat de silicium [169] (voir chapitre 3). Dans le cas des
dispositifs considérés, la grille est formée de silicium polycristallin implanté à l’arsenic et
est placée sur un oxyde de SiO2 (Fig. 2.18(a)). La grille recouvre des régions du substrat
implantées à l’aide de donneurs d’arsenic (n+) afin d’approcher le niveau de Fermi plus près
de la bande de conduction du silicium et de fournir les électrons nécessaires à la formation
du canal d’électrons. Une gravure sèche de la zone de construction au centre dela région
active permet ensuite de définir les grilles de contrôle des boîtes quantiques. Les procédés de
fabrication des puces sont détaillés dans les références [143, 170].

Une gravure sèche de la couche de polysilicium est utilisée pour définir les grilles de
contrôle du dispositif. Bien qu’implémenté hors fonderie, ce procédé ainsi que les tailles de

7. CMOS : Complementary Metal-Oxide-Semiconductor.
8. MOSFETs : Metal-Oxide-Semiconductor Field Effect Transistor.
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Figure 2.18. Principes de fonctionnent de boîtes quantiques MOS en mode accumulation
Principe de fonctionnement des dispositifs en silicium à grille séparée. (a) Schéma de l’empile-
ment de couches des dispositifs utilisés. En bordure de la zone de construction non recouverte
d’oxyde de champ de SiO2 (jaune), des implants d’arsenic servent de contacts ohmiques au
substrat de silicium. Le substrat et les contacts sont isolés électriquement par l’oxyde de grille
en SiO2 (noir). Une grille de polysilicium implantée à l’arsenic recouvre les contacts ohmiques.
Un canal d’électrons (orange) est formé à l’interface entre l’oxyde et le substrat par l’application
d’une tension positive sur la grille. Un oxyde de Si3N4/SiO2 sert de masque dur et protège les
grilles lors de la gravure sèche servant à les définir. (b) Image MEB du centre de la région active
d’un dispositif. Le dispositif comporte des grilles d’accumulations pour les SETs (rouge), les
réservoirs (bleus) et les boîtes quantiques (vertes). Seules les grilles des SETs et des réservoirs
recouvrent des contacts ohmiques (�) en périphérie de la zone active (zone non montrée sur
l’image). Une série de grilles de confinement (jaunes) sont utilisées pour le contrôle du confi-
nement et des barrières tunnel du SET et de la boîte quantique. (c) Vue en coupe du SET. Les
constrictions dans la grille créent le confinement nécessaire à la formation du SET. (d) Vue en
coupe de la boîte quantique à grille séparée. Les électrons du réservoir formé par AR peuvent
traverser par effet tunnel afin d’occuper la boîte quantique. (e) Schéma de circuit indiquant le
couplage capacitif entre les boîtes quantiques pour la détection de charge ainsi que les contrôles
de tension des grilles et des contacts source et drain. (f) Schéma du courant mesuré à la source
du SET à faible tension source-drain (VDS). Le courant est nul lorsqu’aucun niveau de potentiel
chimique de la boîte quantique n’est situé dans la fenêtre de transport définie par eVDS. La
boîte est alors en blocage de Coulomb. À l’inverse, le blocage de Coulomb est levé lorsqu’un
niveau s’aligne avec le niveau de Fermi. L’espacement entre deux pics de Coulomb est donné
par l’énergie d’addition et le bras de levier de la grille Eadd = α∆VSET. (g) Schéma typique de
détection de la charge dans une boîte quantique à partir du courant mesuré dans le SET. Le
potentiel électrostatique associé à l’ajout d’une charge dans la boîte quantique (ligne pointillée
verte) décale la caractéristique ISET(VAD) (– –) par rapport à la courbe sans transition de charge
(– -). Un saut dans la caractéristique ISET(VAD) est alors observé (–) ce qui donne également un
pic dans la dérivée du signal (rouge).
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grilles et les matériaux utilisés sont complètement compatibles avec les techniques de fabrica-
tion CMOS rendant cette plateforme très intéressante pour la mise à l’échelle des qubits de
spin en silicium. La disposition des grilles donne naissance à deux types de boîtes quantiques
en une géométrie symétrique (Fig. 2.18(b)) : au centre, les boîtes quantiques servant à piéger
des électrons individuels pour les qubits et en périphérie, deux transistors monoélectroniques
(SETs 9) pour la détection de charge. Dans les puces utilisées, ces deux types de dispositifs
diffèrent de par leur mode de fonctionnement et leur régime d’opération. Le SET est défini à
l’aide de constrictions dans la grille d’accumulation ainsi que par l’utilisation de grilles de
confinement. Avec les bons paramètres de tensions de grilles, un îlot d’électrons couplé à des
réservoirs via des barrières tunnel est formé sous la grille d’accumulation (Fig. 2.18(c)). La
géométrie des boîtes quantiques au centre des dispositifs est à grilles séparées (Fig. 2.18(d)).
Dans cette géométrie, les grilles contrôlant l’accumulation d’électrons dans le réservoir et la
boîte quantique sont séparées permettant un contrôle indépendant de la densité électronique
sous ces grilles. Lorsque le confinement reste suffisamment fort, cette géométrie permet le
contrôle du nombre d’électrons dans la boîte ainsi que du taux tunnel vers le réservoir à l’aide
de ces deux grilles uniquement, et représente donc une structure minimaliste pour la mise à
l’échelle des puces de boîtes quantiques [171, 170].

Dans le modèle à interaction constante des boîtes quantiques (voir les articles de revue
[172, 173, 174, 175, 22, 176]), on considère le couplage capacitif entre les boîtes, les grilles de
contrôle ainsi que les canaux source et drain pour en calculer les propriétés (Fig. 2.18(e)).
L’énergie de répulsion électrostatique entre l’îlot chargé et une charge ponctuelle est donnée
par l’énergie de charge EC = e2

CΣ
avec CΣ = ΣiCi, la somme de toutes les contributions à la

capacité totale (ex. grilles, source, drain, SETs, et capacités parasites). Cette énergie doit être
fournie au système afin d’y ajouter un électron. De plus, les boîtes quantiques fortement
confinées dans le régime à faible nombre d’électrons se comportent comme des atomes
artificiels [172]. Les électrons ajoutés occupent des orbitales d’énergie discrètes et l’énergie
d’addition nécessaire pour ajouter un électron à la boîte incorpore cette contribution,

Eadd =
e2

CΣ
+ ∆Eorb(N) , (2.19)

où ∆Eorb est l’énergie de transition entre deux états orbitaux consécutifs et N est le nombre
total d’électrons sur l’îlot. Lorsque la symétrie de la boîte est préservée par la modification
des paramètres (tension de grille, tension source-drain, etc.), des signatures expérimentales
du remplissage d’orbitales sont observées [177, 175, 178, 68].

Lorsque les électrons de la source ou du drain ont suffisamment d’énergie, ceux-ci peuvent

9. SETs : Single Electron Transistors
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occuper les niveaux d’énergie de la boîte quantique. Ceci se produit quand le potentiel
chimique de la boîte se trouve dans la fenêtre de transport définie par eVds et élargie par la
température (Fig. 2.18(f)). Cette condition donne lieu au transport séquentiel d’électrons entre
la source, la boîte quantique et le drain et produit un pic dans la caractéristique I-Vg de la
boîte. À l’inverse, lorsque le potentiel chimique se trouve hors de la fenêtre de transport, la
boîte se trouve en régime de blocage de Coulomb : le nombre d’électrons est fixe et le courant
nul. C’est dans ce régime qu’il est possible de piéger des électrons individuels pour en faire
des qubits de spin.

En changeant la tension des grilles de la boîte quantique, le potentiel chimique change et
le courant oscille entre maxima et minima. La séparation entre deux maxima correspond à
l’énergie nécessaire pour ajouter un électron à la boîte

Eadd = α∆Vg , (2.20)

où α correspond au bras de levier de la grille sur les niveaux d’énergie de la boîte quantique
(α = Cg/CΣ). L’opération des SET se faisant dans le régime à grand nombre d’électrons
(∼100), la séparation d’énergie des orbitales est négligeable [174], de sorte que Eadd ∼ EC, et
l’espacement entre les pics de Coulomb est régulier. Dans ce régime, les niveaux d’énergie
de la boîte quantique peuvent être perçus comme un continuum, et la caractéristique I-Vg

périodique provient uniquement de la discrétisation de la charge. Dans ce mode d’opération,
les SETs peuvent être utilisés comme détecteurs de charge. En effet, lorsque le couplage
capacitif entre le SET et une boîte quantique voisine est suffisant, l’ajout d’un seul électron à la
boîte produit un potentiel électrostatique qui décale les niveaux d’énergie du SET. La position
des pics de Coulomb du SET s’en trouve brusquement décalée ce qui crée un maximum
dans la dérivée du signal du SET (Fig. 2.18(g)). Pour la géométrie considérée ici, les maxima
produits par l’ajout de charges individuelles surpassent largement le signal de Coulomb du
SET. En raison de leur sensibilité et de leur versatilité, ce type de détecteur à base de SET est
largement utilisé dans les dispositifs en silicium pour détecter le nombre d’électrons d’une
boîte quantique [8].

2.3.2 Comparaison des caractéristiques MOS avec et sans aimants

Avant de s’attarder au régime à faible nombre d’électrons d’une boîte quantique unique,
les propriétés générales sur plusieurs dispositifs avec aimants intégrés sont comparées à
celles des dispositifs sans aimants. Cette sous-section démontre que les aimants peuvent être
intégrés avec un rendement acceptable sur les dispositifs MOS, sans en affecter les propriétés
de transport.
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Comparaison avant et après fabrication

La gravure sèche servant à définir les grilles de polysilicium, laisse intacte la couche
d’oxyde protecteur de Si3N4/SiO2 au-dessus des grilles, mais laisse les flancs des grilles
non protégés et aucune étape de dépôt d’oxyde supplémentaire n’est effectué afin de pallier
à cette lacune. Comme les dépôts d’aimants de cobalt préservent bien la topographie des
grilles et du substrat (voir Fig. 2.9(a)-(b)), il est possible que l’aimant contacte directement la
grille au niveau des flancs créant de ce fait un court-circuit avec la grille. Pour les géométries
d’aimants considérées au chapitre 1, l’aimant recouvre les grilles jusqu’au centre du dispositif
et l’application d’une tension trop élevée (positive ou négative) peut produire des boîtes
quantiques ou barrières de potentiel non intentionnelles, rendant impossible l’opération des
dispositifs. La présence de court-circuit entre une grille et l’aimant viendrait donc corrompre
complètement le potentiel électrostatique du dispositif.

Avant fabrication Après dépôt d’aimant Après recuit thermique

Série # Mesurés # CC grilles # CC grilles # CC aimant # CC grilles # CC aimant

DBQ1779 1 0 0 0 0 0
DBQ18-X 6 1 1 0 2 1
DBQ 2132 4 4* 4* 0 4* 0
DBQ 2134 4 1 1 0 2 1
SWAG† 5 - - - 0 2
5BQ † 1 - - - 0 1

Proportions - 10% 10% 0% 19% 24 %
* Pour les dispositifs avec Al2O3 les courts-circuits disparaissent à basse température et ne sont pas comptabilisées.
† Les courts-circuits sur ces dispositifs ont été mesurés à la fin du procédé à une température de 1.5 K seulement.

Tableau 2.6. Pré caractérisation de dispositifs avec microaimants intégrés
Nombre de dispositifs présentant aumoins un court-circuit (#CC) pourdifférentes séries d’échan-
tillons. Les courts-circuits entre deux grilles de polysilicium (grilles) ainsi qu’entre l’aimant et
une grille (aimant) sont mesurés après chaque étape de fabrication. La mesure à deux terminaux
est effectuée en station sous-pointe, dans le noir à une température de 300 K. Les courts-circuits
sont mesurés entre chaque paire de grilles du dispositif. Un court-circuit est identifié lorsque le
courant circulant dans une paire de grilles excède 1 nA pour des différences de potentiel infé-
rieures à 1V. Séries d’échantillons : 1779 et DBQ18-X : doubles boîtes quantiques identiques
à celles de la figure 2.18(b). DBQ 2132-2134 : même géométrie que 1779, mais ces dispositifs
possèdent un dépôt conforme d’Al2O3 de 30 et 60 nm respectivement. SWAG : Géométrie possé-
dant deux boîtes quantiques à grilles séparées [170]. 5BQ : Dispositifs à cinq boîtes quantiques
à grilles séparées (voir section section 2.4 et annexe C ).

L’impact de l’intégration d’aimants sur les courts-circuits pour différentes séries d’échan-
tillons en silicium est compilé au tableau 2.6. D’une part, 67% des dispositifs sont complète-
ment opérationnels à la fin du procédé, tandis que 76% ne présentent aucun problème lié à
l’intégration du microaimant. Malgré l’absence d’oxyde protecteur sur les flancs des grilles,
les procédés de fabrication et de recuits thermiques suivant la gravure sèche produisent un
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oxyde natif qui peut également servir d’isolant électrique. Selon le procédé exact de chaque
série, et le temps d’attente avant l’intégration d’aimant, l’oxyde natif présentera des varia-
tions dans sa composition et son épaisseur. Par exemple, pour les séries SWAG et 5BQ, un
courant circulant entre les grilles et l’aimant était généralement observé pour des différences
de potentiel de ∆V = 2 V entre les grilles. Cet effet n’a pas été observé sur les autres séries
de dispositifs pour ∆V . 10 V. D’autre part, les performances électriques des aimants sont
dégradées seulement à la suite du recuit thermique. Comme cet effet n’est observé que sur
25% des dispositifs, il est attribué à l’interaction, lors du recuit thermique, entre la couche
de cobalt et l’oxyde natif sur les flancs des grilles dont la composition chimique exacte est
inconnue (SiOx). La présence des liens d’oxygène non appariés dans cette couche permet la
formation d’une couche conductrice de siliciure de cobalt (CoSi) dans les conditions de recuits
utilisées [179]. De plus, même en l’absence d’interaction avec la couche d’oxyde, comme c’est
le cas avec le SiO2 [180], l’interdiffusion du cobalt avec la couche d’oxyde est possible [181].
Ces deux mécanismes sont susceptibles de créer un court-circuit électrique entre l’aimant de
cobalt et les grilles de polysilicium et expliquent la diminution de rendement suite au recuit
thermique. Cet effet pourrait être évité, par la croissance d’une couche d’oxyde contrôlée
suite à la gravure des grilles.

Montage expérimental pour les expériences à basse température

Suivant la caractérisation sous-pointe, les échantillons sont micro-soudés sur une carte
de circuits imprimés et refroidis à 10 mK dans un réfrigérateur à dilution (Fig. 2.19). Une
série de filtres et d’ancrages thermiques sont utilisés afin d’assurer une bonne thermalisation
de l’échantillon et des électrons dans le dispositif. Ces derniers atteignent typiquement des
températures avoisinant les 100 mK. L’aimant est connecté à une ligne haute fréquence pour
les expériences de résonance de spin. Ce dernier n’est pas connecté à un bias-tee et est donc
laissé à une tension DC de 0 V pour toutes les expériences.

Un amplificateur cryogénique en SiGe de type transistor bipolaire à hétérojonctions
(HBT 10) est connecté à l’un des contacts ohmiques du SET [182]. Ce type d’ amplificateur
présente plusieurs avantages pour la détection de charge. D’une part, dans le régime d’opéra-
tion typique du HBT, ce dernier dissipe très peu d’énergie (5nW à 5 µW) et peut donc être
intégré à la température de base du cryostat, et ce, le plus près possible des dispositifs (voir
Fig. 2.19(b)). D’autre part, le rapport signal sur bruit (SNR) fourni par l’amplification du HBT
est augmenté d’un facteur 100 à basse fréquence, et la bande passante avec SNR>1 élargie
d’un facteur 10 pour atteindre 1 MHz [182]. La figure 2.20 présente le circuit électrique ainsi
que les propriétés du gain (G) du HBT utilisé. Dans l’expérience, le HBT est d’abord activé par

10. de l’anglais : Heterojunction bipolar transistor.
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Figure 2.19. Montage expérimental pour mesures cryogéniques
Schéma de montage cryogénique de l’échantillon à double boîte quantique en silicium. (a)
Câblage radiofréquence (Rf) et basse-fréquence (DC). Le micro aimant est connecté à une ligne
SMA fortement atténuée, pour permettre un contrôle fin de l’amplitude des ondes radiofré-
quences. (b)Un amplificateur cryogénique de courant (HBT) est connecté à l’un des contacts
ohmiques de chacun des SETs directement sur la carte de circuit imprimé. L’échantillon est
collé à l’aide de vernis GE assurant un bon contact thermique une isolation électrique. Une
série de lignes de cuivre imprimées servent de cavaliers afin d’apporter les signaux DC plus
près de l’échantillon et de faciliter la micro soudure. (c) Example d’ancrage thermique pour les
câbles thermocoax. Ces câbles agissent à titre de filtre avec une bande passante de ∼ 3MHz. (d)
Bias-tee cryogénique utilisé pour appliquer à la fois les pulses (signaux AC) et la polarisation
constante (signaux DC) sur les grilles d’accumulation des boîtes quantiques. (e) Filtres RC à la
température de base du réfrigérateur à dilution.
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l’application d’une tension VE à l’émetteur. Comme la base du HBT connectée au drain du
SET est flottante, l’application d’une tension suffisante polarise la base et génère un courant
dans le SET et dans le collecteur (Fig. 2.20(b)). Le point d’opération est choisi de telle sorte
que le courant dans la base n’excède pas IB = 1 nA (Fig. 2.20(c)). En effet, dans le régime
d’opération du SET, la résistance du canal varie autour de 1 MΩ - 1 GΩ selon que ce dernier
est en régime blocage de coulomb ou non. Dans le régime de levée du blocage de Coulomb,
la tension dans le SET est telle que VDS . 0.5 mV correspondant à une énergie inférieure à
l’énergie de charge du SET. Pour les conditions de la figure 2.20(c), VDS ∼ 0.1 mV et le SET
est très peu perturbé. De plus, pour ces conditions, le signal est amplifié d’un facteur G= 440
et la température de base du cryostat reste inchangée.
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Figure 2.20. Schéma de connexion et caractérisation de l’amplificateur cryogénique
(a) Circuit de mesure avec un HBT NESG3031M05 pour l’un des SET du dispositif. Une tension
DC (VE) est appliquée sur l’émetteur (E) et le courant mesuré au collecteur (C) et amplifié à
l’aide d’un amplificateur à trans impédance (TIA) à température pièce. La base (B) est flottante
et connectée au drain du SET. Un ampèremètre est connecté à la source pour la caractérisation
du circuit seulement. Dans les expériences de transport, une modulation AC est appliquée sur
la grille C6 pour les mesures de transconductance. (b) Caractéristique IC(VE) du HBT utilisé
pour les expériences, la flèche indique le point d’opération à VE=-1.047V. La courbe est effectuée
à VSET= 4 V pour laquelle le canal du SET se comporte comme une résistance de ∼ 100 kΩ (c)
Courbe de gain du HBT.

La base flottante du HBT modifie toutefois le régime de blocage de Coulomb du SET. En
effet, en régime de blocage de Coulomb la résistance du canal augmente au-delà de 1 GΩ.
Dans ce régime, la chute de potentiel est répartie de façon à augmenter la tension VDS aux
bornes du SET et conserver une certaine amplitude de courant dans le HBT [182]. Ce mode
d’opération est très similaire à celui d’un SET connecté à une source de courant, et la tension
aux bornes du SET présente exactement le même comportement [183]. En régime de blocage
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de Coulomb, la résistance du SET devient comparable à celle du HBT de sorte que la chute
de potentielle VDS dépasse l’énergie de charge et le courant du SET reste toujours non-nul.
En principe, cet effet peut être évité par un circuit d’amplification AC où le drain du SET
est couplé capacitivement à la base du HBT au détriment d’un gain plus faible [183]. Dans
l’expérience, c’est plutôt un circuit de transconductance différentielle qui a été implémenté
afin d’augmenter le rapport signal sur bruit. La mesure consiste à appliquer une modulation
VAC à basse fréquence (typiquement 100 Hz - 10 kHz) sur une des grilles et mesurer le signal
à l’aide d’un amplificateur synchrone en sortie du collecteur.

Tension d’activation et diagrammes de stabilité des SETs

Une fois refroidis à la température de base du cryostat, la première étape dans l’ajustement
des paramètres des dispositifs consiste à activer les SETs en polarisant positivement la grille de
façon à augmenter la densité électronique dans le canal. En l’absence de barrières tunnel et du
HBT, le canal du SET se comporterait comme un transistor et la tension d’activation est donnée
par la tension seuil. Cette tension ainsi que la dépendance I(VDS) en régime sous-seuil, dépend
des charges piégées dans le dispositif [169]. L’ajout de charges dans l’oxyde décalera le seuil,
et leur densité modifiera la pente sous-seuil en raison de la variation de la capacité parasite
augmentée par la présence de ces charges. L’étape de fabrication supplémentaire de l’aimant
comporte une étape d’électrolithographie qui est susceptible de générer de telles charges
piégées et changer l’environnement électrostatique. De plus, les forces de contraintes générées
par l’aimant sont susceptibles de modifier la tension seuil du dispositif en modifiant le profil
des bandes ainsi que l’amplitude des barrières tunnel [184]. Les dispositifs mesurés étant
connectés au HBT, la tension VDS varie de façon inconnue pendant l’activation du SET ce qui
ne permet pas d’extraire avec précision la tension seuil. De plus, les différences géométriques
entre les dispositifs donnent lieu à différentes propriétés des barrières tunnel, et changent
la tension d’activation et la dépendance I (VDS). Néanmoins, bien que peu nombreux, les
dispositifs mesurés à basse température présentent une tension d’activation similaire à ceux
des dispositifs sans aimants, soit Vact ∈ [0.8, 1.6] V (Fig. 2.21a). Ceci indique que les propriétés
électrostatiques des SETs ne sont pas drastiquement et systématiquementmodifiées par l’étape
supplémentaire de fabrication du microaimant.

À haute tension de grilles dans les courbes d’activation, les barrières tunnel disparaissent
et le canal devient purement résistif. Dans ce régime, le HBT se comporte comme une source de
courant de sorte que le courant IC(VSET) devient constant et complètement déterminé par VE.
Dans le régime de conduction intermédiaire, la présence de maxima et minima témoigne du
blocage de Coulomb et de la formation du transistor monoélectronique. Les pics de Coulomb
peuvent être suivis en variant les tensions des paires des grilles des SETs de façon à tracer
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Figure 2.21. Courbes d’activation de transistors monolélectroniques avec aimant intégré
(a) Courbes d’activation de transistors monoélectroniques pour les dispositifs avec microaimant
intégré mesurés à 10 mK. Le courant dans le collecteur est normalisé afin de mieux comparer
les courbes d’activations acquises pour différents paramètres de l’amplificateur cryogénique.
Le point d’activation Vact est identifié par une flèche pour les trois dispositifs mesurés. Vacc
est identifié par le point au-delà duquel IC(VSET) cesse d’être exponentielle. (b-c) Diagrammes
de stabilité sur une large plage de tensions pour les dispositifs 1779-Dev2 et 1817-Dev1. Les
transitions de charges des SETs apparaissent comme des oscillations régulières à angle de 45◦

alors que les modulations d’amplitudes verticales et horizontales indiquent la modulation de
la transmission des barrières tunnel. (d) Diagrammes de stabilité sur la plage d’opération de
1817-Dev3.
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le diagramme de stabilité figure 2.21(b)-(d). Plus important encore, pour les trois dispositifs
l’espacement entre les pics est régulier sur de grandes plages de tension et la présence de
défauts chargés se couplant à la boîte quantique est très peu observée. Plusieurs bandes
horizontales ou verticales de plus faible ou plus haute amplitude du courant indiquent la
présence de défauts dans les barrières tunnel. Ces défauts changent la transmission des
barrières, un effet qui est toujours observé dans les dispositifs de type MOS. Il faut donc
conclure que l’intégration des aimants n’impacte pas outre mesure les propriétés de transport
dans les dispositifs, et les SETs présentent les propriétés désirées pour réaliser la détection de
charge d’électrons uniques dans les boîtes quantiques avoisinantes.

2.3.3 Performances des boîtes quantiques avec microaimants intégrés

Une fois les tensions de grilles des SETs ajustées, les boîtes quantiques sont étudiées
afin de mesurer l’impact des microaimants sur les paramètres des boîtes quantiques dans
le régime à faible nombre d’électrons. Ceci est réalisé en vérifiant que ces dispositifs repro-
duisent les propriétés d’accumulation d’électrons dans la géométrie à grille séparée, et en
caractérisant la structure fine des niveaux d’énergie de la boîte. Suivant une explication des
protocoles d’ajustement de boîtes quantiques mis au point, l’étude des taux tunnels et la
magnétospectroscopie révèle l’impact du microaimant sur les états de spin et de vallée de la
boîte quantique 11.

Accumulation d’électrons

Pour la série d’échantillons 1779, la gravure des grilles a été réalisée aux dimensions
minimales. Ce faisant, la grille d’accumulation du réservoir (AR1) est trop près de la grille
d’accumulation de la boîte (AD1). L’accumulation d’électrons dans la boîte ne peut se faire
tout en conservant la barrière tunnel entre l’îlot et le réservoir, et ce sur toute la plage de
voltage des grilles de confinement. Pour pallier cette problématique, la grille d’accumulation
AR2, placée plus loin de la boîte quantique, a été utilisée conjointement aux grilles C1 et AD2
afin de former le réservoir pour la boîte quantique placée sous AR1 (Fig. 2.22(a)).

La détermination des tensions d’opération sur toutes les grilles afin d’atteindre le régime
à un électron dans la boîte quantique est généralement réalisée par la mesure de plusieurs
diagrammes de stabilité avec toutes les paires de grilles et doit être répétée à chaque nouveau
dispositif. En effet, les variations des tensions de seuil ainsi que de la géométrie des grilles
confèrent aux boîtes quantiques des régimes d’opération difficiles à prévoir. Pour simplifier le

11. Tous les résultats de cette sous-section sont obtenus sur l’échantillon 1779-DEV2.
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Figure 2.22. Mesure de l’accumulation d’électrons en détection de charge
(a) Schéma du mode d’opération pour le dispositif 1779-Dev2. Les grilles de confinement C1-
AD2 sont utilisées conjointement à AR2 pour approcher le réservoir d’électrons (bleu) de la
boîte quantique (vert). Les zones grilles avoisinantes servent à créer les zones de déplétion
(jaune). (Gris) grilles non-utilisées. (b) Effet d’écrantage de la grille d’accumulation AR2 sur la
périodicité des pics de Coulomb. (c) Périodicité des pics (δ) pour la grille de réservoir AR2 et de
la boîte quantique AR1. (d) Effet de la grille de confinement C6 sur l’accumulation d’électrons à
partir de pièges. (e) Formation d’un réservoir à l’aide d’AD2 pour AR2=6 V. Pour AD2 >1 V,
l’accumulation sous la grille de la boîte quantique débute autour de AD1=1.5 V.

processus, une méthode d’ajustement qui ne requiert que la mesure de quelques diagrammes
de stabilité a été mise au point. Cette méthode tire parti de l’écrantage fait par les électrons
accumulés sous une grille, ainsi que de la simplicité d’opération de la géométrie à grille séparée.
En effet, la période des oscillations de Coulomb (δ) est augmentée de façon continue lors de
l’accumulation d’électrons sous une grille de réservoir (Fig. 2.22(b)). L’augmentation de la
densité de charge sous la grille contribue à l’écrantage et diminue la capacité de couplage ainsi
que le bras de levier de la grille du réservoir au SET [170]. Cette signature de l’augmentation
de la densité d’électrons permet de déterminer rapidement les conditions d’accumulation
pour toutes les grilles du dispositif, et de vérifier que ces derniers proviennent bien des
réservoirs. Suivant cela, tous les voltages des grilles sont ensuite fixés. Le protocole suivant a
été implémenté :

I. Régler les tensions sur les grilles du SET afin d’obtenir des oscillations de Coulomb
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régulières ;

II. Vérifier l’accumulation des réservoirs : la densité d’électrons devrait augmenter de façon
continue ;

III. Avec les grilles de réservoirs placés à AR = 0 V, vérifier l’accumulation des grilles des
boîtes quantiques. Il ne devrait pas y avoir d’accumulation ;

i. Sinon, utiliser les grilles de confinement pour empêcher l’accumulation ;

IV. Vérifier que les électrons peuvent être accumulés sous la grille de la boîte quantique à
partir du réservoir ;

i. Sinon, changer les tensions des grilles de confinement et recommencer IV ;

V. Tirer parti de la géométrie à grilles séparées et n’utiliser que les grilles de la boîte (AD)
et du réservoir (AR) pour atteindre le régime à faible nombre d’électrons.
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Figure 2.23. Diagrammes de stabilité dans le régime à faible nombre d’électrons
Diagramme de stabilité en détection de charge montrant les dix premières transitions de charges
de la boîte quantique formée sous AD1. Ce diagramme est réalisé sans ajustement supplémen-
taire suivant le protocole d’initialisation de la boîte quantique.

Le protocole précédent est illustré à la figure 2.22(b)-(e) pour l’ajustement des grilles avoisinant
la boîte quantique. La figure 2.22(c) montre l’accumulation pour les grilles du réservoir et de la
boîte quantiques (II-III). La périodicité des pics de Coulomb augmente de façon régulière pour
la grille de réservoir (AR2), car cette grille peut accumuler des électrons directement à partir
du contact ohmique en périphérie de la zone active du dispositif. Dans le cas de la grille AD1,
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la périodicité augmente brusquement signifiant que cette grille, malgré l’absence de contact
ohmique, attire des électrons à partir d’un endroit inconnu dans le dispositif (pièges, SET, etc.).
Suivant l’étape III-i, cet effet est contré en augmentant le confinement par l’application d’une
tension négative VC6=-2.5 V (Fig. 2.22(d)). En polarisant d’abord la grille du réservoir (étape
IV), ce dernier peut-être approché à l’aide de la grille AD2 de la boîte quantique de façon à
rétablir l’accumulation dans la boîte, mais cette fois à partir du réservoir (Fig. 2.22(e)). Malgré
la complexité d’opération du réservoir du dispositif 1779-DEV2, la simplicité du protocole
proposé permet rapidement d’établir les tensions d’opération du dispositif et d’atteindre le
régime à faible nombre d’électrons (V), en réalisant un seul diagramme de stabilité (Fig. 2.23).
Dans ce diagramme la courbure des lignes des boîtes quantiques avec l’augmentation de
VAD2-C1 témoigne une fois de plus de l’écrantage fait par les électrons du réservoir. À faible
tension sur les grilles du réservoir, les lignes de transition de charges sont éclatées. Ceci est
dû à la diminution des taux tunnel entre le réservoir et la boîte quantique et devient apparent
lorsque le taux tunnel est de l’ordre du taux d’acquisition ou inférieur [185, 170].

Température électronique

Le diagramme 2.23 fournit les paramètres nécessaires à l’atteinte du régime à 1 électron
dans la boîte quantique. Afin de mesurer les performances du dispositif à grilles séparées
dans ce régime, la température électronique Te et les bras de levier α doivent être caractérisés.
Ceci permettra par la suite d’extraire les énergies des états orbitaux et des vallées.

La température électronique est inférée par la mesure de la largeur de la transition
N = 0→N = 1 en fonction de la température du cryostat. En effet, lorsque le taux tunnel
est beaucoup plus grand que le taux d’acquisition, le détecteur de charge mesure l’occupation
moyenne dans la boîte quantique [186]. En changeant le potentiel chimique µ = α∆Vg à
l’aide d’une des grilles, l’occupation moyenne dans le régime à un électron est donnée par la
fonction de Fermi :

〈N〉 = f (∆Vg) =
1

1 + e−
α∆Vg
kBT

. (2.21)

En raison de la géométrie du dispositif, le changement de tension de grille sur C6 sur des
plages de tension de l’ordre de la largeur de la transition impacte peu les propriétés de la
boîte (taux tunnel, niveaux orbitaux, etc.). De plus, son faible bras de levier permet d’avoir
la résolution suffisante pour mesurer la largeur de la transition. Comme le montre la figure
2.24(a), la largeur de la transition est bien lissée par la fonction de Fermi. Par contre, pour
la température de la chambre à mélange Tmel . 100 mK, le bras de levier α = α/T × Tmel
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augmente linéairement (Fig. 2.24(b)). Cette augmentation est artificielle, et signifie que la
température électronique Te > Tmel. À plus haute température, α devient indépendant de
la température électronique. Cette mesure permet d’inférer la température électronique
Te = 91± 11 mK et le bras de levier α = 44± 5 meV/V de la grille C6. À partir des pentes
relatives des diagrammes de stabilité, le bras de levier de toutes les autres grilles peut être
mesuré.
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Figure 2.24. Température électronique
(a) Exemple de mesure de l’occupation moyenne de la boîte quantique dans le régime à 1
électron pris à Tmel=30 mK. La mesure est effectuée dans le régime à fort taux tunnel Γ ∼100
kHz avec VAR2-C1=5 V (voir Fig. 2.29). La régression à l’équation (2.21)(rouge) permet d’extraire
l’argument de l’exponentielle α/T. (b) Extraction de la température électronique et du bras de
levier de C6 à partir de la mesure du taux d’occupation à différentes températures de la chambre
à mélange Tmel. La droite pointillée rouge est une régression linéaire de pente α/Te, alors que la
ligne pointillée bleue donne α. Les deux droites se croisent à Tmel = Te (ligne pointillée noire).
Les lignes vertes indiquent la marge d’erreur sur α et définissent celle sur Te.

Taux tunnel dans le régime à 1 électron

Une des caractéristiques principales de la géométrie à grille séparée est illustrée par
le contrôle des taux tunnel à l’aide uniquement de l’ajustement des tensions de grilles des
réservoirs des grilles de la boîte quantique. Afin demesurer l’impact des réservoirs, on cherche
donc à mesurer le taux tunnel de la transition N = 0→ N = 1 en fonction de leur tension de
grille. Dans les dispositifs sans aimant, la variation du taux tunnel est exponentielle et les
grilles du réservoir influent peu sur le potentiel chimique des boîtes quantiques [170].

L’évaluation des taux tunnel est réalisée par des mesures résolues temporellement du
courant dans le collecteur [187]. Cette mesure permet de compter un à un les électrons entrant
et sortant de la boîte quantique lorsque le potentiel chimique de la boîte µ est placé près du
niveau de Fermi du réservoir µ ∼ kBT. Lorsque les taux tunnel sont plus lents que la bande
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Figure 2.25. Mesures des temps de transitions N = 0→ N = 1
(a) Mesure résolue en temps du courant dans le collecteur montrant le changement d’occupation
de la boîte en fonction du temps. Chaque trace temporelle totalise 64000 mesures de courant
pour une durée totale variable entre 16.4 s et 4.1 s selon le taux tunnel de la boîte quantique. Le
changement d’occupation est identifié à l’aide d’une technique à double seuil (ligne pointillée
mauve) correspondant à 3σ de la distribution du niveau de courant dans chaque état d’occu-
pation (figure insérée). La ligne mauve montre l’identification des évènements N=1→N=0.
Les temps d’occupations de l’état N=0 (Tin) et N=1 (Tout) sont mesurés pour chaque transition
afin de calculer les distributions de temps tunnel. (b) Histogrammes du nombre de comptes
par intervalle T pour les distributions de temps tunnels Tin et Tout. Les taux tunnel Γin/out sont
inférés à partir du lissage de la distribution exponentielle (lignes pleines). La flèche indique la
présence d’évènements manquants pour les temps courts en raison de la bande passante finie
du détecteur. (c) Mesure des taux tunnel en fonction du potentiel chimique. Les bosses dans la
courbe indiquent la présence de plusieurs sous-niveaux dans l’état N=1.
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passante du circuit de mesure, chaque évènement tunnel correspond à un minimum ou un
maximum de courant dans le détecteur en fonction de l’état (N=0 ou N=1) d’occupation
de la boîte (Fig. 2.25(a)). L’identification de l’état de la boîte quantique est réalisée par une
méthode à double seuil hystérétique qui dépend de l’état précédent de la boîte quantique.
Cette méthode permet de compter des transitions plus rapprochées en temps que le temps de
montée du détecteur ce qui étend de façon effective la bande passante d’identification des
transitions par rapport à une méthode à un seul seuil et est utile dans le cas des détecteurs
lents [188]. Les seuils sont déterminés à partir des distributions de courant dans l’état N=0 et
N=1. À partir du temps de montée des transitions et des seuils de détection, la bande passante
d’identification est estimée à ∼ 10 kHz et limitée par une résistance parasite dans le circuit de
mesure.

La distribution du temps passé dans chacun des états d’occupation permet de mesurer
les taux tunnel d’entrée Γin et de sortie Γout de la boîte quantique. En effet, l’effet tunnel est
un processus de Poisson et la distribution du temps passé dans chaque état peut-être décrite
par la loi de probabilité

P(Tin/out) = e−Γin/outTin/out , (2.22)

où P(T) est la probabilité demesurer le détecteur dans un état donné pendant un temps T avant
d’observer une transition vers l’état in/out. La figure 2.25(b) montre les histogrammes issus
de cette distribution pour une configuration particulière de tensions de grille et de potentiel
chimique. Un lissage à partir de l’équation (2.22) permet de déterminer les taux tunnel d’entrée
et de sortie. Pour les temps tunnel similaires à la bande passante, l’histogramme indique un
manque de comptes. Cette signature indique que, même pour les temps longs, le nombre
de comptes est sous-évalué résultant en une sous-estimation de la valeur des taux tunnel
[189, 190, 191, 188]. Cet effet sera considéré un peu plus loin pour l’extraction des taux tunnel.

Les traces temporelles de la figure 2.25(a) sont répétées à différentes tensions de la grille
C6 afin de déterminer la dépendance en énergie des taux Γin et Γout (Fig. 2.25(c)). En effet,
le taux tunnel d’un niveau vers le réservoir est modulé par la distribution de probabilité
d’occupation des niveaux du réservoir :

Γin = Γ f (∆Vg − µ) , Γout = Γ
[
1− f (∆Vg − µ)

]
. (2.23)

Tel qu’attendu lorsque l’énergie de la boîte augmente la probabilité d’occupation de la boîte
diminue et Γout augmente au détriment de Γin. La dépendance en tension de grille ne suit
toutefois pas la dépendance monotone attendue pour un seul niveau d’occupation dans la
boîte quantique [191]. En effet, la présence de coudes dans Γin/out(Vg) ne peut être expliquée
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uniquement par l’équation (2.23), et témoigne de la structure interne des niveaux d’énergies
pour l’état de charge N=1. Une analyse plus approfondie des taux Γin/out indique que deux
états de la boîte quantique participent aux évènements tunnel.

Statistiques de comptage et états de vallées

Afin de déterminer les propriétés et la nature des états internes à N=1, les traces tem-
porelles de la figure 2.25(a) sont analysées sous la loupe de la statistique de comptage com-
plète 12[192]. Cette procédure vise à reconstruire la distribution de probabilité p(M) de me-
surer M transitions de l’état Nα → Nβ dans un intervalle de temps t0. Ceci est réalisé en
calculant les cumulants Ci à partir du logarithme de la fonction génératrice des moments de
p(M) [192]. Les cumulants permettent de reconstruire p(M) à n’importe quel ordre et sont
associés aux propriétés de la distribution. Notamment, le cumulant d’ordre 1 est égal à la
moyenne et celui d’ordre 2 à la variance de la distribution. L’objectif est donc d’établir un
modèle qui permet de remonter à la fonction génératrice des cumulants afin de les comparer
aux mesures expérimentales. Le modèle présenté est développé en incorporant les idées des
systèmes multi niveaux [193, 194] à celles des détecteurs stochastiques à bande passante finie
[189, 191] dans le contexte de la statistique de comptage complète [192, 195].

N = 0

N=1
D = 0 D = 1

�D

�D

�D

L = A

L = B

Wr

We

�A
in

�B
in

�B
out�A

out

N = 0

N=1

Wr

We

�A
in

�B
in

�B
out�A

out

µ

L = 0 L = 0

L = A

L = B

e⇠

Figure 2.26. Représentation du modèle pour la statistique de comptage complète
Illustration des taux tunnel reliant les différents états du modèle pour une boîte quantique à
deux niveaux et un détecteur stochastique. La statistique de comptage est réalisée par l’ajout du
champ de comptage à partir des évènements sortants, D = 1→D = 0 (encadré pointillé).

Le schéma de la figure 2.26 illustre l’interrelation entre les paramètres du modèle mis
en place. On considère une boîte quantique à deux niveaux d’occupation de charge soit N=0
et N=1. Le niveau N=1 est composé de deux sous-niveaux L ={A, B} possédant leur taux
tunnels ΓA,B et potentiels chimiques µA,B propres. Les taux ΓA,B sont reliés à ΓA,B

in/out à l’aide
de l’équation (2.23). Ces états sont couplés par des processus de relaxation et d’excitation

12. De l’anglais Full counting statistics
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de taux Wr,e. Ces taux obéissent à la balance détaillée, de sorte que We/Wr = e(µA−µB)/kBT.
La bande passante finie du détecteur est modélisée par un processus de Poisson de taux de
transition caractéristique ΓD permettant de faire passer le détecteur des niveaux D = 0↔
D = 1. Dans l’expérience, seules ces transitions sont détectées.

L’évolution de la densité de probabilités d’occupation des niveaux du système détecteur-
boîte quantique (D ∈ {0, 1}, L ∈ {0, A, B}) est modélisée par une équation maîtresse sous
l’approximation de Born-Markov

dρ(t)
dt

= Lρ(t) , (2.24)

où L est le générateur indépendant du temps et ρ la matrice densité. L’analyse se base ensuite
sur la distribution de probabilité p(M) de mesurer M évènements D = 1 → D = 0 dans
l’intervalle t0. Pour ce faire le générateur doit être modifié par l’ajout du champ de comptage
eξ de telle sorte que L → Lξ [195]. Le champ de comptage est choisi de façon à compter les
évènements pour lesquels le détecteur indique la sortie d’un électron. Mathématiquement,
ceci se traduit par l’ajout du terme de comptage eξ aux éléments de transitions D = 1→ D = 0
(Fig. 2.26). Il est à noter que le choix de compter les évènements sortants plutôt qu’entrants est
arbitraire, et que les mêmes distributions de probabilités sont retrouvées dans les deux cas.
Dans la base des états |D, L〉 suivante, {|0, 0〉, |0, A〉, |0, B〉, |1, 0〉, |1, A〉, |1, B〉} le générateur
modifié s’écrit :

Lξ =




−ΓA
in − ΓB

in ΓA
out ΓB

out ΓDeξ 0 0

ΓA
in −ΓA

out −We − ΓD Wr 0 0 0

ΓB
in We −ΓB

out −Wr − ΓD 0 0 0

0 0 0 −ΓA
in − ΓB

in − ΓD ΓA
out ΓB

out

0 ΓD 0 ΓA
in −ΓA

out −We WR

0 0 ΓD ΓB
in We −ΓA

out −Wr




.

(2.25)

Tous les cumulants peuvent être calculés à partir du polynôme caractéristique Pξ(z) =

det|z I − Lξ | en suivant la procédure explicitée dans les références [194, 195]. L’expression
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des deux premiers cumulants est donnée par

C1 = − a′0
a1

, (2.26)

C2 = − 1
a1

(
a′0 + 2a′1C1 + 2a2C2

1
)

, (2.27)

où an est le coefficient du terme de puissance n de Pξ(z) et a′n = dan/dξ tous deux évalués
dans la limite ξ → 0. Ainsi, les équations (2.26) et (2.27) fournissent une méthode pour
déterminer des expressions analytiques pour les ci permettant de lier les paramètres du
modèle aux distributions p(M) expérimentales. Toutefois l’expression de ces derniers est trop
longue pour être représentée ici. Il est à noter que les cumulants augmentent linéairement
avec le temps de comptage t0. Il est ainsi plus pratique de définir les cumulants normalisés
ci = Ci/t0 pour comparer les résultats acquis à l’aide de différents intervalles de comptage.
Chaque trace temporelle similaire à celle de la figure 2.25(a) est découpée en 400 intervalles

1 2 3 4 5 6 7 8 9
0

50

100

150

200

C
om

pt
es

M

t0 = 20 ms

VAR1�C1
= 4.6 V

VC6
= �2.4818 V

C1C̃2 C̃2

Figure 2.27. Distribution p(M) pour la statistique de comptage
Exemple d’histogramme de comptes pour les transitions D = 1→ D = 0 représentant la distribu-
tion p(M). Les lignes pleines montrent les cumulants calculés suivant les équations (2.28) et
(2.29) avec C̃2 = C1 ± C2.

de temps identiques t0, ajustés de façon à obtenir 〈M〉 ∼ 4. Le décompte du nombre de
transitions D = 1→ D = 0 (courbe mauve de la Fig. 2.25(a)) pour chaque intervalle permet de
reconstruire l’histogramme du nombre de comptes représentant p(M) (Fig. 2.27). À partir de
cette distribution, les cumulants sont calculés de façon récursive à partir des moments de la
distribution

µi = E
[

p(M)i
]

, (2.28)

Ci = µi −
i−1

∑
j=1

(i− 1)!
(j− 1)!(i− j)!

Ciµi−j . (2.29)
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Le calcul des cumulants est répété pour chaque tension sur la grille C6 de façon à voir
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Figure 2.28. Statistiques de comptage pour la transition N = 0→ N = 1
(a)-(b) Cumulants normalisés d’ordre 1 et 2 en fonction de la variation d’énergie dans la boîte
quantique α∆VC6 . (c) Facteur de Fano. Les différentes traces correspondent à différentes tensions
des grilles du réservoir.

leur évolution avec le changement de potentiel chimique de la boîte quantique et un lissage
simultané des équations (2.26) et (2.27) est réalisé afin d’extraire les paramètres du modèle
(Fig. 2.28(a)-(b)). Dans ce modèle, la température électronique et le bras de levier αC6 sont fixés
aux valeurs déterminées précédemment et la procédure est répétée pour différentes tensions
sur les grilles du réservoir. Le modèle (2.25) montre un accord raisonnable avec chacune des
traces. L’erreur sur le lissage est minimisée pour ΓD = 40 kHz en accord avec les estimations
de la section précédente.

À l’aide des deux premiers cumulants, le facteur de Fano FF = C1/C2 est également
calculé. Le facteur de Fano est une mesure du bruit dans le système dont on peut comparer
l’amplitude à celle attendue pour un processus de Poisson, pour lequel FF = 1.Dans le cas des
boîtes quantiques, les corrélations électroniques de charges tendent à diminuer le bruit dans
le signal [196, 197, 198, 191] . Cet effet est illustré à la figure 2.28(c) où une diminution vers
F = 0.5 est observée pour toutes les tensions de grilles des réservoirs. Cette diminution est
due à la nature fermionique des électrons pour lesquels un seul état à N=1 peut être occupé à
la fois. Aussi appelé anti-agrégation, cet effet augmente les corrélations entre les évènements
tunnels consécutifs ce qui mène à une diminution du bruit (donc du facteur de Fano) lorsque
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les niveaux d’énergies de la boîte s’alignent avec le niveau de Fermi des réservoirs. Lorsque
les niveaux de la boîte quantique s’éloignent du niveau de Fermi, les évènements tunnels se
font plus rares et le facteur de Fano rejoint FF = 1 dans le régime de blocage de Coulomb.

L’augmentation générale des cumulants normalisés avec la tension de grille des réservoirs
témoigne de l’augmentation des taux tunnels. Les taux ΓA,B sont extraits et tracés à la figure
2.29(a) conjointement avec le taux tunnel total de la boîte Γ = ΓA + ΓB. Tel qu’attendu pour la
structure à grille séparée le taux tunnel varie exponentiellement avec la tension de grille du
réservoir suivant : log10 Γ ∼ ∆Γ Vg avec ∆Γ = 5.3 décades/V. Cette valeur est comparable
à celle obtenue pour un dispositif similaire sans microaimant (5.9 décades/V) [170]. Ceci
indique que l’écrantage fait par l’aimant, qui couvre une partie de la surface surplombant
la barrière tunnel, impacte peu le mode d’opération du dispositif à grilles séparées. Aussi,
la géométrie des grilles de réservoirs utilisées diffère entre les deux dispositifs, ce qui peut
expliquer la légère variation entre les facteurs ∆Γ. De plus, la similitude avec les dispositifs
sans aimant s’étend au facteur d’orthogonalité β = ∆Γ/∆µ des grilles du réservoir. Ce facteur
mesure le contrôle indépendant du couplage tunnel et du potentiel chimique de la boîte
quantique. Le facteur obtenu est de β = 0.8 décades/meV contre 0.9 décades/meV dans le
dispositif sans aimant de la référence [170], illustrant une fois de plus la conservation des
propriétés des dispositifs suite à l’ajout des microaimants.
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Figure 2.29. Effet des réservoirs sur les taux tunnels et les niveaux d’énergies
(a) Effet de la tension de grilles des réservoirs sur les taux tunnels des niveaux A et B, ainsi que
sur le taux tunnel total. (b) Modification de la séparation des niveaux d’énergie et temps de
relaxation phénoménologique.

Pour tous les panneaux de la figure 2.28 les coudes et maxima brossent le portrait de la
séparation en énergie des niveaux à N=1 dans la boîte quantique. Pour chaque trace, il y a au
maximum deux pics observés, validant le modèle à deux niveaux mis en place. La variation
de la séparation en énergie ∆E = µB − µA extraite à partir du lissage des cumulants est
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présentée à la figure 2.29(b) ou une augmentation générale est observée avec l’augmentation
de la tension de grille des réservoirs.

Dans le silicium, le minimum de la bande de conduction est dégénéré six fois en raison de
la présence des états de vallées ±kx,y et ±kz. Dans les structures MOS, le confinement selon
l’axe z à l’interface Si/SiO2 lève cette dégénérescence en deux sous-espaces ∆ et Γ, comprenant
respectivement les états de vallées ±kx,y et ±kz [8]. La séparation en énergie des deux sous-
espaces est de l’ordre de 10 meV & Eadd et peut donc être négligée dans les expériences de
boîtes quantiques. La dégénérescence des vallées ±kz est levée pour les variations abruptes
du potentiel de confinement, comme c’est le cas à l’interface Si/SiO2 des dispositifs MOS. La
séparation en énergie de ces états de vallées ∆EV est généralement de l’ordre de 10 µeV-1 meV
dans les structures à boîte quantiques avec une tendance vers les séparations plus élevées dans
les structures MOS en raison du confinement accru [199, 200, 201, 202, 203]. De façon générale,
les états de vallées sont susceptibles de s’hybrider avec les états orbitaux de la boîte quantique
lorsque les séparations en énergie sont comparables. Toutefois, dans le régime à N=1 électron,
l’énergie de séparation orbitale est de plusieurs meV et cette hybridation peut être négligée.
Comme la séparation en énergie des états de vallées dépend du champ électrique transverse,
celle-ci est contrôlable à l’aide des tensions de grilles [204, 205, 206, 203]. En tenant compte
des états de spins | ↑〉 et | ↓〉, le sous-espace à N=1 électron est donc composé de 2 états de
vallées doublement dégénérés. La dégénérescence de spin peut-être levée par l’application
d’un champ magnétique externe.

La séparation des niveaux d’énergies observés à la figure 2.29(b) peut donc avoir deux
origines :

i. États de spin | ↑〉 et | ↓〉 dont la dégénérescence est levée en raison du champmagnétique
produit par l’aimant ;

ii. États de vallées doublement dégénérés en spin.

Pour l’hypothèse i, l’amplitude du champ magnétique nécessaire pour observer une
séparation de ∼ 100 µeV est de l’ordre de 800 mT. Ce champ est au moins deux fois plus
grand que le champ simulé pour un aimant à saturation (voir chapitre 1). De plus, comme
l’expérience est réalisée à Hext = 0 T et que la rémanente des microaimants recuits est réduite
d’un facteur 4 par rapport à l’aimantation à saturation, il est peu probable que la levée de
dégénérescence de spin puisse être mesurée dans l’expérience actuelle et il faut conclure que
les niveaux d’énergie observés sont les états de vallées.

La variation de ∆E augmente plus ou moins linéairement avec l’augmentation de la
tension de grille VAR2-C1. Cet effet est attendu pour des états de vallée lorsque l’augmentation
du voltage de grille produit une augmentation du champ électrique transverse à l’interface
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[206, 203]. Dans l’expérience, pour maintenir le potentiel chimique de la boîte quantique
près du niveau de Fermi des réservoirs, l’augmentation de VAR2-C1 est compensée par la
diminution du potentiel de grille VC6 . En raison de l’écrantage électronique sous les grilles
des réservoirs, la variation totale du champ électrique transverse est difficile à estimer sans
un modèle de simulation complet et la variation ∆E(VAR2-C1) difficile à comparer avec les
expériences existantes [203]. L’augmentation de ∆E observée peut être dû au déplacement de
la fonction d’onde électronique pour les configurations de tension de grilles utilisées. De tels
déplacements sont d’ailleurs illustrés par le décalage abrupt de la ligne de transition N = 0→
N = 1 à faible tension sur AR2-C1 (Fig. 2.23).

Les taux d’excitation et de relaxation We,r des niveaux de vallées sont également extraits
des mesures de cumulants. De ces taux, le temps de relaxation phénoménologique T−1

1 =

We +Wr présente une diminution exponentielle avec la séparation de vallées ∆E (Fig. 2.29(c)).
En effet, pour une boîte quantique en silicium sans défaut d’interface, les mécanismes de
relaxation vallée-phonon produisent justement une décroissance exponentiellement pour
∆E . 1 meV pour ensuite suivre une loi de puissance T1 ∼ ∆E−3 à plus haute énergie
[207]. Les taux mesurés sont toutefois de plusieurs ordres de grandeur inférieurs aux taux
anticipés pour une interface parfaite (T1 ∼ 1 s). Ceci suggère la présence de défauts d’interface
générant l’hybridation entre les états orbitaux et les états de vallée et ajoutant un canal rapide
de relaxation aux états de vallées [207]. Il est également à noter que des taux de relaxation
beaucoup plus rapides ont été observés à fort champ magnétique, pour lesquels la densité
de phonons est augmentée [206]. Les taux de relaxation extraits ici sont aussi en accord avec
FF< 1 (Fig. 2.28(c)). En effet, pour les taux de relaxation lents, l’occupation du niveau excité
laisse place à plusieurs évènements tunnel à l’intérieur du temps de relaxation. Ce faisant, les
évènements se recoupent en agrégats pour l’état excité alors que peu d’évènements tunnels
sont observés suite à un évènement tunnel vers l’état fondamental, conférant au système une
statistique super-poissonienne avec FF>1 [194].

Enfin, l’observation de la séparation des états de vallées dans ce dispositif est en accord
avec le comportement attendu pour une structure MOS. Ceci revêt son importance pour la
formation d’un sous-espace de spin non dégénéré pour l’opération des qubits à spin unique.
Bien que susceptible de changer les contraintes à l’interface MOS et d’ainsi modifier les
propriétés de confinement des boîtes quantiques, le micro aimant ne semble pas perturber
outre mesure les propriétés de contrôle en énergie de la séparation de vallées. Aussi, l’énergie
de séparation observée est typique pour les dispositifs MOS.
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Signatures orbitales
Une autre signature des niveaux d’énergie internes de la boîte quantique est mise en

lumière par le spectre d’addition de la boîte quantique. Le diagramme de stabilité de la Fig.
2.30(a) montre les lignes de transitions correspondant à l’ajout des six premiers électrons dans
la boîte. La position des transitions est extraite à partir d’un algorithme de détection d’image
basé sur la transformée de Hilbert pour filtrer le signal du détecteur, et la transformée de
Hough pour extraire la position des transitions [208]. À partir du bras de levier des grilles,
la séparation en énergies entre les transitions voisines est mesurée afin d’extraire l’énergie
d’addition Eadd (voir sous-section 2.3.1 pour les définitions). Le spectre d’addition obtenu (Fig.
2.30(b)) montre une décroissance générale variant approximativement comme Eadd ∝ 1/N.
Cette décroissance est attendue en raison de la réduction du potentiel de confinement avec
l’augmentation de la tension de grille. Dans un modèle classique simplifié basé sur une boîte
quantique circulaire, la capacité de la boîte augmente linéairement avec le rayon de la boîte qui
est également proportionnel à la tension de grille [209]. Ce faisant, la contribution capacitive
à l’énergie d’addition varie comme δEC

add ≈ 1/Vg ≈ 1/N.
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Figure 2.30. Spectre d’addition et signatures orbitales
(a) Diagramme de stabilité en transconductance différentielle montrant les transitions corres-
pondant à l’ajout des six premiers électrons dans la boîte quantique. La position des lignes est
extraite par une technique de traitement d’image [208] et la ligne pointillée rose indique la ligne
d’où est extraite l’énergie d’addition. (b) Spectre d’addition en fonction du nombre d’électrons.
Le pic 4 → 5 témoigne du coût en énergie supplémentaire pour ajouter le 5e électron dans
l’orbitale p. La ligne pointillée rouge illustre une variation en Eadd ∝ 1/N.

Un pic additionnel est observé dans le spectre d’addition pour la transition N = 4→N = 5.
L’originemicroscopique de ce pic provient de la structure orbitale interne de la boîte quantique
décrite par le modèle de Fock-Darwin pour une boîte quantique circulaire [175]. Comme les
atomes artificiels, les boîtes quantiques possèdent des niveaux orbitaux (s, p, d, etc.) pour
lesquels la dégénérescence d’occupation est donnée par les deux états de spins (| ↑〉,| ↓〉)
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et de vallées (±kz). L’augmentation de l’énergie d’addition au remplissage N = 4 témoigne
de l’énergie supplémentaire nécessaire pour occuper la seconde orbitale électronique. Les
signatures orbitales sont observées seulement pour les boîtes quantiques préservant leur
symétrie sous lamodification du potentiel de confinement [176]. Dans un système désordonné,
les fluctuations de l’énergie de charge et de l’énergie orbitale écrantent partiellement ou
complètement les signatures énergétiques de ces dernières [210]. À fort nombre d’électrons,
la réduction du potentiel de confinement contribue également à la perte de symétrie [178] et
à l’augmentation des interactions électrons-électrons [177, 211] qui brouillent les signatures
orbitales. Ainsi, l’observation des signatures orbitales montre la conservation de la symétrie
circulaire de la boîte quantique, de même que l’absence de défauts sur une large plage de
tensions de grilles. Ceci donne une indication supplémentaire que le procédé de fabrication
d’aimant n’introduit pas de défauts d’interface additionnels et que la symétrie circulaire des
boîtes peut être retrouvée malgré les conditions de contraintes supplémentaires générées par
l’aimant.

Magnétospectroscopie et magnétostriction

L’impact de l’aimant sur les niveaux d’énergie de la boîte quantique est établi par des
mesures de magnétospectroscopie. Cette mesure consiste à suivre l’évolution des niveaux
d’énergies de la boîte quantique en fonction du champ magnétique et permet d’inférer l’état
de spin pour différents états d’occupation de la boîte [68, 177, 201]. Les traces de magnétos-
pectroscopie sont acquises en conductance différentielle avec une amplitude d’oscillation
correspondant à une énergie plus grande que la séparation entre les états de vallées. En raison
d’un problème de connexion dans le système de mesure, du bruit triboélectrique provenant
de la vibration des pompes mécaniques est couplé au flux magnétique provenant du champ
externe et génère un bruit significatif dans le système de mesure. Ce faisant, la mesure des
transitions électroniques à champ plus élevé que Bext = 1 T n’a pu être réalisée.

Pour la première transition, deux résonances sont observées (Fig. 2.31(a)). Celles-ci cor-
respondent aux résonances d’entrée et de sortie du niveau d’énergie avec le niveau de Fermi
et sont associées aux extrema de l’oscillation du niveau d’énergie avec le signal d’excitation.
À fort champ magnétique et dans les deux polarités, la dépendance est linéaire en champ
magnétique. Pour un niveau de spin 1

2 , la variation en énergie du niveau fondamental devrait
suivre −Ez/2 = −| 12 gµBBext|. Pour les données à fort champ, le lissage est effectué suivant

VC6 = −|
gµB

2 α
(Bext − B0)|+ V0 . (2.30)

La contribution B0 permet de considérer un décalage des niveaux d’énergie et V0 détermine
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la condition de résonance. Le lissage permet à nouveau d’extraire le bras de levier de la grille,
soit α = 32± 8 meV/V recouvrant le résultat obtenu précédemment à l’intérieur des marges
d’erreur.

À faible champ externe, la variation en énergie δE quitte la dépendance linéaire attendue
pour un spin 1

2 et un pic est observé à faible champ. Cet effet est illustré à la figure 2.31(b)
ou le lissage de l’équation (2.30) est soustrait des données (δE + Ez/2) et converti en énergie.
Un pic à faible champ magnétique est normalement attendu en présence d’un microaimant.
En effet, pour un aimant de faible rémanence, comme c’est le cas après recuit thermique, le
champ produit par l’aimant est faible, voire nul, à Bext = 0. En augmentant le champ externe,
l’aimant se magnétise jusqu’à atteindre la saturation et la dépendance en énergie de l’état
fondamental de spin | ↓〉 est donné par E = − 1

2 gµB|BM(BExt) + BExt|. L’énergie de l’état
fondamental diminue donc plus rapidement à faible champ en raison de la contribution
additionnelle de l’aimant. À fort champ, l’aimant est complètement magnétisé et l’énergie
retrouve sa dépendance en Ez/2. Dans cette configuration, l’amplitude maximale du pic
δE doit correspondre à 1

2 gµBBsat, le champ magnétique produit par l’aimant dans la boîte
quantique, lorsque ce dernier est à saturation. Le champ maximal produit par l’aimant au
niveau de la boîte quantique est estimé à 300 mT (voir chapitre 1 ). Ce champ, identifié par la
ligne pointillée de la figure 2.31(b), correspond à une variation en énergie δE bien inférieure
au pic mesuré et ne peut donc pas expliquer la variation observée. Toutefois, la dépendance
observée suit la tendance attendue pour l’aimantation d’un aimant recuit avec un champ de
saturation BS ≈ 500 mT, ce qui laisse croire que l’aimant est tout de même responsable du pic
observé. La discussion suivante, établit l’origine du décalage des niveaux observé à un effet
de magnétostriction.

Lorsqu’un aimant se magnétise, le volume de ce dernier change afin de minimiser son
énergie libre. Pour le cobalt, le changement de forme est anisotrope. Les dimensions perpen-
diculaires (W) au champ externe s’allongent, alors que la dimension (L) parallèle rétrécit. Les
coefficients de dilatation à température pièce sont donnés par [212] comme

λ⊥ =
∆W
W

= 27.9× 10−6 , λ‖ =
∆L
L

= −79.6× 10−6 . (2.31)

Ce changement dans le volume de l’aimant crée nécessairement une modification au champ
de contraintes dans le silicium sous-jacent. Comme la boîte quantique sondée est située
directement sous l’aimant, cette contrainte est également susceptible de modifier les niveaux
d’énergie de la boîte quantique. Par exemple, à l’interface SiO2/Si le minimum de la bande
de conduction EBC pour les vallées ±kz dépend linéairement des composantes du champ de
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Figure 2.31. Magnétospectroscopie
(a) Magnétospectroscopie de la transition N = 0 → N = 1 présentant l’inverse du signal de
transconductance différentielle en fonction du champ magnétique externe. L’amplitude utilisée
(VC6ac = 3mV) permet de distinguer les conditions d’entrée et de sortie des électrons donnant lieu
à deux résonances séparées par l’amplitude d’oscillation. La ligne blanche représente le lissage
sur les données à haut champ. (b) Écart de l’énergie de la transition N = 0→N = 1 avec l’énergie
Zeeman illustrant la contribution supplémentaire due à l’aimant. La ligne pointillée indique
l’amplitude attendue à partir des simulations. (c) Magnétospectroscopie pour la transition N
= 1→ N = 2 avec VC6ac = 4 mV. Les lignes pointillées sont des guides indiquant la variation
attendue pour l’ajout d’un électron de spin | ↑〉 et | ↓〉. (d) Schéma indiquant le remplissage
des états de spin et de vallée en fonction du champ externe. Les lignes de couleur indiquent les
niveaux observés en (b), la ligne pointillée l’état déjà occupé par un électron (cercle) et la ligne
noire l’état excité non mesuré.

contraintes εx,y,z et la variation en énergie est donnée par [184] :

∆EBC = Ξuεz + Ξd
(
εx + εy + εz

)
, (2.32)

avec Ξu= 10.5 eV et Ξd=1.1 eV étant respectivement les composantes uniaxiales et de dila-
tation du potentiel de déformation de la bande de conduction [213]. Dans ce contexte, les
contraintes dues aux différences de dilatation thermique entre le silicium et les matériaux
composant les grilles, mènent à des contraintes pouvant atteindre 0.6% et fournissent une
explication raisonnable à la formation de boîtes quantiques non intentionnelles observées
dans les expériences [214, 215, 21, 216]. Une étude de simulation numérique montre d’ailleurs
que des barrières tunnel de l’ordre de quelques meV peuvent être formées en raison de ce
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champ de contrainte [184]. Dans le cas du microaimant, la variation anticipée est environ 100
fois inférieure aux changements considérés dans l’étude précédente. L’échelle d’énergie ∆EBC

serait donc de l’ordre de quelques dizaines de µeV. Cette échelle d’énergie est similaire au pic
de 40 µeV mesuré à la figure 2.31(b). Ceci suggère donc que c’est le changement du minimum
de la bande de conduction engendrée par le champ de contrainte de l’aimant qui donne le pic
observé.

L’asymétrie observée dans le lissage de la figure 2.31(a), soit le décalage B0 dans l’équation
(2.30), pourrait être expliquée par une asymétrie du champ de contrainte selon la direction
d’aimantation. Ceci suggère d’ailleurs que le champ de contrainte n’est pas uniforme dans la
boîte quantique. Cette interprétation est renforcée par les mesures de magnétospectroscopie
pour la transition N = 1→ N = 2 (Fig. 2.31(c)). Pour les conditions de résonance d’entrée et
de sortie, le croisement de deux transitions est observé. Pour un système sans aimant (Fig.
2.31(d)) ce croisement est attendu lorsque les états de spins | ↑〉 et | ↓〉 issus des vallées
±kz deviennent dégénérés. Dans les conditions de la figure 2.31(c), l’énergie de séparation
de vallée 13 est de 70 µeV et le croisement devrait se produire autour de Bext = 600 mT. Le
croisement des niveaux de vallées près de Bext = 70 mT ne peut donc pas entièrement être
expliqué par le champ additionnel produit par l’aimant.

La séparation ∆E des états de vallée±kz dépend des détails microscopiques de l’interface
MOS. Par exemple, seules les oscillations rapides, et non l’enveloppe, de la fonction d’onde à
l’interface diffèrent entre les états ±kz. Ce faisant, les discontinuités à l’interface SiO2/Si ou
même la non-uniformité dans la densité de discontinuités sont suffisantes pour supprimer
complètement la séparation en énergie des états de vallées [8]. Une non-uniformité dans le
champ de contrainte de l’aimant aurait également le même effet en décalant, de façon non
uniforme, le minimum de la bande de conduction de la boîte quantique changeant ainsi
l’énergie de confinement. Les données de la figure 2.31(c) suggèrent donc que le croisement
des états de vallées à bas champ est dû à cet effet.

L’effet de magnétostriction observé n’est pas à priori néfaste pour l’opération des qubits à
électron unique. Lorsque l’aimant est complètement magnétisé, le contrôle de la séparation
des états de vallées peut être réalisé à l’aide des tensions de grilles de façon à obtenir la
séparation désirée (voir section sur la statistique de comptage). L’effet peut toutefois être plus
problématique pour les réseaux de boîtes où des imperfections dans la fabrication des boîtes
entraînent des champs de contraintes aléatoires susceptibles de corrompre le couplage entre
les boîtes quantiques ou simplement de rendre plus difficile l’ajustement des propriétés des
boîtes dans le réseau.

13. Voir les résultats de la statistique de comptage pour VAR2-C1=4.7 V.
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2.4 Impact des travaux

Le principal impact des travaux présentés dans ce chapitre est la mise en place d’une
plateforme de fabrication et d’intégration de microaimant compatible avec les différentes
hétérostructures généralement utilisées pour les technologies de qubit de spin. Cette expertise
dépasse le cadre des qubits de spin et permet de concevoirde nouvelles expériences permettant
de sonder, par exemple, le couplage spin-orbite produit par des aimants individuels. La figure
2.32 illustre la diversité des dispositifs fabriqués à l’aide des procédés développés suivant le
protocole de conception du chapitre 1.

Plus spécifiquement, la plateforme a permis la conception et la démonstration de ma-
gnétomètres de Hall électrostatiques permettant la mesure de l’anisotropie de champ ma-
gnétique produit par des microaimants. Ces résultats publiés dans Physical Review Applied
corroborent les simulations numériques d’aimants individuels et valident de facto la concep-
tion des différentes géométries d’aimants du chapitre 1 [149]. Suivant un procédé identique
sur GaAs/AlGaAs, les aimants ont d’ailleurs été intégrés à des structures de boîte quantique
dans une structure optimisant les gradients et différences de champ magnétique entre les
boîtes. En effet, mis en commun avec la fabrication de grilles d’aluminium auto-isolantes [78],
les aimants ont été intégrés le plus près possible de la surface de l’hétérostructure, maximi-
sant de ce fait les champs et gradients magnétiques. Ces structures permettent d’envisager
l’opération rapide d’électrons individuels dans les boîtes quantiques doubles et fournissent
une méthode efficace pour le couplage d’un spin unique à un résonateur supraconducteur.
Des démonstrations récentes de l’opération rapide [70] et du couplage cohérent dans des
structures similaires ont d’ailleurs été effectuées [217, 218, 219, 220]. La géométrie des dispo-
sitifs de la figure 2.32(d) vise d’ailleurs la démonstration du couplage longitudinal entre un
spin unique et un résonateur [80].

La versatilité offerte par les hétérostructures a également permis de concevoir une expé-
rience de focalisation magnétique pour mesurer l’impact des gradients magnétiques sur le
transport de spin dans ces structures. Ces gradients s’apparentent à un couplage spin-orbite
effectif résultant en des rayons cyclotrons différents pour les électrons des deux polarité de
spin [221]. Le dispositif composé de quatre points de contact quantique présenté à la figure
2.32(f) permet de mesurer les effets de spin-orbite sur le rayon cyclotron d’électrons. L’ex-
périence en cours dans les laboratoires de l’Institut quantique, vise à élucider la séparation
accrue des rayons cyclotrons dans les dispositifs avec aimants. Cet effet pourrait être dû
à la courbure de Berry, ou encore à une renormalisation du facteur gyromagnétique des
électrons. D’autres mécanismes incluant des effets de lentilles électrostatiques cohérentes
sont également envisagés [222]. En plus de fournir une démonstration de l’effet Stern-Gerlach
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Figure 2.32. Revue des dispositifs fabriqués à l’aide de la plateforme de fabrication
(a) Vue en angle d’une série typique de dispositifs avec micro aimants sur GaAs/AlGaAs. (b)-(c)
Dispositifs comportant des aimants de FeCo pour la magnétométrie de Hall. (d) Dispositifs à
double boîte quantique avec doubles aimants pour la démonstration du couplage longitudinal
entre un spin unique et un résonateur supraconducteur. (e) Double boîte quantique avec aimant
de FeCo pour l’implémentation de portes logiques rapides pour les qubits à spin unique. (f)
Dispositifs pour focalisation magnétique, afin de déterminer le couplage spin-orbite produit
par un seul aimant dans une hétérostructure de GaAs/AlGaAs. (g)-(h) Dispositifs MOS avec
microaimant de cobalt intégré. Les fonction des grilles de couleurs sont : (rouges) des détecteurs
de charges (bleues) des réservoirs et (jaunes) des grilles de déplétion. Les dispositifs ont des
géométries (g) de double boîte quantique, (h) de simple boîte avec détecteur de charge et (i) en
réseau linéaire composé de cinq boîtes quantiques et de deux détecteurs de charge.
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pour des électrons [223], la compréhension du couplage spin-orbite induit par des aimants
individuels pose les bases pour l’implémentation expérimentale des dispositifs de Majorana
[40, 224, 225, 226].

Ensuite, le savoir-faire développé pour la plateforme a permis l’intégration d’aimants
à des structures à l’état de l’art pour des boîtes quantiques en silicium. La caractérisation
discutée dans ce chapitre montre que les aimants de cobalt sont complètement compatibles
avec les procédés MOS. L’aimantation de l’aimant change la séparation des niveaux d’énergie
interne des boîtes quantiques. Dans une structure contrôlée (par exemple, un film de cobalt
couvrant toute la surface), cet effet pourrait servir de sonde aux effets de contraintes dans les
boîtes quantiques qui sont susceptibles de mener à des boîtes quantiques non intentionnelles
[184]. La compréhension de ces effets revêt son importance pour le traitement de l’information
quantique, car les champs de contraintes sont susceptibles de changer la fréquence de réso-
nance de spins individuels. Cet effet a été démontré récemment pour des spins électroniques
liés à des donneurs dans des matrices de silicium [227]. Finalement, le transfert d’expertise
au niveau de la fabrication et de la conception vers des dispositifs en silicium isotopiquement
purifiés a joué un rôle clé dans deux démonstrations expérimentales importantes. Première-
ment, les effets de remplissage d’orbitales démontrés dans cette section ont été redémontrés
sur ces structures, et l’impact du nombre d’électrons sur les propriétés des qubits inférés
[68]. Aussi, en raison de la haute fidélité engendrée par l’utilisation des microaimants, cette
architecture a été utilisée pour la démonstration de l’opération à haute température (1.5 K) de
qubits de spins basés sur les électrons uniques [69]. Ces deux contributions sont présentement
en révision dans les revues du Nature publishing group et présentées aux annexes D et E.



Chapitre 3

Caractérisation d’une plateforme
industrielle pour les qubits de spins

Le couplage spin-orbite artificiel produit par les microaimants offre un avantage notable
pour la réalisation des portes logiques à haute fidélité pour les qubits à spin unique dans les
boîtes quantiques. Intégrés à des structures en silicium purifiés, ces microaimants permettent
par ailleurs l’opération des qubits de spin à une température de 1.5 K [69]. À cette température,
la puissance de refroidissement des réfrigérateurs à dilution est plus de 1000 fois supérieure
à la centaine de microwatts disponible aux températures de centaines de mK, et permet
d’envisager l’apport massif de signaux nécessaires à l’opération de puces de qubits [228] sans
toutefois affecter la température, et donc les performances, de ces derniers. La mise à l’échelle
vers des réseaux de qubits nécessitera une miniaturisation des géométries d’aimants actuelles.
Tel que discuté au chapitre 2, le cobalt est un matériau compatible avec les méthodes VLSI et
peut faire partie intégrante des grilles de contrôle des boîtes quantiques, conférant par le fait
même les gradients nécessaires pour l’opération rapide. Dans cette architecture, l’optimisation
et l’intégration conjointe de microaimants et de boîtes quantiques pourraient bien fournir une
structure minimaliste permettant la mise à l’échelle des prototypes présentés aux chapitre 1 et
2 [74]. Dans cette optique de mise à l’échelle, la matrice de silicium utilisée pour les puces de
qubit prend tout son sens. En effet, les propositions d’architectures d’ordinateurs quantiques
basés sur les qubits de spins requièrent la co-intégration des qubits avec l’électronique de
contrôle [229, 15, 74]. Le potentiel de co-intégration des circuits de lecture des dispositifs
CMOS a d’ailleurs été récemment démontré [230, 231]. Les procédés industriels réalisés en
fonderie offrent également une avenue prometteuse pour la fabrication à haut rendement
des puces de qubits. Comme il a été discuté au chapitre 2, les procédés académiques basés sur
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l’électrolithographie produisent des défauts additionnels dans les puces, et génèrent une
non-uniformité notable entre différentes puces.

Pour adresser les questions de puissance dissipée, de co-intégration et de reproductibilité,
une nouvelle plateforme de qubits en silicium a été explorée. Cette plateforme se base sur
des dispositifs à base de substrats de FD-SOI 1 entièrement fabriqués dans les fonderies de
STMicroelectronics 2. Ce chapitre décrit l’étude à basse température de structures dédiées
pouvant aussi bien servir de transistors que de boîtes quantiques et évalue la reproductibilité
de leurs performances.

3.1 Comportement cryogénique d’une structure dédiée en FD-SOI

3.1.1 Technologie UTBB FD-SOI 28nm et avantages pour les boîtes quantiques

Le succès de l’industrie de la microélectronique à miniaturiser les processeurs classiques
résulte également en une amélioration des propriétés des transistors. Globalement, les tran-
sistors modernes consomment moins de puissance, opèrent plus rapidement et peuvent
être fabriqués sur des puces en contenant plus d’un milliard. Par contre, dans les transistors
conventionnels, la réduction de la taille de grille génère des problèmes supplémentaires. Outre
les difficultés purement technologiques reliées entre autres au contrôle précis du dopage
dans le canal, la réduction de la taille des transistors conventionnels se fait nécessairement
au détriment de la vitesse d’opération ou encore de la puissance dissipée en raison de l’aug-
mentation du courant de fuite entre la source et le drain du transistor [232]. Alors qu’une
faible tension d’activation, ou tension seuil, du transistor augmente la vitesse d’opération,
celle-ci augmente également les courants de fuite de façon exponentielle de sorte que ceux-
ci sont toujours présents même lorsque le transistor est en mode éteint. Pour contrer cette
problématique, un changement de paradigme quant aux méthodes de fabrications et aux
géométries des transistors traditionnels (voir Fig. 3.1(a)) a dû être réalisé. D’abord, la taille
du canal de conduction en silicium est minimisée par l’utilisation de transistors composés
d’un canal de silicium très mince. Dans cette géométrie, le couplage accru entre la grille et
le canal permet de s’affranchir du dopage dans le canal et de diminuer le courant de fuite
tout en augmentant la vitesse des opérations [233]. Les dispositifs les plus courants sous cette
géométrie regroupent ceux de type FinFETS pour lesquels la grille entoure trois des quatre
faces d’un canal rectangulaire [234] ou encore les substrats de type silicium sur oxyde (SOI 3).

1. De l’anglais Fully Depleted Silicon On Insulator
2. https ://www.st.com
3. De l’anglais : Silicon On Insulator
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Figure 3.1. Transistor FD-SOI 28 nm
(a) Structure conventionnelle pour un transistor classique. Dans cette géométrie, la grille est
isolée du substrat par un oxyde de grille (Ox) dans une géométrie planaire. Les courants de fuites
vers le substrat sont difficiles à contrer pour les transistors de taille minimale (b) Transistor basé
sur la technologie FD-SOI, pour lequel le canal de silicium non dopé est placé sur un oxyde en
face arrière (BOX) supprimant les courants de fuite vers le substrat. Dans les deux technologies,
les tranchées d’isolations (TI - STI) isolent le substrat entre des transistors adjacents. (c) Image
par microscopie à transmission électronique d’un dispositif UTBB-FD-SOI 28 nm, montrant le
canal de 7 nm d’épaisseur placé sur le BOX de 25 nm. Deux niveaux d’espaceurs (Spacer 0 -1 )
permettent de réduire la capacité entre la grille de polysilicium silicidé et les contacts source et
drain épitaxiaux (EPI 0-1). L’image TEM est adaptée de la référence [235].

La technologie UTBB FD-SOI 28 nm 4 étudiée dans ce chapitre présente des avantages
équivalents, en plus d’un niveau de contrôle accru par rapport aux transistors FinFETS [233].
Les figures 3.1(b)-(c) montrent un schéma simplifié d’un transistor typique basé sur cette
technologie. Dans cette architecture, le canal de conduction est placé sur un oxyde enfoui
(BOX 5) empêchant complètement les fuites vers le substrat. Dans la technologie FD-SOI,
le substrat en face arrière de l’oxyde enfoui sert également à l’application d’un potentiel
électrostatique ce qui permet un contrôle de la tension seuil de façon indépendante pour
différents blocs de transistors. De plus lorsqu’une tension négative est appliquée en face
arrière, le canal est repoussé sur l’interface avant, permettant un meilleur couplage entre la
grille et le canal ce qui augmente les performances en régime sous-seuil. L’épaisseur du canal
de seulement sept nanomètres permet de réduire la tension de seuil d’activation du transistor
tout en assurant l’absence de charge d’inversion dans le canal, réduisant de ce fait le courant
de fuite entre la source et le drain en l’absence de tension de grille.

Comme pour les transistors modernes, l’oxyde de grille (OX) est formé de matériaux à
haute constante diélectrique [236, 237]. Les matériaux diélectriques tel le HfO2 et HfSiON
permettent notamment d’obtenir des couches d’oxyde épaisses tout en minimisant les cou-
rants de fuite de la grille vers le canal de silicium et augmentent le couplage entre la grille

4. De l’anglais : Ultra Thin Body and Buried Oxide Fully-Depleted Silicon On Insulator.
5. De l’anglais : Buried Oxide.
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et le canal [238, 233]. Le HfO2 est utilisé dans les structures étudiées. Une mince couche
d’interface de quelques nanomètres d’épaisseur à base de SiO2 sépare le canal de la couche
diélectrique. L’optimisation des paramètres de la grille métallique augmente l’écrantage des
charges résiduelles aux interfaces et confère au canal de silicium une haute mobilité atteignant
plus de 200 cm2/Vs à température pièce. La mobilité peut être améliorée davantage avec
l’ingénierie des contraintes générées par la grille. Une revue détaillée des propriétés des
transistors FD-SOI ainsi que du développement des méthodes de fabrication peut être trouvée
à la référence [233].

Les avantages du UTBB-FD-SOI par rapport aux autres technologies en silicium sont
également alléchants pour l’implémentation de qubits de spins à base de boîtes quantiques :

1. Mobilité élevée et canal non dopé : permet d’envisager la fabrication de boîtes quan-
tiques de façon fiable en raison du désordre minimisé ;

2. Puissance dissipée : avec des performances exceptionnelles au niveau de la puissance
dissipée [239, 240] cette technologie présente des avantages pour la co-intégration et
relaxe les contraintes liées à la dissipation de chaleur aux températures cryogéniques.
Par ailleurs, plusieurs dispositifs ont démontré l’opération en deçà de 4 K avec de faibles
puissances d’opération [241, 242, 243, 230] ;

3. Oxyde enfoui (BOX) : l’utilisation du BOX fournit un contrôle additionnel par canal de
silicium offrant une versatilité supplémentaire aux boîtes quantiques pour l’ajustement
de paramètres tels les taux tunnels [244]. Selon la taille du canal des dispositifs SOI, il
est d’ailleurs possible de former une boîte quantique de détection sur la face arrière du
canal (près du BOX) mesurant l’état de charge sur une boîte quantique en face avant
(près du Ox) [245], formant de ce fait un détecteur de charge directement intégré et
auto-aligné avec les boîtes quantiques.

Deux types de procédés de fabrication ont été utilisés pour l’étude cryogénique des
structures en FD-SOI 28 nm dans ce chapitre. Ces procédés résultent en deux standards GO1
et GO2 qui diffèrent de par l’épaisseur des couches diélectriques et d’interface, leur conférant
une différente épaisseur d’oxyde de grille équivalente (EOT 6). Le EOT est l’épaisseur de SiO2

nécessaire pour obtenir une couche diélectrique ayant les mêmes propriétés que la couche
à haute constante diélectrique utilisée. Cette valeur dépend de la tension de grille Vg et les
paramètres sont donnés au tableau 3.1 pour l’opération standard à Vg = 1 V.

La technologie FDSOI permet la conception de transistors présentant différents voltages
seuils Vth sur une même puce selon les matériaux de grille utilisés, le type de dopage des
contacts ohmiques et de la face arrière ainsi que la polarisation en face arrière [246, 247, 248,

6. de l’anglais : Equivalent Oxide Thickness
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Épaisseur GO1 GO2 Dopage GO1-GO2

Canal (tsi) 7 nm Canal Non-Dopé

BOX (tbox) 25 nm Contacts ohmiques N

EOT ( tox) 1.5 nm 2.8 nm Face arrière - Interface-BOX N

Face arrière - Puit P

Tableau 3.1. Résumé des paramètres des substrats UTBB FDSOI 28 nm utilisés
Paramètres GO1 et GO2 pour les dispositifs étudiés dans le chapitre. Le EOT est donné pour le
standard d’opération Vg = 1 V.

249]. La configuration utilisée correspond à celle d’un transistor à Vth standard et est illustrée
à la sous-section suivante. Finalement, les dispositifs sont connectés suivant un procédé
standard Back end of line avec huit niveaux d’interconnexions de cuivre. Les interconnexions
relient des plots de contacts en un alliage d’aluminium et cuivre. Un procédé demicro soudure
de type bille-biseau assure l’interfaçage avec un porte-échantillon connecté aux appareils de
mesure. Comme les dispositifs sont sensibles aux décharges électrostatiques lors de la micro
soudure, tous les contacts du porte-échantillon sont mis à la masse de la machine de micro
soudure. La pointe de micro soudure est d’abord déchargée sur les plots de connexion du
porte-échantillon et un jet d’air ionisé empêche la recharge de la pointe. La bille est réalisée
sur les plots de l’échantillon et le biseau sur le porte-échantillon (Fig. 3.2).

Figure 3.2. Transistor FDSOI 28 nm micro soudé
Photographie optique d’un dispositif UTBB FDSOI 28nm micro soudé à l’aide de micro fils d’or.
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3.1.2 Étude préliminaire sur des substrats de type GO1

La structure dédiée pour l’étude cryogénique est représentée à la figure 3.3. Cette structure
est conçue à la fois pour l’opération en mode de transistor et pour la formation de boîtes
quantiques. La structure est composée de deux canaux (actives) possédant chacun leurs
terminaux isolés : grille avant (FG) et grilles arrières (BG) et contacts source et drain. Les
deux actives sont séparées par des grilles de déplétions permettant, en principe, de fermer ou
d’activer le canal conjoint. Chaque active possède trois grilles additionnelles permettant le
contrôle électrostatique du canal pour la formation de boîtes quantiques. Dans les sections
suivantes, seuls les contacts compris dans la région pointillée de la figure 3.3(a) et identifiés à
la figure 3.3(b) sont utilisés pour réaliser la première étude d’un transistor de technologie
UTBB FDSOI 28 nm à la température de 20 mK. Ces résultats sont publiés dans le Journal of
the Electron Devices Society [250].

UTBCanal de Si

Grille en face avant

Contacts Source/ drain
Grilles de déplétion

Accès grille arrière

Transistor investigué
Direction de coupe

Implants

250 nm

(a)

BG - Puits P

BOX

OX
N+

Source Drain

Dopage N face arrière
STI STI

Accès 
BG

Passivation

Direction de coupe

Grille (FG)

Poly-Si

N+

(b)

Accès 
BG

Figure 3.3. Structure dédiée à l’étude de substrats GO1
(a) Schéma tridimensionnel des structures dédiées pour l’étude cryogénique des substrats FDSOI
28nm GO1. Deux actives symétriques (vert) sont séparées par des grilles de déplétion (rose).
Chaque active peut-être considérée comme une structure N-MOS de dimensions 980 nm × 200
nm dont seulement une portion est recouverte par la grille avant (FG). (b) Vue en coupe suivant
la flèche du panneau (a), montrant les profils de dopage, les oxydes de face avant (OX) et arrière
(BOX), le canal (UTB), les accès pour la grille arrière (BG), les tranchées d’isolation (STI) et les
espaceurs autour de la grille avant (gris) Les traits prolongés d’un cercle identifient les points
connectés aux interconnexions.

Mode d’opération de la grille avant

Pour un transistor de type MOSFET, trois régimes d’opérations peuvent être établis soit le
régime sous-seuil, le régime linéaire et le régime de saturation (tableau 3.2). En régime sous
seuil, les différences de densité électronique entre la source et le drain dominent le transport
et mènent à un régime de transport sous forme de diffusion des porteurs de charges. Dans
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ces conditions, le courant décroit exponentiellement avec les paramètres de tension Vds et
Vg. En régime linéaire, les forts champs électriques dans la structure MOS créent un courant
de dérive donnant lieu à une caractéristique linéaire à faible tension source-drain. Lorsque
la différence de potentiel entre la grille et le drain atteint le seuil Vth, une zone de déplétion
pinçant le canal est formée au drain et Vds n’a plus aucune influence sur le transport (régime
de saturation). Les dépendances typiques du courant source-drain Ids en fonction des tensions
de grilles sont illustrées au tableau 3.2.

Régime Condition Caractéristique Ids

Régime sous-seuil Vg < Vth ∝ eVg/SS(1− e−eVds/kBT)

Régime linéaire de forte inversion Vg > Vth & Vds < Vg −Vth ∝ (Vg −Vt)Vds − 1
2 V2

ds

Régime de saturation Vg > Vth & Vds > Vg −Vth ∝ 1
2 (Vg −Vt)2

Tableau 3.2. Régimes d’opération d’un MOSFET
Les trois régimes d’opération standards pour un transistor MOS à effet de champ (MOSFET),
montrant les comportements typiques du courant en fonction des tensions de grille (Vg)et source
drain (Vds) [251, 252, 253].

Le premier résultat important de cette étude est illustré à la figure 3.4(a) où les courbes
Ids(Vds) typiques d’un transistor montrent que le canal peut être activé à la température de
base du cryostat (20 mK). Ce résultat est remarquable, car, sans autre modification que la
géométrie au procédé GO1 standard de STMicroelectronics, la dégénérescence des niveaux
d’énergie dans les contacts ohmiques laisse une densité électronique suffisante pour fournir
les électrons de conduction au canal de silicium lors de l’activation de la grille avant. La
densité électronique réduite aux températures cryogéniques contribue à l’augmentation du
voltage seuil Vth de 0.27 V par rapport à T= 300 K.

La courbe démarquant les régimes linéaires et de saturation est plus abrupte à basse
température en raison du plus faible seuil de saturation pour un même courant Ids. Ceci
signifie que pour une même plage dynamique de Vds la puissance dissipée est légèrement
inférieure à basse température. Par exemple, en mode d’opération statique, pour VOV = 0.08 V
etVds = 0.2 V, la puissance dissipée est d’environ 100 nW. Pour ces paramètres, la co-intégration
de 10 000 transistors à une température de 100 mK est envisageable. Pour l’utilisation du
transistor comme un "interrupteur" à haute fréquence, l’augmentation du seuil diminue la
fréquence d’opération maximale, mais devrait permettre, conjointement avec la réduction de
la température, une diminution du courant de fuite entre la grille et le canal [233]. Enfin, pour
un voltage VOV fixe, le courant est plus élevé à basse température traduisant l’augmentation
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de la mobilité du canal à basse température.
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Figure 3.4. Comparaison des caractéristiques Ids-Vds à 20 mK et 300 K
Caractéristiques courant tension pour différents voltages de la grille avant au-dessus du seuil
VOV = V − Vth pour (a) 20 mK et (b) 300 K. Les lignes pointillées indiquent la démarcation
entre les régimes linéaire et de saturation. Les mesures sont acquises pour un voltage de grille
arrière VBG = 0 V.

À température de 300 K, la faible épaisseur d’oxyde donne généralement naissance à
un courant de fuite entre la grille et le drain. Comme il a été discuté dans la sous-section
3.1.1, plusieurs contremesures doivent être mises en place dans la fabrication des puces de
transistors pour contrer cette fuite. Pour des transistors longs, ce courant de fuite montre une
dépendance exponentielle en fonction des différents paramètres (tension de grille, tension
seuil et épaisseur d’oxyde) et des courants atteignant 1 nA à 1 V sur la grille avant sontmesurés
pour la technologie FDSOI 28 nm en géométrie GO1 [254]. En réduisant la température, le
courant tunnel au travers de la barrière d’oxyde devrait également diminuer significativement.
À température de 1.6 K, la figure 3.5 montre la dépendance de la fuite en fonction de la
tension sur la tension sur grille avant et atteint environ 60 pA à 1 V. Ces courants de fuite
sont problématiques pour les boîtes quantiques, car ils induisent du bruit électrique dans
les mesures et perturbent l’environnement électrostatique des boîtes [255]. La dépendance
observée n’est toutefois pas exponentielle et reste incomprise pour l’instant. Une possibilité
reste que cette fuite est due à une décharge électrostatique sur ce dispositif en particulier ; le
seul mesuré jusqu’à basse température pour cette série d’échantillons en raison des micro
soudures difficiles à réaliser. Néanmoins, cette mesure guide le choix vers une structure GO2
d’oxyde plus épais pour prévenir les problèmes de fuites dans le futur.
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Figure 3.5. Fuite de grille avant à 1.6 K
Courant de fuite de la grille avant vers le drain Igd en fonction de la tension sur la grille avant.

Mobilité des interfaces

Dans la sous-section précédente, les caractéristiques Ids − Vds présentent un plus fort
courant à VOV plus faible pour les basses températures. Ceci témoigne de la plus haute
mobilité dans le canal à basse température. Pour le FDSOI, l’interface avant (OX-canal) et
l’interface arrière (canal-BOX) ne présentent pas les mêmes propriétés (rugosité de surface,
couplage électrons-phonons), et une mobilité plus élevée est mesurée sur la face arrière du
canal [256]. Pour comparer les mobilités des interfaces jusqu’à température de 20 mK , la
mobilité est analysée en suivant la méthode de la fonction Y [257].

Plusieurs types de mobilités peuvent être définies dans un MOSFET. On s’attarde uni-
quement ici à la mobilité d’effet de champ µFE générée par le champ électrique de la grille.
À température pièce, le courant drain dans un MOSFET en FDSOI s’exprime en fonction de
cette mobilité comme [257]

Ids =
W
L

Cox

1 + α
µFE

(
Vg −Vth

)
Vds , (3.1)

α =
CsiCox

Cox(Csi + Cbox)
, (3.2)

µFE =
µ0

1 + θ(Vg −Vth)
, (3.3)

où µ0 est appelé mobilité à faible champ et correspond à la mobilité extraite dans le régime
linéaire de forte inversion et θ tient compte de la dépendance en tension de grille de la mobilité.
Cj est la capacité par unité de surface de l’interface associée Cj = εj/tj et tj l’épaisseur de la
couche. Le facteur α est un facteur correctif qui tient compte de la capacité de la grille arrière et
est donc propre au FDSOI. Lorsque le canal est activé avec la grille arrière, Cox et Cbox doivent
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être inversés dans les équations. Pour la géométrie du transistor étudié, α = 0.037 en mode
d’accumulation en grille avant et α ∼ 0 en grille arrière. En effet, la majorité du canal activé
en opération de grille arrière n’est pas surplombé de la grille avant (Fig. 3.3(a)).

Dans l’équation (3.1), le courant drain varie en X/θ(1 + X) avec X = θ(Vg − Vth). Ce
faisant, la fonction Y donnée par : Y = (I2

ds/gm)
1
2 varie linéairement avec X. Toutefois, des

mesures expérimentales ont montré que c’est plutôt la fonction suivante qui présente une
dépendance linéaire en X à plus basse température,

Y = (I2
ds/gm)

1
n , (3.4)

où gm est la conductance différentielle gm = dIds/Vg et n varie entre n = 2 et n = 3 entre 300
K et 40 K [257]. Dans cette configuration, le courant drain et la transconductance s’expriment
ainsi :

Ids =
K
θ

Xn−1

1 + Xn−2 , (3.5)

gm = (n− 1)
K
θ

Xn−1

(1 + Xn−1)2 , (3.6)

K = µg
W
L

Cox

1 + α
, (3.7)

µFE = µg
Xn−2

1 + Xn−1 ,
(3.8)

où µg est une mobilité normalisée reliée à la mobilité d’effet de champ. En maximisant l’équa-
tion pour gm on trouve que θ dépend uniquement de n et de la conductance différentielle
maximale gm

max. Ainsi, en utilisant la dépendance empirique de n pour un transistor aux
dimensions équivalentes à celui de cette présente étude [257], on peut extraire la conduc-
tance différentielle maximale et retrouver la mobilité de champ maximale en fonction de la
température. La figure 3.6(a) montre une courbe typique obtenue à haute température pour
un mode d’opération en grille avant, et un lissage suivant l’équation (3.6) reproduit bien la
dépendance expérimentale.

Lamobilité est extraite à toutes les températures suivant laméthode décrite précédemment
pour les modes d’opération en face avant et arrière. Les résultats présentés à la figure 3.6(b)
montrent que la mobilité en face arrière est toujours plus élevée que celle de la face avant
et la dépendance à haute température en accord avec un mécanisme d’interaction électron-
phonon. Ceci a déjà été observé dans les transistors FDSOI [256] et est attribué au mécanisme
de dispersion additionnel de phonons optiques en face avant en raison de la présence des
matériaux à haute constante diélectrique [258, 259]. Par ailleurs, pour des substrats en GO2,
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Figure 3.6. Mobilité d’effet de champ
(a) Conductance différentielle gm = dIds/dVg lissée selon l’équation (3.6) avec n extrait de la
référence [257]. (b) Mobilité d’effet de champ maximale extraite à partir de mesures similaires
à celle du panneau (a) pour les faces avant (FG) et arrière (BG) en fonction de la température.
Les régions ombragées représentent l’erreur sur la mesure et la ligne pleine la régression selon
l’équation (3.11).

avec un oxyde de grille plus épais, la mobilité en face avant est moins sensible aux phonons
optiques et la mobilité plus élevée qu’en face arrière [260]. À plus faible température, la
mobilité atteint un maximum et diminue pour les deux interfaces pour finalement atteindre
µmax

FG = 590 cm−2/Vs et µmax
BG = 890 cm−2/Vs à 20 mK.

Plusieurs mécanismes sont susceptibles de faire varier la mobilité d’effet de champ d’un
MOSFET ou sa dépendance en température :

1. L’interaction avec les phonons acoustiques du silicium [261, 262] ;

2. La rugosité de surface [259, 263] ;

3. L’interaction coulombienne à longue portée avec les charges piégées aux différentes
interfaces de l’empilement de couches métalliques [258, 264, 259, 263] ;

4. L’interaction avec les phonons optiques mous en raison de la présence des matériaux à
haute constante diélectrique dans l’oxyde de grille [258] ;

5. Les contraintes dans le canal de silicium [265, 266, 267] ;

6. La longueur du canal de silicium [268, 256, 269] ;

Pour le FDSOI en particulier, une revue détaillée des différents mécanismes affectant la
mobilité est donnée aux références [270, 268], et des mesures plus récentes jusqu’à 4 K aux
références [256, 269].

Pour les MOSFETs, la dépendance en température de ces contributions peut être prise
en charge par un modèle phénoménologique, en supposant que les phénomènes décrits
précédemment sont indépendants. Ainsi, suivant la loi de Mathiessen’s, la mobilité du canal
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en considérant les phénomènes d’interaction avec les phonons et les défauts chargés et neutres
s’écrit [271]

1
µFE

= ∑
i

1
µi

(3.9)

=
1

µph
+

1
µc

+
1

µdn
(3.10)

=
1

µ300K
ph

( 300
T

)β
+

1
µ300K

c
( T

300

) + 1
µdn

. (3.11)

La contribution principale à la réduction de la mobilité à haute température est donc
les phonons (µph) acoustiques pour lesquels un exposant β ∼ 1.75 a été mesuré dans les
transistors MOSFETS [272], mais les couches à haute constante diélectriques utilisées dans
le FDSOI sont à l’origine de différentes contributions qui peuvent dépendre du procédé de
fabrication et des matériaux utilisés [263]. À basse température, les termes de dispersion
de Coulomb avec des impuretés chargées ou encore les collisions avec les défauts neutres
limitent la mobilité. Le terme de Coulomb µc est modélisé par une dépendance linéaire en
température [262, 261, 256], alors que le terme d’interaction µdn avec les défauts neutres en
est indépendant.

La régression suivant l’équation (3.11) effectuée à la figure 3.6(b) permet d’extraire βFG ≈ 1
et βBG ≈ 1.4. Cette différence est en accord avec une réduction de la mobilité en raison du
couplage additionnel avec les phonons optiques en face avant. L’exposant est comparable
à celui mesuré sur des transistors MOSFETs [259] et FDSOI [263] en présence de matériaux
d’oxyde à haute constante diélectrique. Pour les températures près de 1 K, la mobilité sature
autourde µdn ≈ 1100 cm−2/Vs auxdeux interfaces pour redescendre à plus basse température.
Cette diminution semble en accord avec un mécanisme de dispersion coulombien, mais le
manque de données expérimentales dans la plage 10 mK - 1 K ne permet pas de valider le
modèle. Des mesures récentes de transistors longs de géométrie GO1, corroborent les mesures
expérimentales de mobilité en face avant avec l’absence de diminution de mobilité en raison
de l’interaction coulombienne jusqu’à 4.2 K [269].

États d’interfaces

La variation de la mobilité en fonction de la température, et la diminution sous 4 K soulève
la question de la densité d’états piégés aux interfaces. Une méthode conventionnelle pour
sonder cette densité consiste à étudier le transport en régime sous-seuil pour lequel le courant
drain augmente exponentiellement avec la tension de grille. En régime sous-seuil, le potentiel
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de surface ψs, c’est-à-dire le potentiel électrostatique à l’interface oxyde-semi-conducteur, est
tel que la densité électronique à l’interface est plus grande que celle dans le volume, mais
insuffisante pour amener l’énergie de la bande de conduction sous le niveau de Femi (Ec > E f ).
En présence d’une différence de potentiel source-drain, Vds, un courant de diffusion peut tout
de même s’établir en raison de la différence de densité électronique entre la source N(0) et le
drain N(L) [273, 253]. Le courant de diffusion s’exprime [251]

Ids = eADn
N(0)− N(L)

L
, (3.12)

N(0) = np0

∫ 0

ψs

exp(βψp)dψp , (3.13)

avec β = kBT/e et np0 la densité d’électrons dans le volume du canal [273]. Il est à noter que
la densité électronique est exprimée sous l’approximation de Boltzmann, c’est-à-dire que la
fonction de distribution de Fermi-Dirac est approximée par celle deMaxwell-Boltzmann. Cette
approximation est généralement valide à haute température, mais a démontré des résultats
acceptables jusqu’à température de 4.2 K pour des transistors de type bulk [274].

Suivant l’équation (3.12) le courant varie exponentiellement avec la densité électronique
à l’interface. Comme le potentiel de surface est directement relié à la tension de grille via
les capacités des charges d’inversion et d’interfaces, il est possible de déterminer une équa-
tion analytique pour la pente sous-seuil SS = dVg/dlog10(Ids). Entre autres, ce modèle tient
compte de la densité d’états piégés à l’interface (Dit) qui agit comme un diviseur de poten-
tiel de capacité Cit ≡ e2Dit et réduit l’effet de grille sur le potentiel de surface. En tenant
compte des densités d’interface avant et arrière différentes, une expression analytique de la
pente sous-seuil SS peut donc être obtenue pour le FDSOI [251, 275, 276]. La méthode expé-
rimentale utilisée ici ne permettant pas d’extraire la densité d’interface des deux interfaces
individuellement, on supposera que celle-ci est la même aux deux interfaces. Ceci a pour
effet de sous-estimer la contribution capacitive d’états en face arrière [276]. Pour Vbg = 0 V
on retrouve

SS = ln(10)β

(
(Csi + Cox + Cit)

Cox
− C2

si
Cox (Csi + Cbox + Cit)

)
(3.14)

≈ ln(10)β

(
(Csi + Cox + Cit)

Cox

)
. (3.15)

L’équation(3.15) est obtenue avec Csi � Cox. Ainsi, à partir de l’équation (3.15), la densité



3.1. Comportement cryogénique d’une structure dédiée en FD-SOI 118

d’état d’interface peut être extraite des mesures de Ids(VFg).

La figure 3.7(a) montre l’évolution des caractéristiques Ids(VFg) en fonction de la tem-
pérature. Premièrement, les courbes sont décalées vers les voltages plus positifs pour des
températures plus basses. Ceci témoigne de l’augmentation de la tension seuil principalement
en raison de l’étendue rétrécie de la fonction de Fermi à basse température, alors que la
dépendance exacte dépend également des effets de confinement quantique du canal [277] et
l’ionisation partielle des dopants résiduels et états d’interfaces [278, 279]. En effet, même si le
canal FD-SOI est non dopé, les substrats contiennent généralement un faible dopage résiduel
de l’ordre de NA ∼ 1012 cm−3. À basse température, les électrons peuvent se retrouver gelés
sur les dopants, causant une faible réduction de la tension seuil en raison de l’augmentation
du niveau de Fermi.

De façon surprenante la tension seuil à 12 mK est réduite par rapport aux courbes de tem-
pérature intermédiaires. Cet effet semble être particulier à ce dispositif et n’est pas reproduit
sur les structures GO2 étudiées par la suite (voir sous-section 3.1.3). Il est à noter également
que des instabilités dans le voltage seuil de transistors ont été observées en fonction de l’his-
torique de polarisation des grilles à haut voltage pour des transistors PD-SOI 7[280, 281], et
pourraient expliquer le changement de tension seuil observé ici pour un dispositif en fin de
cycle de mesure.

La pente sous-seuil moyenne SS est extraite des régressions linéaires de la figure 3.7(a). Le
résultat tracé à la figure 3.7(b) montre une décroissance de SS = 76± 6 mV/décade à 275 K
jusqu’à 14± 3 mV/décade à 12mK. La saturation de la pente sous-seuil en deçà de 10 K diffère
de plusieurs ordres de grandeur par rapport à la valeur de SS = 0.006 mV/décade obtenue
avec l’équation (3.14). Dans le contexte des transistors MOSFETs bulk, cet écart est expliqué par
une augmentation de la densité Dit à basse température [274, 282]. Le potentiel désordonné à
l’interface Si-SiO2 produit une queue d’états localisés dans le bas de la bande de conduction.
L’origine des états est multiple : contraintes non uniformes, charges résiduelles, rugosité
de surface, dislocations du réseau. Ces contributions sont représentées par le paramètre
macroscopique Dit. La queue de distribution d’états localisés est alors séparée des états de
conduction délocalisés par le seuil de mobilité Ec [283, 284].

En régime sous-seuil, la réduction de l’étendue de la fonction de Fermi cause d’une part
la réduction du SS, mais sonde également les états localisés très près du seuil de mobilité qui
peuvent correspondre à une fraction significative de la densité de charge dans le canal. Comme
la fonction de Fermi est moins étendue à basse température, le régime sous-seuil correspond
à une plage d’énergie également rétrécie et la densité d’états localisés est donc sondée plus

7. de l’anglais : Partially Depleted Silicon On Insulator
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Figure 3.7. Caractéristiques sous-seuil et densité d’états d’interface
(a) Caractéristique de courant sous-seuil en fonction de la tension sur la grille avant. Les lignes
pointillées indiquent les régressions linéaires dans le régime d’inversion faible. (b) Pente sous-
seuil (SS) en fonction de la température. La ligne pointillée indique le SS calculée à partir de
l’équation (3.15) à l’aide des paramètres du tableau tableau 3.1 pour Cit = 0. (c) Densité d’états
d’interface extraite à partir de l’équation (3.15) pour différentes températures. L’encart montre
l’augmentation exponentielle observée avec la température.
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près du seuil de mobilité augmentant ainsi Dit et Cit. De ce fait, sonder Dit à différentes
températures permet en principe d’extraire de l’information quant à la dépendance en énergie
de la densité de pièges d’interface [285]. Par ailleurs, des mesures sur des transistors FD-SOI
indiquent que cette dépendance est exponentielle près du seuil de mobilité [275, 286, 285].

La figure 3.7(c) montre le Dit extrait à partir de l’équation (3.15) pour toute la plage de
courant en régime d’inversion faible à différentes températures. La dépendance exponentielle
mesurée reflète l’augmentation exponentielle de la densité d’états localisés près du seuil de
mobilité. Toutefois, à 12 mK Dit ≈ 1017 eV−1cm−2, une valeur supérieure à la densité d’états
de porteurs dans la bande de conduction de 1015 eV−1cm−2. Évidemment, cette valeur de Dit

n’a pas de sens physique et doit être interprété comme l’incapacité du modèle à reproduire la
physique du régime sous-seuil aux basses températures et montre la nécessité de développer
des modèles théoriques analytiques et compacts pouvant s’appliquer à ces conditions pour
le développement de l’électronique froide. Suivant la publication de ces résultats, de tels
modèles ont vu le jour pour des transistors MOSFET de type bulk [278], pour lesquels une
explication satisfaisante de la saturation de la pente sous-seuil était également manquante
[287, 279]. Dans ce modèle la validité de la statistique de Boltzmann est vérifiée jusqu’à
T ∼ 100 mK, et l’ajout de la dépendance en température de l’occupation des états d’interface
permet de retrouver une saturation de SS à 4.2 K et explique les données expérimentales avec
un accord acceptable pour le FDSOI [269]. Plus récemment, un modèle basé sur la statistique
de Fermi-Dirac pour des transistors FDSOI a vu le jour [288]. Avec la modélisation de la queue
de distribution d’états d’interface, ce modèle permet de reproduire la variation de la tension
seuil en fonction de la température et reproduit les données expérimentales jusqu’à 4.2 K.

Impact de la grille arrière sur le transport en face avant

Comme il a déjà été mentionné dans la sous-section 3.1.1, un des avantages majeurs du
FDSOI est la présence de la grille arrière qui permet d’augmenter ou d’abaisser la tension seuil
offrant de ce fait une versatilité supplémentaire à l’implémentation de dispositifs spécifiques.
Cet effet de la grille arrière est également vérifié à basse température.

La figure 3.8(a) montre l’évolution des caractéristiques sous-seuil en fonction de la tension
sur la face arrière Vbg. À tension Vbg = −2.5 V la pente sous-seuil est diminuée jusqu’à
SS = 2 mV/V en accord avec une augmentation de la capacité de couplage avec la grille
avant en raison du déplacement du centre du canal de conduction plus près de l’interface
avant [289, 256]. En raison de la présence de maxima et minima dans la région de faible
inversion, l’évolution est difficile à suivre jusqu’aux tensions de grille positives. Ces maxima
et minima sont attribués à la présence d’impuretés résiduelles et des défauts aux interfaces.
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Figure 3.8. Effet de la grille arrière sur le voltage seuil
(a) Caractéristique sous-seuil à 20 mK pour différentes valeurs de Vbg variant de -2.5 V à 2.5 V
pour Vds = 10 mV. (b) Voltage seuil Vth extrait par la méthode GMLE à partir des données de
(a) et coefficient de face arrière γ = dVth/dbg en fonction de Vbg.

Ces pièges modifient localement la densité d’états dans le canal. En raison de la faible largeur
de grille (W=54 nm), ces trappes forment des barrières tunnel qui mènent à la suppression ou
l’activation du transport dans le canal selon leur état de charge. Cet effet est étudié plus en
détail dans une structure à grille séparée fabriquée sur des substrats GO2 (voir section 3.2).

La tension de seuil pour laquelle E f = Ec est atteinte à l’interface, peut être extraite
de différentes façons dont la plus commune (méthode ELR) consiste à déterminer le point
d’intersection entre l’abscisse et l’extrapolation du courant en régime linéaire [290]. Dans
ce qui suit, la méthode de la dérivée seconde est utilisée et la tension seuil est extraite à
partir du maximum de la dérivée seconde [291]. Une façon simple de comprendre sa validité
consiste à considérer les modèles simplifiés de MOSFET pour lesquels la modélisation du
régime sous-seuil est absente. Dans ce cas, la transition entre le régime linéaire et sous-seuil
est abrupte donnant lieu à une marche dans la transconductance et, donc, un maximum
dans la dérivée seconde. Cette méthode présente également l’avantage d’être insensible aux
résistances en séries par rapport aux méthodes d’extrapolation de type ELR. Cette méthode
d’extraction a été comparée à d’autres méthodes suivant la référence [290] et concorde avec la
valeur moyenne obtenue par celles-ci.

La tension seuil est extraite des caractéristiques Ids −Vf g et tracée à la figure 3.8(b). Tel
qu’attendu l’application d’une tension de grille en face arrière modifie le potentiel de surface
de la face avant et décale le seuil d’activation de la grille avant avec un coefficient de face
arrière γ = dVth/dVbg ∼ 50− 125 mV/V comparable au comportement à température pièce
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[292]. À Vbg négatif, le coefficient est constant et vaut γ ∼ 50 mV/V. Celui-ci augmente à partir
de Vbg = −1.25 V. Cet effet est une fois de plus en lien avec le changement de position du
canal de conduction avec les conditions de polarisation de la grille arrière. À tension positive,
le canal est attiré vers la face arrière augmentant la capacité Cbox et donc γ. À tension positive,
le coefficient γ se stabilise de nouveau indiquant que le canal est activé plus près de la face
arrière. En effet, la tension seuil d’activation avec la grille arrière uniquement est de Vbg

th ∼ 3 V.

L’opération en grille arrière modifie également le comportement en régime de saturation
du canal activé par la grille avant. À tension négative (Fig. 3.9(a)), une signature d’hystérésis
est observée entre les courbes de Vds croissant et décroissant pour toutes les tensions de grille
avant. L’hystérésis est susceptible de survenir en raison de la grande résistance de la grille
arrière à basse température. En effet, cette grille est rendue métallique par fort dopage. À
basse température, l’ionisation des dopants est incomplète et la résistance augmente. Cet effet
est amplifié à tension fortement négative et augmente le temps de réponse de la grille arrière.
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Figure 3.9. Impact de la grille arrière en régime de saturation
(a) Courbes Ids(Vds) croissantes et décroissantes pour Vf g variant de 0.7 à 1V pour Vbg = −2.5
V. Les cercles pointillés indiquent les régions d’hystérésis. (b) Courbes Ids(Vds) pour Vf g variant
de 0.2 à 0.5V pour Vbg = 2.5 V. (c) Distribution de probabilité de l’écart du courant par rapport
à la tendance moyenne dans le régime de saturation ∆Isatds . Les différentes courbes sont décalées
verticalement de 0.5 pour les différentes valeurs de grille avant.

À tension Vbg positive (Fig. 3.9(b)) l’hystérésis est absente. Pour des tensions de grille
avant intermédiaires, le bruit de courant Ids semble être augmenté par rapport à la courbe
moyenne en régime de saturation. L’origine de cet effet est mise en lumière à la figure 3.9(c)
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où la distribution de probabilité de l’écart du courant (∆Isatds ) par rapport à la courbe moyenne
obtenue par un lissage polynomial d’ordre deux pour Vds = [0.4, 1] V est calculée . La distribu-
tion de probabilité ∆Isatds est plus étendue pour les valeurs de grille avant intermédiaires. De
plus, les courbes Vf g = [0.35, 0.45] V montrent la présence de deux niveaux de courant. Ceci
rappelle les distributions d’évènements tunnel de la section 2.3.3 et est associé à la présence
d’une ou plusieurs trappes activées par la grille arrière. En effet, pour Vbg = 2.5 V, l’interface
arrière est très près de son seuil d’inversion. De plus, le canal est proche de cette interface pour
toutes les régions non recouvertes par la grille avant. Ce faisant, l’occupation ou l’absence
d’occupation d’une trappe agit comme une grille locale faisant fluctuer le niveau de courant.
La variation de l’étendue de la distribution traduit alors l’activation et l’augmentation du
taux tunnel des trappes. À plus haute tension, le taux tunnel devient plus rapide que le taux
de mesure et l’étendue de la distribution est de nouveau diminuée. Ainsi, bien que la grille
arrière offre un contrôle additionnel, le contrôle de la qualité des interfaces et du niveau
de dopage du puits d’accès doit être amélioré pour favoriser de meilleures caractéristiques
Ids −Vds à 20 mK.

Transport en face arrière

L’étude du transport activé par la grille arrière permet de confirmer les éléments d’hysté-
résis et de bruit télégraphique observés précédemment. Les figures 3.10(a)-(b) montrent les
caractéristiques Ids(Vds) activées par la grille arrière. La différence d’amplitude de l’hystérésis
et la variation du niveau de courant pour les mêmes tensions de grille arrière illustrent les
longues constantes de temps reliées à l’utilisation de la grille arrière. Cette constante de temps
est au mieux illustrée par l’atténuation de l’hystérésis entre les courbes de Vbg maximales
acquises à cinq minutes d’intervalle. À faible tension sur la grille arrière, les sauts télégra-
phiques semblables à ceux des figures 3.9(b)-(c) indiquent une fois de plus l’activation des
trappes.

La courbe d’activation de l’interface arrière de la figure 3.11(a) montre une fois de plus
une forte hystérésis entre les courbes de montée et de descente, décalant la tension seuil
d’environ 400 mV. La mesure à différentes vitesses de rampe permet d’ailleurs d’estimer un
temps de stabilisation de quelques dizaines de minutes.

La courbe d’activation de la grille arrière n’est pasmonotone et présente plusieurs plateaux
qui peuvent être suivis jusqu’à température de 300 K. Ces plateaux illustrent l’impact de
la géométrie inhabituelle du dispositif par rapport aux transistors standards et délimitent
trois régimes d’opération. Bien que non quantitative par rapport aux mesures à 20 mK, des
simulations ATLAS avec la géométrie du dispositif permettent de comprendre cet effet. Les
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Figure 3.10. Caractéristiques Ids −Vds de la face arrière
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trois régimes de densité de courant illustrés à la figure 3.11(b) correspondent à trois niveaux
d’écrantage faits par la grille avant :

1. Écrantage complet : La grille avant crée une barrière de potentiel infranchissable pour
les électrons. Ces derniers sont donc confinés dans la région de droite du dispositif
uniquement.

2. Faible barrière : Les électrons peuvent traverser la barrière de potentiel formée par la
grille avant, mais la densité de courant reste faible au centre du dispositif. La direction
du courant au centre est d’ailleurs selon la direction x.

3. Levée de barrière : La tension sur la grille arrière permet de vaincre complètement la
barrière de potentiel et le courant circule dans tout le dispositif.

Au-delà de Vbg = 7 V le courant est saturé dans toutes les régions du dispositif. La
transition entre tous ces régimes diminue la conductance gm

bg = dIds/dVbg. En effet, les zones
à densités de courant plus faibles correspondent également à des zones de faible mobilité et
leur contribution au transport réduit la mobilité moyenne et change gm

bg. L’augmentation de la
tension de la grille au-delà de ces transitions augmente la mobilité et rétablit la conductance
différentielle gm

bg.
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Figure 3.11. Régimes d’activations de la grille arrière et impact de la géométrie dédiée
(a) Courbes Ids −Vbg à Vds = 10 mV et Vf g = 0 V pour Vbg croissant (bleu) et décroissant (vert)
montrant les régimes d’inversion forte et de déplétion. Un décalage de 400 mV est observé
entre les courbes de montée et descente. L’encart montre l’impact de la vitesse de la rampe sur
l’amplitude de l’hystérésis. Et les régions chiffrées indiquent les différents régimes d’activation
de la face arrière. (b) Densité de courant simulée à 300 K pour les trois régimes identifiés en (a).

3.1.3 Étude de reproductibilité sur les substrats de type GO2

L’étude précédente sur les substrats GO1 a permis d’établir l’impact de géométries dédiées
ainsi que la première dépendance en température de plusieurs paramètres du FD-SOI jusqu’à
20 mK. Cette première étude montre que l’opération à basse température des transistors FD-
SOI est très prometteuse pour la co-intégration, notamment en raison de la diminution de la
puissance dissipée via l’augmentation de la tension seuil et de la mobilité. Toutefois, comme
il a été mentionné précédemment, le courant de fuite mesuré pointe vers l’utilisation de
substrats possédant des oxydes de grilles plus épais (GO2). Cette section revoit brièvement les
caractéristiques obtenues pour ces substrats et leur reproductibilité sur plusieurs dispositifs.

Des schémas des dispositifs utilisés pour l’étude des transistors GO2 sont présentés aux
figures 3.12(a)-(b). La structure est similaire à celle des dispositifs GO1 mis à part l’absence
de second transistor sur la même active. Trois grilles de déplétions placées en périphérie de
l’active servent en principe à définir des boîtes quantiques, mais ne seront pas considérés
dans cette section. Les configurations de dopage des différentes zones du transistor sont les
mêmes que pour la géométrie GO1 et sont résumées au tableau 3.1.
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Propriétés de transport en face avant

Les propriétés du transport activé par la grille avant sont illustrées à la figure 3.13(a).
Aucun des transistors d’oxyde GO2 mesuré ne présente une fuite de grille mesurable dans la
plage d’opération standard Vf g = [0, 1.6 V]. Comme pour les transistors GO1, la tension seuil
et le courant en régime d’inversion forte sont augmentés, alors que le SS diminue à basse
température. De plus, l’écart-type du courant mesuré entre quatre différents dispositifs est au
maximum cinq fois plus élevé à 1.6 K qu’à température pièce. Ceci représente une variation
inférieure à 10 % sur toute la plage d’opération du transistor et témoigne de la grande qualité
de l’interface avant dans ces dispositifs. À 1.6 K, près de la tension seuil, des oscillations
peuvent être observées dans σIds . De façon équivalente aux dispositifs GO1, ces oscillations
proviennent de barrières tunnel activées/désactivées à différentes tensions pour les quatre
dispositifs. Dans la prochaine section, la possibilité de former des boîtes quantiques à 1.6 K
sera d’ailleurs étudiée.

La figure 3.13(b), montre l’augmentation et la saturation de la tension seuil Vth avec la
réduction de la température. Contrairement à la mesure effectuée sur le dispositif GO1, la
tension seuil ne diminue pas significativement sous 1.6 K, indiquant que la dépendance
observée à la section précédente était sans doute due à l’historique de polarisation de la
grille. Un écart-type inférieur à 10 % de la tension seuil est observé sur toute la gamme de
température jusqu’à 1.6 K. L’amplitudemaximale de l’écart est indépendante de la température
et similaire à d’autres mesures sur des transistors FDSOI [293]. Ceci montre tout le potentiel
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Figure 3.13. Propriétés de transport en face avant pour une géométrie GO2
(a) Courbe d’activation du canal à 300 K et 1 K pour quatre différents dispositifs nominalement
identiques pour Vds = 10 mV et Vbg = 0 V. L’écart type du courant σIds en fonction de la tension
de grille est tracé dans l’encart. (b) Dépendance en température de la tension seuil Vth et de son
écart-type σVth (encart). (c) Pente sous-seuil SS en fonction de la température. La ligne pointillée
est calculée selon l’équation (3.14). (d) Mobilité effective maximale en face avant extraite par
la méthode de la fonction Y. Le lissage est effectué selon l’équation (3.11) en l’absence de la
contribution coulombienne.
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de la fabrication industrielle sur la plateforme UTBB-FDSOI 28nm pour l’implémentation
de boîtes quantiques fiables. En effet, tel que discuté au chapitre 2 les tensions seuils de
dispositifs de type bulk fabriqués par électrolithographie souffrent des problèmes de charges
piégées résultant en une dégradation de la mobilité et d’une tension seuil variant de plusieurs
centaines de millivolts aux températures cryogéniques entre différents dispositifs. Pour la
formation de boîtes quantiques, ceci signifie que la plage de tension devant être cartographiée
à l’aide de diagramme de stabilité est étendue et doit être réajustée d’un dispositif à l’autre. La
réduction d’un ordre de grandeur dans l’écart entre des dispositifs nominalement identiques
donne espoir que la plage cartographiée sera également réduite et que des boîtes quantiques
aux propriétés similaires pourront être activées pour une même tension de grille.

La pente sous-seuil SS (Fig. 3.13(c)) présente la même dépendance en température que
les substrats GO1 avec une saturation sous 1 K. En raison de la capacité Cox réduite, la pente
sous-seuil est généralement plus élevée en GO2 [263]. Toutefois, cet effet est insuffisant pour
expliquer la différence mesurée. C’est plutôt la différence de géométrie entre les dispositifs et
la capacité parasite en résultant qui expliquent cet écart. À basse température, la saturation
est similaire à celle des substrats GO1 et donc dominée par la fonction de Fermi et la queue
de distribution d’états localisés dans le bas de la bande de conduction en raison des défauts
d’interface ( voir la discussion sur les états d’interface à la sous-section 3.1.2). L’écart-type est
comparable à celui mesuré pour des canaux longs à 300 K [293] et est diminué d’un facteur
deux à 1.6 K.

La mobilité d’effet de champ maximale présente une dépendance en température diffé-
rente de celle des substrats GO1 mesurés. Premièrement, sur toute la plage de température,
la mobilité maximale est supérieure dans les dispositifs GO2 en raison de la distance plus
grande entre le canal et l’oxyde à haute constante diélectrique due à la couche d’interface plus
épaisse. À haute température, la mobilité limitée par les phonons suit une loi de puissance
en µmax

FE ∼ T−β avec β = 1.90± 0.14 (l’erreur est donnée par l’écart-type entre les différents
dispositifs). Cette valeur se rapproche plus de la valeur mesurée dans le silicium et pour-
rait être attribuée à la présence de la couche d’interface. Toutefois cette dépendance est en
désaccord avec des mesures jusqu’à 50 K sur des transistors longs en géométrie GO1 et GO2
indiquant plutôt une dépendance en β = 1 [263, 256]. Or, la géométrie présente, est placée
sur un plan de silicium beaucoup large que le canal. Cette différence est majeure par rapport
aux géométries de transistors conventionnels et une augmentation de la mobilité est attendue
en raison de la diminution du nombre d’interfaces près du canal. De plus, une comparaison
juste entre les deux mesures nécessiterait la simulation de la densité de charge d’inversion
ainsi que de la position moyenne du canal. En effet, ces deux paramètres modifient également
la mobilité et ne sont pas tenus en compte dans les analyses de mobilité maximale. Ces effets
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combinés sont susceptibles de donner une dépendance en température apparente différente.

Finalement, à basse température, la mobilité d’effet de champ sature en raison des défauts
neutres dans le canal en accord avec d’autres mesures en GO2 [256] et des transistors MOS-
FETS de type bulk [259]. La différence avec GO1 provient une fois de plus de la réduction
d’interaction coulombienne à longue portée avec les charges aux différentes interfaces de
l’empilement de couches formant la grille en raison de la distance augmentée par la couche
d’interstice. Ceci augmente la mobilité de coulomb et repousse la décroissance à plus basse
température, hors de la plage de mesure.

Propriétés de transport en face arrière

Les propriétés de la face arrière sont mises en image à la figure 3.14 et extraites à partir des
mesures Ids(Vbg). Au panneau (a), la variation de la tension seuil en fonction de la température
pour les quatre dispositifs est illustrée. Contrairement à la grille avant, la variation n’est pas
monotone avec la température et atteint plus de ∼ 20% à 1 K. Cette variation est attribuée
au niveau de dopage dans le puits et l’interface formant la grille arrière. En effet, dans un
modèle simplifié pour un canal FDSOI non dopé, la tension seuil en face arrière s’exprime
comme [239]

Vth = Φm −
Q f

Cbox
, (3.16)

où Φm est le travail d’extraction dumétal et Q f les charges piégées aux interfaces et Vth dépend
essentiellement du travail d’extraction du métal. Dans le cas de la grille arrière, Φm est donné
par le niveau de Fermi ajusté par le niveau de dopage avec N ∼ 1018cm−3. Toutefois des
variations locales dans le procédé de fabrication (d’un dispositif à l’autre), peuvent faire varier
ce niveau de dopage résultant en une grille arrière faiblement dégénérée présentant une plus
forte dépendance du niveau de Fermi en température [294]. Dans le cas du dispositif #2, ceci
signifierait une condition de dopage légèrement plus élevée, résultant en une plus grande
quantité de porteurs à basse température. Il est à noter que de larges variations de la tension
seuil (∼ 200 mV) ont également été observées à température de 300 K pour les mêmes raisons
que celles énoncées ici [260].

La mobilité maximale en face arrière suit une dépendance en température similaire à celle
de la face avant avec une saturation à basse température en raison des défauts neutres dans le
canal (Fig. 3.14(b)). La contribution des phonons est également similaire à haute température
et suit une loi de puissance avec β = 1.7± 0.2. La mobilité maximale est plus faible qu’en face
avant en accord avec des mesures réalisées pour des transistors FDSOI dont la face arrière est
dopée N [260].
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Figure 3.14. Propriétés de transport en face arrière pour la géométrie GO2
(a) Dépendance en température de la tension seuil Vth pour quatre différents dispositifs nomi-
nalement identiques. (b) Mobilité effective maximale en face arrière extraite par la méthode
de la fonction Y. Le lissage est effectué selon l’équation (3.11) en l’absence de contribution de
Coulomb.

3.2 Formation de boîtes quantiques en UTBB FD-SOI

Les sections précédentes ont survolé les propriétés de transport des transistors FDSOI
et ont démontré la reproductibilité et la qualité des interfaces jusqu’à basse température
pour les substrats GO2. La réduction de la tension source-drain et le contrôle des grilles
de confinement dans une structure à grille séparée permettent de passer d’un régime de
transistors à un régime de boîtes quantiques. Dans ce qui suit, différents régimes de formation
de boîtes quantiques, reproductibles sur plusieurs dispositifs sont identifiés. Ces travaux
mènent à une meilleure compréhension des limites des dispositifs et de la géométrie utilisée
et orientent les améliorations aux designs à apporter dans les itérations futures.

3.2.1 Géométrie des dispositifs à grilles séparées

La structure à grille séparée pour l’étude de formation de boîtes quantiques dans les
substrats GO2 est inspirée des dispositifs à grilles séparées de type SWAG [295, 214], et
illustrée à la figure 3.15. De façon similaire aux dispositifs à boîtes quantiques décrits à la
sous-section 2.3.1, une grille de contrôle (G2) est séparée des grilles de réservoirs (Fgt et Fgb)
pour permettre l’activation indépendante d’une boîte quantique sous G2 et le contrôle du taux
tunnel [170]. Comme pour les autres structures FD-SOI étudiées, un accès indépendant vers la
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grille arrière est présent et deux grilles de contrôles additionnelles (G1-G3) sont conçues pour
permettre un contrôle additionnel sur la hauteur des barrières tunnel et sur le confinement.
Tel qu’il sera discuté un peu plus loin, à très forte tension de polarisation (> 10 V) ces grilles
peuvent également être utilisées pour activer un canal d’électrons dans l’active, conférant à
cette géométrie une versatilité additionnelle.
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Figure 3.15. Géométrie de dispositifs à grilles séparées en UTBB FDSOI 28nm
Vues (a) tridimensionnelle (b) en coupe et (c) de dessus des structures à grilles séparées utilisées
pour la formation de boîtes quantiques dans les substrats d’oxyde GO2. Les grilles d’activation
en face avant sont identifiées par Fgt-Fgb et les grilles de contrôle par G1-G2-G3. Les régions en
mauve dans le canal de silicium représentent la densité d’électrons espérée pour la formation
d’une boîte quantique sous la grille G2.

Dans ce qui suit, les mesures les plus représentatives pour les régimes de formation de
boîtes quantiques de six dispositifs à grille séparés seront présentées. Sauf si mentionné,
les mesures sont effectuées à 1.5 K par une technique de transport dans un cryostat VTI à
température variable. Les courants source-drain, courants de fuites et les tensions de grilles
sont contrôlés et monitorés à l’aide de SMUs (source-measure units) permettant une mesure
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simultanée des différents paramètres.

3.2.2 Régimes et limites d’opérations

Activation du canal et limites d’opération des dispositifs

Comme les dispositifs à grille continue utilisés pour les transistors, le transport dans les
dispositifs à grilles séparées est activé à la fois par les grilles avant et les grilles arrières. Cette
versatilité permettra d’ailleurs d’établir différents régimes de boîtes quantiques selon les jeux
de paramètres utilisés. La figure 3.16 identifie les limites d’opération des grilles ainsi que les
conditions d’activation du transport aux deux interfaces.

Tout d’abord, en l’absence de tension sur la grille arrière et sur la grille de boîte quantique,
l’application d’une tension simultanée Vf gs sur les grilles avant Fgt et Fgb est insuffisante pour
activer le transport (Fig. 3.16(a)). Ceci est dû à l’écrantage généré par la grille G2 traversant
l’active. Au-delà de Vf gs ≈ 3.5 V un courant de fuite entre la grille et le canal est mesuré
plaçant ainsi une borne supérieure sur la tension des grilles avant. Ce courant de fuite est
de quelques ordres de grandeur inférieur au courant mesuré à Vg =1 V dans les structures
GO1 et montre le gain en plage d’opération gagné par l’utilisation de structures GO2. Pour
VFgs = 3.5 V, l’augmentation de la tension sur la grille G2 permet d’activer le transport entre la
source et le drain (Fig. 3.16(b)). Comparativement aux dispositifs à grille continue, le seuil est
décalé d’environ ∆Vth ∼ 2.5 V plaçant ce dernier entre 2 et 4 V tout dépendant des dispositifs.
Ceci témoigne des barrières tunnel générées par les gaps séparant les grilles Fgb - G2 - Fgt et
indique qu’aux limites d’opérations imposées par le courant de fuite, le dispositif fonctionne
tel qu’attendu. À l’inverse, en raison de l’épaisseur du BOX, le courant de fuite entre la grille
arrière et le canal devient significatif seulement au-delà de VBg = 10 V (Fig. 3.16(c)). Pour cette
condition, le courant dans le canal devient bruyant, en raison de l’aspect aléatoire des électrons
traversant la barrière tunnel du BOX. Il est à noter que le bruit dans le canal augmentant à
partir de Vbg = 8 V est également dû à cet effet, et l’amplitude réduite du bruit est corrélée
avec le courant tunnel réduit. Le seuil d’activation de la grille arrière est lui aussi décalé de 1.8
V par rapport aux dispositifs à grille continue en raison de l’écrantage de la grille G2 agissant
également sur l’interface arrière (Fig. 3.16(d)).

De la même façon qu’une tension positive sur la grille arrière permet de déplacer le
seuil Vth, l’utilisation conjointe de cette dernière avec les grilles avant permet de décaler le
seuil d’activation (Fig. 3.17(a)). Loin de son seuil d’activation Vth ∼ 0.7 V (voir sous-section
3.1.3), la grille G2 agit comme une barrière tunnel. Cette barrière doit être compensée par la
tension Vbg pour former un canal sur l’interface arrière et donne lieu à la pente prononcée du
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Figure 3.16. Activation et limites d’opération en face avant et arrière
(a) Courbes d’activation des deux grilles avant Fgs (Fgt et Fgb variée simultanément) montrant
la correspondance entre le courant source-drain (Ids) et le courant de fuite lissé (I f uite) des grilles.
Les courbes sont décalées de ±2.5 pA par souci d’intelligibilité. (b) Courbes comparatives
d’activation de la grille de boîte quantique G2 pour des tensions de grilles avant fixées à 3.5 V
pour les dispositifs à grilles séparées (GS) et grille continue (GC). (c) Courbe d’activation en
grille arrière montrant la fuite de grille (lissée) et le bruit dans le canal en résultant. (d) Courbe
comparative d’activation en grille arrière pour les dispositifs GS et GC #5.
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(a) Cartographie à basse résolution des différents régimes d’activation du courant possible avec
la grille arrière (BG) et les grilles avant (Fgt,Fgb,G2). (b) - (c) Courbes d’activation de G2 dans le
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fois. Les courbes sont décalées verticalement de 0.1 nA par soucis de clarté.

seuil à bas Vf gs−G2. À l’inverse, aux tensions fortement positives sur G2 et les grilles avant,
celles-ci dominent le transport et un canal est formé sur l’interface avant. Tel que mentionné
précédemment, ce canal est toutefois formé aux limites d’opération pour les fuites de grilles
en face avant. Dans le régime intermédiaire, près du seuil de G2 et en deçà du seuil de BG,
les grilles coopèrent pour former un canal de conduction dont la position du centroïde dans
l’épaisseur du canal varie selon la tension relative entre les grilles avant et arrière.

La coopération entre la grille arrière et les grilles avant permet d’envisager la formation
d’une boîte quantique sous G2. En effet, comme le seuil est décalé vers les tensions plus
positives avecVbg ∈ [1.4, 2.0]V ceci laisse une plus grande liberté au contrôle des taux tunnel et
du confinement avec Fgt-Fgb-G2. Les figures 3.17(b)-(c) montrent justement l’effet de G2 et des
grilles avant dans ce régime. Plusieursmaxima etminima sont observés et le courant augmente
de façon générale avec l’augmentation de la tension des grilles en raison de la formation de
barrières tunnel. Selon les tensions de grilles Fgt et Fgb, les maxima et minima sont plus ou
moins périodiques ce qui pourrait indiquer la formation d’une boîte quantique confinée de



135 3. Caractérisation d’une plateforme industrielle pour les qubits de spins

façon électrostatique. Toutefois, pour des tensions VFgs > 1.7 V, bien que reproductibles, ces
pics décalent en tension de grilles lorsque la courbe est répétée. Ceci est une fois de plus
dû au courant de fuite des grilles pour l’opération au-delà des spécifications d’utilisation
des dispositifs (1.6 V à 300 K). Cet aspect limite la zone de formation de boîtes quantiques
électrostatiques sous G2 à une très faible plage de tension pour laquelle VG2−Fgs < 1.7 V et
VBg < 2 V.

Boîtes quantiques désordonnées en régime de coopération

La formation de boîtes quantiques multiples a été réalisée pour plusieurs dispositifs
en régime de coopération. Ce régime permet toujours l’obtention de signatures dues à la
présence de boîtes quantiques multiples et des exemples de résultats sont illustrés aux figures
3.18(a)-(b). Comme il a déjà été discuté pour les SETs à la sous-section 2.3.1, la signature en
transport d’une boîte quantique simple produit une série de transitions parallèles dans un
diagramme de stabilité. Pour les boîtes quantiques doubles en série, ces lignes se transforment
en triangles de conduction. Les triangles ne sont visibles que lorsque les niveaux d’énergies
de la boîte quantique permettent le transport séquentiel d’électrons entre la source et le
drain. Pour des boîtes quantiques multiples, cette condition est d’autant plus restrictive. Des
exemples de transport sont donnés dans les références suivantes pour les boîtes quantiques
doubles [296, 22, 8] et triples [297, 298, 299].
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Diagrammes de stabilité en régime de coopération avec VBg = 1.8 V et Vds = 10 mV pour (a)
le dispositif #4 à 1.6 K et (b) le dispositif #2 à 10 mK. Différentes structures sont identifiées :
(carré pointillé) triangles de conduction, (ellipse pointillée) anticroisement, (hexagone pointillé)
défauts, (lignes pointillées) directions principales des lignes de transition.
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Dans les diagrammes des figure 3.18(a)-(b), plusieurs structures ayant la forme de triangles
indiquent sans doute la présence de boîtes quantiques doubles placées en série. Plusieurs
constatations additionnelles indiquent que ces boîtes quantiques ne sont pas celles désirées
et ne sont pas nécessairement formées sous G2 :

1. Plusieurs lignes de différentes pentes se superposent aux triangles indiquant le transport
en parallèle entre des boîtes quantiques multiples et des boîtes quantiques simples ;

2. Des zones de fort courant sont activées/désactivées selon la configuration de grilles
indiquant la présence de défauts. Ces défauts se couplent aux lignes observées ;

3. Plusieurs lignes sontdécalées et formentdes anticroisements pardes structures invisibles
au transport ;

4. La triangulation avec toutes les grilles du dispositif (non montrée ici) ne permet pas de
comprendre l’origine des transitions. Ces mesures sont généralement inconsistantes les
unes avec les autres ;

5. Les transitions sont instables et ne sont pas reproduites lorsque les tensions de grilles
sont rampées sur de larges plages ;

6. La périodicité est modifiée entre différents dispositifs et le courant fortement atténué
aux températures de mK.

Mis en commun avec le fait que la grille G2 est bien au-delà de son seuil de conduction
(indiquant que cette grille agit sans doute comme un réservoir d’électrons) les éléments
énumérés ci-dessus indiquent que les boîtes quantiques sondées sont des boîtes quantiques
désordonnées. Ces dernières apparaissent car BG est très près du seuil de conduction. Selon
la configuration locale du potentiel électrostatique modifiée par le désordre sur l’interface
arrière, le courant est activé ou non. Tout dépendant de la position des défauts sondés dans
l’active, ceux-ci se coupleront davantage à certaines grilles expliquant l’inconsistance entre
différentes mesures.

Bien que peu concluantes pour la formation de boîtes quantiques électrostatiques sous
G2, ces mesures indiquent une problématique majeure dans le design des dispositifs. Même
en régime de coopération, la barrière de potentiel formée par la séparation des grilles entre
G2 et les Fgt-Fgb ne peut être surmontée que pour des tensions de grille arrière très près
de VBg

th et des tensions sur G2 bien au-delà de VG2
th . Cette plage de tension est bien loin du

régime à 1 électron attendu sous G2 et indique que les gaps doivent être diminués. À titre
comparatif, les gaps pour les structures à grilles séparées de la section 2.3 étaient inférieurs
à 50 nm et ceux fabriqués par d’autres groupes de recherche varient entre 100 nm dans le
Si/SiGe pour lesquels le gaz d’électrons est formé 100 nm sous la surface [300, 301] et 40 nm
pour des structures MOS avec un oxyde de 7 nm [295]. En plus du mince oxyde en face avant
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qui augmente l’écrantage réalisé par le canal sous la grille, il n’est pas surprenant que cette
structure ne permette pas l’implémentation de boîtes quantiques intentionnelles sous G2.

3.2.3 Reproductibilité de boîtes quantiques formées dans un canal en face arrière

Identification des transitions et régimes d’opération

Malgré la difficulté de former des boîtes quantiques sous la grille G2, cette grille peut
être utilisée pour former une barrière tunnel lorsque le canal de conduction est activé par la
grille arrière (Bg). Étonnement, cette configuration permet de former des boîtes quantiques
près de la grille G2 et le niveau de confinement est contrôlé par la grille arrière. Dans ce qui
suit, la reproductibilité de ce régime de formation de boîtes quantiques est identifié sur les
quatre dispositifs mesurés à 1.6 K et 8 mK.

Les figures 3.19(a)-(d) montrent les diagrammes de stabilité entre Bg et G2 pour toute la
gamme de tension recouvrant les régimes de barrières tunnel et d’activation formée par G2.
Au-delà de VG2 > VG2

th , le transport n’est activé que par la grille arrière et le seuil de courant
contrôlé seulement par celle-ci. À l’inverse, pour VG2 < VG2

th , G2 agît comme barrière tunnel et
la tension sur Bg doit être augmentée afin de vaincre la barrière et d’activer le transport. Sur
tous les dispositifs mesurés à 1.6 K, le point d’inflexion entre ces deux régimes est identifié
à (VG2 , VBg) = (0.36 , 2.22)± 0.02 V et semble offrir une variabilité légèrement supérieure
à celle du seuil de tension mesuré en face avant dans les dispositifs à grille continue (∼ 10
mV). À 20 mK, le point d’inflexion est légèrement plus élevé et le courant diminué pour tout
le diagramme.

Près de la ligne d’activation dans le régime de barrière tunnel formée par G2, une série
de lignes quasi parallèles à la droite d’activation sont visibles sur tous les diagrammes.
L’augmentation de la tension de grille sur Bg augmente la séparation entre ces lignes. De
plus, mieux visualisées dans les diagrammes des figures 3.19(c)-(d), quelques une des lignes
se croisent pour différentes valeurs de G2 et Bg. Pour une valeur de grille arrière donnée,
l’activation du transport par la grille G2 en régime de barrière présente des oscillations de
courant qui rappellent le blocage de Coulomb d’une boîte quantique. Mis en commun avec la
présence de lignes de différentes pentes, ces diagrammes indiquent la présence de multiples
boîtes quantiques couplées. La séparation entre les lignes est accrue à haute tension sur Bg
indiquant que le confinement est augmenté vers le haut des diagrammes.
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Figure 3.19. Diagrammes de stabilité BG-G2
Diagrammes de stabilité BG-G2 jusqu’à VBG =10 V et Vds = 10 mV pour quatre différents
dispositifs. Les flèches indiquent la position du point d’inflexion mesuré au minimum du
courant à la pointe entre les régimes de barrière et d’activation définis par G2.
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Diamants de Coulomb

Afin d’identifier la nature et de mieux comprendre le comportement des transitions en
fonction des deux grilles, la spectroscopie de Coulomb est réalisée pour tous les dispositifs à
trois tensions de grille arrière (VBg ∈ [3, 6, 10] V). La mesure consiste à répéter une trace de
grille G2 pour différentes tensions source-drain. En présence de boîtes quantiques, les régions
en régime de blocage de Coulomb pour lesquelles Ids = 0 présente la forme de diamants dont
les dimensions sont reliées aux paramètres du modèle orthodoxe des boîtes quantiques (voir
sous-section 2.3.1)[22]. En effet, la hauteur des diamants correspond à l’énergie d’addition
Eadd et la pente des côtés aux capacités de couplages avec la source Cs, la grille Cg et la capacité
totale CΣ :

β =
e Cg

Cs
, −γ =

e Cg

Cs + CΣ
, (3.17)

où CΣ = ΣiCi tel que Ec = e2/2CΣ.

Les diamants de Coulomb mesurés sont présentés à la figure 3.20 pour les quatre disposi-
tifs mesurés. La figure 3.20(a) identifie les zones de blocage de Coulomb et donne un exemple
de l’extraction des paramètres Eadd, β et γ. Pour tous les dispositifs, le régime à Bg = 10 V
présente les diamants de Coulomb de plus grande énergie d’addition. Ces diamants sont
également les mieux définis. D’ailleurs, les niveaux excités peuvent être observés pour les
premiers diamants (ligne de différente amplitude de courant dans la région de conduction).
Le tableau tableau 3.3 présente les paramètres extraits à partir des diamants de plus grande
énergie des quatre dispositifs.

Dispositif T Eadd (meV) CΣ (aF) CG2/CΣ CBg/CΣ Cs/CΣ Cd/CΣ

#8 1.6 K 21 ± 1 7.6 ± 0.1 0.44 0.10 0.29 0. 25

#5 1.6 K 61 ± 1 23 ± 0.1 0.61 0.15 0.19 0.08

#4 1.6 K 7 ± 1 23 ± 0.1 0.15 0.04 0.33 0.52

#2 8 mK 25 ± 1 6.4 ± 0.1 0.35 0.1 0.13 0.3

Tableau 3.3. Paramètres des diamants de plus grande amplitude dans le régime de barrière
Paramètres du modèle orthodoxe extrait à partir des diamants de plus grande amplitude à
VBg = 10 V de la figure 3.20. La capacité CΣ est extraite en négligeant l’énergie orbitale, de telle
sorte que Eadd ∼ Ec = e2/2CΣ. La capacité de la grille arrière est extraite à partir de la pente
des transitions correspondantes dans les diagrammes de la figure 3.19.

Trois constatations peuvent être tirées des données du tableau 3.3 :
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• L’énergie de charge maximale varie significativement d’un dispositif à l’autre ;

• La majorité des dispositifs présentent une asymétrie entre les capacités source et drain,
qui elles-mêmes varient fortement d’un dispositif à l’autre ;

• Pour la majorité des dispositifs, la boîte quantique est plus fortement couplée à la grille
G2 qu’à tous les autres éléments du circuits.

Dans les structures MOS en silicium, l’énergie d’addition de boîtes quantiques électrosta-
tiques est généralement de l’ordre de 10-30 meV pour l’ajout du premier électron à la boîte
[8, 170, 68]. Ainsi, il n’est pas exclu que les énergies de charges mesurées ici proviennent de
boîtes formées par le potentiel électrostatique. Toutefois, l’énergie d’addition de 61±1 meV
observée dans le dispositif #5 semble difficilement explicable par le potentiel électrostatique
uniquement. Ainsi, le diamant de Coulomb observé pour ce dispositif pourrait être dû au
confinement supplémentaire généré par des dopants résiduels dans le canal. En effet, pour
les canaux de silicium très minces, le couplage entre les dopants et l’interface est susceptible
de fournir un confinement accru par rapport aux énergies de charge des dopants ou d’une
boîte quantique électrostatique [302, 303, 304]. Cette énergie de charge peut atteindre plus
de 50 meV pour un donneur placé à moins de 4 nm de l’interface [302, 303]. Cette énergie
est également modulable à l’aide de forts champs électriques qui attirent la fonction d’onde
de l’électron vers l’interface et augmente l’énergie de charge [302]. Ceci pourrait expliquer
l’augmentation de l’énergie de charge de certaines transitions pour les valeurs de VBg plus
élevées. De plus, des agglomérats de dopants sont susceptibles de donner des effets similaires
et d’augmenter le confinement, comme ceci a été observé dans des transistors FDSOI à 4 K
[305]. Finalement, à partir du dopage résiduels issu des substrats et procédés utilisés, l’estima-
tion du nombre de dopants dans l’active est de l’ordre de 5 pour la géométrie et les méthodes
de fabrication des dispositifs étudiés ici. Il est donc probable que les effets de confinement
accru en raison de dopants résiduels se produisent.

La présence de dopants ne peut toutefois pas expliquer les faibles énergies d’additions,
de même que l’observation de près d’une dizaine de pics de Coulomb pour les diamants
à VBg = 10 V. Le fort couplage avec la grille G2 indique que ces boîtes quantiques sont
probablement situées sous cette grille. L’asymétrie avec les contacts source et drain indique que
les boîtes sont situées à l’extrémité supérieure ou inférieure de la grille. Aussi, les diagrammes
de stabilité avec les grilles de confinement G1-G3-FgB-FgT (non montrés) ne présentent
aucun effet de ces grilles pour la très grande majorité des transitions observées, confirmant le
positionnement de ces boîtes sous G2. De plus, les effets suivants sont observés à la figure
3.20 :

1. Réduction générale de l’énergie d’addition lorsque VBg diminue ;

2. Irrégularités de l’amplitude des diamants de Coulomb;
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Figure 3.20. Diamants de Coulomb à VBg > VBg
th

Diamants de Coulomb à trois tensions de grilles arrière différentes pour les quatre dispositifs
mesurés. Pour le panneau (a) les paramètres et les zones des diamants de Coulomb sont identifiés.
Les chiffres indiquent le nombre d’électrons dans le système. L’échelle de couleur est la même
pour tous les diagrammes et la plage en G2 est donnée par Vini

G2 + ∆VG2.
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3. Transport en parallèle montrant la superposition de diamants d’énergie de charge
inférieure superposés aux plus grands diamants (voir Fig. 3.20(c), (f), (g), (k) ,(l)).

Les points 1-2 sont mieux visualisés à la figure 3.21 montrant l’évolution de l’énergie
d’addition en fonction de l’occupation électronique du système (N) et de la tension sur la
grille arrière pour tous les dispositifs. Les énergies extraites sont lissées suivant une loi de
puissance phénoménologique

Eadd = E(1)
add N−κ , (3.18)

où E(1)
add représente l’énergie d’addition à N = 1. Les lignes pleines de la figure 3.21 repré-

sentent en quelque sorte l’énergie de charge moyennée sur tous les dispositifs. Les régressions
montrent que l’énergie d’addition est diminuée à faible VBg et que l’atténuation en fonction
du nombre d’électrons est plus prononcée. La diminution de E(1)

add avec VBg indique que le
potentiel de la grille arrière ne contrôle pas le confinement électrostatique des boîtes quan-
tiques observées, sans quoi l’énergie de confinement diminuerait à fort VBg. L’atténuation
plus prononcée (κ plus négatif) à faible VBg semble en accord avec une réduction plus rapide
de l’amplitude des barrières tunnel avec l’augmentation de VG2 en raison des plus faibles
champs électriques dans l’active.
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Figure 3.21. Énergie d’addition des différentes transitions en régime de barrière
Énergie d’addition pour les dispositifs #2-4-5-8 à VBg = (a) 10 V (b) 6 V et (c) 3 V. Les lignes
noires sont des régressions faites sur tous les dispositifs en même temps suivant l’équation (3.18).

En raison du peu de grilles couplées aux boîtes quantiques mesurées, leur origine exacte
est difficile à statuer, et peut être multiple comme l’illustre le point 3 de la liste ci-dessus.
Outre le confinement produit par des dopants, la figure 3.22 identifie quelques mécanismes de
confinement, regroupant les boîtes quantiques formées par des contraintes dues au désaccord
des paramètres de maille entre la grille G2 et le canal [184], des boîtes quantiques formées aux
coins de G2 [306, 244] et des boîtes quantiques désordonnées (voir sous-section 3.2.2). Tel que
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aux bords de la grille G2.

décrit précédemment, le confinement ne semble pas provenir du potentiel de la grille Bg, ce
qui discrédite l’hypothèse de la formation de boîtes quantiques désordonnées. En effet, dans la
sous-section 3.2.2, ce type de boîte quantique survient lorsque le potentiel est très près du seuil
de la grille. Il est vrai que la grille G2 est négative ce qui pourrait ramener le potentiel près du
seuil de la bande de conduction en face arrière,mais dans ce cas une diminution de l’énergie de
charge avec l’augmentation de Bg serait observée ce qui n’est pas le cas. Ensuite, la formation
de boîtes quantiques en coin, c’est-à-dire aux coins formés par la grille G2 et l’active, semble
peu probable. En effet, ces boîtes sont généralement formées par l’application d’un potentiel
positif sur G2. Dans cette configuration, le potentiel est plus grand dans les coins, en raison
de la topographie aux bords de l’active et des boîtes quantiques sont observées [244, 306].
Comme le potentiel de la grille G2 est très négatif dans la configuration étudiée, il semble
impossible que les boîtes se forment selon ce mécanisme. Finalement, comme dans la section
2.3.3 il est probable que les contraintes aux bords des grilles forment des barrières de potentiel
et des boîtes quantiques non intentionnelles. Dans cette configuration, une tension négative
sur VG2 augmente les barrières tunnel et le confinement et expliquerait l’augmentation de
l’énergie de charge à fort VBg. Les multiples boîtes quantiques observées proviendraient alors
des différentes conditions de contraintes présentes aux bords de G2 et de l’active, mis en
commun avec les dopants résiduels. Évidemment, la confirmation de ces effets nécessiterait
des simulations plus approfondies qui ne font pas partie de la présente étude.
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3.2.4 Formation et triangulation de boîtes quantiques électrostatiques

La recherche de régimes de boîtes quantiques formées sous G2 a permis d’identifier
quelques régimes reproductibles entre différents dispositifs pour lesquels l’origine des boîtes
quantiques n’est pas purement électrostatique et difficile à comprendre. Dans ce qui suit,
l’utilisation des grilles G1 et G3 permet de former des boîtes quantiques de façon électro-
statique et de contrôler leur nombre. La reproductibilité, la triangulation et la comparaison
des propriétés des boîtes quantiques obtenues avec des modèles électrostatiques simplifiés
permettent de confirmer l’origine électrostatique des boîtes.

Canal formé par les grilles de confinement G1 et G3

Initialement dédiées au confinement électrostatique des boîtes formées sous G2 par
l’application d’une tension négative, les grilles G1 et G3 peuvent également être utilisées pour
activer un canal de transport pour une polarité positive. La figure 3.23(a) montre l’impact
d’une tension fortement positive sur ces grilles.

À faible tension, la configuration de potentiel est similaire aux régimes déjà étudiés
et les barrières tunnel causées par l’éloignement des grilles FgT, G2 et FgB ne permettent
pas le transport en deçà de VG2 ∼ 1.9 V (voir sous-section 3.2.2 et Fig. 3.17(a)). Par contre,
l’application d’une tension positive de l’ordre de la dizaine de volts permet d’activer à nouveau
le courant. Ceci signifie qu’en bordure de l’active, le potentiel additionnel fourni par les grilles
de G1-G3 permet d’amener la bande de conduction sous le niveau de Fermi et de former
le canal. Comme le montrent bien les figure 3.23(a)-(b), Bg et G2 ont un grand impact sur
le courant ainsi activé, alors que le courant varie peu pour de grandes plages de tension de
FgT et FgB (effet non montré). Au-delà de la tension seuil d’activation pour G1-G3, plusieurs
transitions, similaires à celles des régimes désordonnés, sont visibles. Toutefois, la recherche
minutieuse au sein de ce diagramme permet d’identifier une grande plage de paramètres
pour laquelle des boîtes quantiques régulières sont formées.

La série de lignes parallèles également espacées de la figure 3.23(b) témoigne de la
formation d’une boîte quantique simple. Ces transitions peuvent être suivies sur des plages
de tension couvrant plusieurs volts sur les grilles G1, G3 et Bg. En effet, la spectroscopie de
Coulomb de la figure 3.23(c) montre les transitions appartenant à la même boîte quantique
dans un régime différent de 3 V sur G1 et G3. La spectroscopie montre des diamants d’énergie
d’addition de Eadd ∼ 5 meV. L’énergie d’addition varie peu en fonction de la tension de grille
et indique que la boîte se trouve dans un régime à fort nombre d’électrons. Dans ce régime
l’énergie orbitale de la boîte est très faible et Eadd ∼ Ec = e2/2CΣ en bonne approximation.
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Figure 3.23. Activation du canal par les grilles G1 et G3 pour le dispositif #4
(a) Diagramme de stabilité montrant le passage du régime de barrière tunnel formé en raison
de l’éloignement entre les grilles FgT et FgB vers la formation de réservoirs d’électrons par
les grilles G1-G3. Les paramètres sont VFgT = VFgB = 1.7 VBg = 0 V et Vds = 10 mV. (b)
Diagramme de stabilité montrant la formation d’une simple boîte quantique dans le dispositif
avec VFgT = VFgB = 850 mV , VG2 = 1.9 V et Vds = 10 mV. L’encart montre les oscillations
régulières en courant, signatures de la simple boîte quantique. (c) Diamants de Coulomb, pour
une configuration de tension de grille différente, montrant une énergie de charge Ec ∼ 5 meV
pour une boîte quantique dans le régime à grand nombre d’électrons. Les paramètres sont
VFgT = VFgB = 843 mV, VG2 = 1.7 V et VBg = 0 V.

Le tableau 3.4 montre les paramètres extraits pour la simple boîte quantique du dispositif
#4. Les paramètres indiquent une asymétrie dans le couplage source et drain, indiquant que
les barrières tunnel ne sont pas symétriques. De plus, cette boîte est formée dans le bas du
dispositif et fortement couplé à Bg, G3 et FgB. La localisation de la boîte quantique sera
expliquée un peu plus loin dans la section sur la triangulation.

Contrôle électrostatique du nombre de boîtes quantiques

Le nombre de boîtes quantiques formées lorsque le canal est activé par G1 et G3, dépend
de l’asymétrie de tension entre ces deux grilles. Le contrôle du nombre de boîtes est illustré à
la figure 3.24 pour trois dispositifs. Les figures 3.24(a), (d), (g) montrent le régime de double
boîte quantique où les maxima du courant sont observés aux points triples. Toutefois, ces
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Figure 3.24. Contrôle électrostatique de boîtes quantiques en régime d’activation G1-G3
Diagrammes de stabilité pour les dispositifs #8-5-4 dans les régimes de boîtes quantiques
doubles, et simples. Selon l’asymétrie de tension, les boîtes quantiques sont formées au bas du
dispositif (près de FgB-G3) ou en haut (près de FgT-G1). Les échelles de couleur indiquant le
niveau de courant sont les mêmes pour chaque dispositif. Le bruit dans les mesures est associé
à la forte polarisation des grilles G1-G3 pour lesquelles des courants de fuites de quelques
dizaines de pA sont mesurés au-delà de 20 V. Les zones de courant plus élevées sont associées
aux défauts dans les barrières tunnel des boîtes quantiques (ex. coin supérieur droit du panneau
(c)). Des sauts dans les mesures (par exemple VG1 = 6.8 V au panneau (g)) sont également
observés et indiquent la présence de défauts chargés activés/désactivés selon les configurations
de tension.
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T Eadd (meV) cΣ (aF) cG1 cG2 cG3 cBg cFgT cFgB cs cd

1.6 K 5 ± 1 16 0.004 0.05 0.05 0.09 ∼ 0 0.08 0.47 0.21

Tableau 3.4. Paramètres de la boîte quantique simple du dispositif #4
Les différentes contributions de capacités relatives ci = Ci/CΣ sont calculées à partir de la figure
3.23(c) et des diagrammes de stabilité effectués avec les différentes grilles dans ce régime.

boîtes quantiques ne sont pas couplées. En effet, comme G2 est très positive pour permettre
le transport, cette grille agit comme réservoir supplémentaire au centre du dispositif et les
points triples correspondent à la condition ou un niveau d’énergie est disponible pour le
transport dans chaque boîte. Ceci est légèrement différent du cas des boîtes couplées ou les
points triples correspondent au transport séquentiel du même électron.

L’augmentation de la tension sur une seule des grilles à partir du régime de double
boîte quantique permet de transiter vers un régime de boîte quantique simple. En effet,
l’augmentation de G1 (G3) fait disparaître les transitions qui lui sont associées laissant ainsi
une boîte quantique au haut (bas) du dispositif. Tout se passe donc comme si l’augmentation
des tensions de grilles G1 et G3 permet de fusionner chaque boîte quantique avec son réservoir.
Ceci démontre également le contrôle électrostatique de la formation des boîtes.

Triangulation et origine électrostatique des boîtes

Les mesures de la figure 3.24 semblent indiquer que les boîtes quantiques doubles se
forment de part et d’autre de la grille G2. Afin de corroborer l’ intuition provenant desmesures
quant à la position des boîtes, un modèle électrostatique approximatif est utilisé. Dans ce
modèle, l’active est approximée par un gaz bi dimensionnel d’électrons situé à 3 nm sous la
surface. Ensuite, les équations analytiques de grilles rectangulaires sont utilisées pour estimer
le potentiel électrostatique dans l’active [307]. Cette approximation est grossière et ne tient pas
en comptes des effets d’écrantage, de confinement quantiques et de l’aspect tridimensionnel
de l’active et des grilles. L’approximation permettra tout de même d’obtenir une idée du
potentiel électrostatique et de confirmer l’intuition quant à la position des boîtes sans avoir
recours à l’artillerie du calcul par élément fini (ex. ATLAS) coûteuse en temps.

La figure 3.25 montre le potentiel simulé selon le modèle approximatif. Dans le régime de
boîtes quantiques doubles ( Fig. 3.25(a) ), deux minima sont observés de part et d’autre de la
grille G2. Ces minima correspondent aux boîtes quantiques doubles mesurées et sont séparées
par des barrières tunnel de la grille G2 et des réservoirs formés par FgT et FgB. Il est à noter
que la barrière tunnel au centre du dispositif est toujours plus grande que la barrière séparant
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les boîtes des réservoirs comme on s’y attend en l’absence de transport circulant strictement
par les réservoirs FgT, G2 et FgB. De plus la barrière tunnel séparant la grille G2 des boîtes
est plus faible que celle séparant les réservoirs des boîtes. Ceci est en accord avec la capacité
plus élevée mesurée avec la source du dispositif #4 pour des paramètres similaires de grilles
avant. Toutefois, des mesures ont montré que la présence du canal activé dépend peu de la
tension sur les grilles FgT et FgB et ce jusqu’à VFgT = VFgB = 0 V. Ceci indique la limite du
modèle lorsque les grilles avant ne sont pas activées. La simulation de ces effets d’activation
nécessiterait d’inclure les contributions d’écrantage, la présence des contacts source et drain
ainsi que la physique de la densité électronique dans le canal. Enfin, l’augmentation de la
tension sur la grille G3 (Fig. 3.25(b)) augmente le rayon de la boîte quantique et diminue
les barrières tunnel avec les réservoirs ce qui cause la fusion des boîtes quantiques et des
réservoirs observée.
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Figure 3.25. Potentiel simulé dans l’active pour le régime d’activation G2-G3
Le potentiel est simulé suivant la référence [307] pour un gaz bidimensionnel avec les potentiels
de grilles typiques VG2 = VFgT = VFgB = 1.7 V et (a) VG1 = VG3 = 10 V pour le régime de
doubles boîtes quantiques et (b)VG1 = VG3/2 = 10 V pour le régime de simple boîte quantique
formée en haut du dispositif.

Bien que simpliste, le modèle reproduit les éléments de base qui semblent être à l’origine
des boîtes quantiques dans les dispositifs. Suivant cela, des mesures de triangulation visant à
identifier la position des boîtes ont été effectuées dans le régime de doubles boîtes quantiques
correspondant aux panneaux a-d-g de la figure 3.24. Ces mesures consistent à extraire les
pentes relatives des transitions correspondant aux transitions de chacune des deux boîtes
quantiques pour chaque paire de grilles. En effet, le long d’une transition de charge, l’énergie
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de la boîte quantique est constante de telle sorte que

∆E = Ci∆Vi + Cj∆Vj = 0 (3.19)

⇒ α =
Ci

Cj
= −∆Vj

∆Vi
, (3.20)

où α est le bras de levier relatif de la grille i par rapport à la grille j, ∆Vi,j les variations de
tension de grilles le long d’une transition de charge et Ci,j les capacités des grilles.
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Figure 3.26. Triangulations des boîtes quantiques en régime d’accumulation G1-G3
Les figures (a), (b) et (c) sont le résultat de l’analyse des bras de levier. Chaque région équi levier
correspond à la condition αtheo = αexp ± 30% pour une paire de grille. Le croisement de régions
issues de différentes paires de grilles correspond donc à une probabilité accrue de trouver
une boîte quantique au point de croisement. L’échelle de couleur représente, en chaque point,
le nombre de ces croisements. Les panneaux (d), (e) et (f) présentent les données strictement
supérieures à 2 croisements. Les flèches indiquent les points au nombre de croisements maximal.

Les bras de levier relatifs mesurés αexpsont ensuite comparés aumodèle afin de déterminer
les régions de l’active comportant le même ratio αtheo = αexp. Cette condition donne naissance
à des courbes équi levier. Pour tenir compte de l’imprécision dans lemodèle et dans l’extraction
des leviers relatifs, les courbes équi levier sont identifiées à±30 %. Les résultats sont présentés
à la figure 3.26 pour trois dispositifs. Le croisement entre les régions équi levier indique que
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les boîtes quantiques semblent bel et bien situées entre les grilles G1-FgT et G3-FgB de part
et d’autre de la grille G2 et confirment l’origine des boîtes : celles-ci proviennent d’une part
du minimum de potentiel électrostatique formé par G1 et G3 et d’autre part par le bord de
l’active.

3.3 Impact des travaux

Les résultats présentés dans ce chapitre montrent les premiers pas vers une structure
UTBB FDSOI 28 nm pour la co-intégration de qubits de spin avec l’électronique de contrôle
entièrement fabriquée en fonderie en l’absence de lithographie électronique. La première
étude jusqu’à 20 mK de la plateforme a permis de valider que les dispositifs sont fonc-
tionnels à ces températures cryogéniques, et ce sans aucune modification aux procédés de
fabrication. Ces mesures préliminaires révèlent également des problématiques potentielles
au niveau de la fuite de grille pour les dispositifs d’oxyde mince GO1 ainsi qu’au niveau
des modèles analytiques utilisés pour décrire les transistors. Ces résultats publiés dans la
revue Journal of Electron Device Society [250] ont d’ailleurs stimulé l’élaboration de modèles
analytique [278] et compacte [288] jusqu’aux basses températures pour l’explication de la
saturation de la pente sous-seuil en raison du rétrécissement de l’étendue de la fonction de
Fermi et de la queue de distribution des états liés au bas de la bande de conduction.

L’étude de reproductibilité effectuée sur des substrats GO2 règle les problèmes de fuite
de grilles et présente une amélioration au niveau du comportement à basse température de
la mobilité. Ceci augmente le rapport Ion/Io f f des transistors et diminue derechef la puis-
sance dissipée lorsque le transistor est utilisé en mode d’interrupteur. De plus ces structures
présentent un meilleur comportement de la mobilité en température et offrent une repro-
ductibilité au niveau de la tension seuil incomparable aux dispositifs fabriqués à l’aide de
l’électrolithographie. La faible dépendance de la variabilité en température au niveau de ces
paramètres présente évidemment cette plateforme comme une voie d’avenir pour le déve-
loppement de boîtes quantiques fiables. En effet, en présence d’un design compatible avec la
technologie FDSOI pour l’implémentation de boîtes quantiques, cette faible variabilité laisse
présager que l’activation fiable et prédictible de boîtes quantiques à des tensions de grilles
données est envisageable. La démonstration de cet aspect présenterait une avancée majeure
au niveau de l’initialisation des boîtes quantiques dans le régime à faible nombre d’électrons.
En effet, les techniques les plus avancées pour atteindre se régime se fondent actuellement
sur des algorithmes d’auto-ajustement basés sur des euristiques [308, 309, 310, 311]. Une
fabrication plus fiable de boîtes quantiques permettrait de s’affranchir partiellement de cette
étape d’ajustement, ou du moins d’accélérer la convergence des algorithmes.
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Enfin, plusieurs régimes de transport dans les structures dédiées à grilles séparées ont
été identifiés. Bien que des boîtes quantiques dont le nombre est contrôlé de façon électrosta-
tique aient été démontrées dans ces structures, les résultats indiquent que des modifications
agressives au niveau de la séparation entre les grilles du design doivent être effectuées. Dans
la technologie standard 28 nm, ceci signifie pour l’instant que les règles de dessin doivent
être transgressées pour permettre la fabrication de dispositifs aux dimensions resserrées.
Les mesures effectuées dans cette thèse ont permis de donner le feu vert à l’exploration de
cette voie par STMicroelectronics. La simulation du procédé est présentement en cours et la
fabrication de la prochaine ronde de dispositifs débutera sous peu.

Finalement, conjointement avec la mise en place de protocoles d’initialisation de boîtes
quantiques au chapitre 2, l’expertise développée au niveau de la formation de boîtes quan-
tiques et la connaissance de toute la gamme de signatures observées dans l’opération et
l’initialisation des boîtes quantiques sous différents régimes se sont avérées très utiles pour
la conception d’un algorithme euristique d’ajustement automatique de boîtes quantiques
simples. Cet algorithme sera soumis sous peu à la revue Applied Physics Letter [208] et est
présenté à l’annexe F. Mis en commun aux développements récents dans les techniques
d’ajustement de boîtes quantiques via l’apprentissage machine [310], ces avancées ont mené
vers le démarrage d’un projet interdisciplinaire à l’interface entre les statistiques et la physique
quantique. Financé par l’appel à projets de l’Institut quantique, ce projet en collaboration avec
le département de mathématiques vise l’exploration de méthodes d’apprentissage statistiques
pour une initialisation rapide et fiable des réseaux de boîtes.

Ainsi, bien que globalement préliminaires au niveau de l’implémentation de qubit dans
des architectures de silicium, les mesures réalisées dans ce chapitre fournissent la synergie
nécessaire à l’élaboration du projet à plus grande envergure vers des structures de qubits de
spin fiables et entièrement compatibles avec l’industrie de la microélectronique.



Chapitre 4

Architecture à gaz bidimensionnel pour
les états liés de Majorana

Ce chapitre explore une perspective d’application additionnelle du couplage spin-orbite
artificiel produit par les microaimants pour l’étude d’états liés de Majorana. L’approche
explorée consiste d’abord à remplacer les nanofils utilisés pour les premières démonstrations
expérimentales [35, 36, 37, 38] par des canaux définis de façon électrostatique dans un gaz
bidimensionnel d’électrons [39]. Ensuite, le champ magnétique anisotrope de réseaux de
microaimants fournit le couplage spin-orbite nécessaire à l’émergence des états de Majorana
[40]. Ensemble, ces éléments offrent une versatilité nouvelle aux dispositifs de Majorana et
permet d’explorer leur implémentation dans les substrats de la microélectronique tels le GaAs,
le Si ou Si/SiGe. Dans cette optique et suivant les éléments requis pour l’émergence des états
liés deMajorana dans les nanofils, une architecture à gaz bidimensionnel est proposée (section
4.1). Afin de poser les premiers jalons d’une telle implémentation, des hétérostructures à
base de Si/SiGe ont été fabriquées afin d’étudier la supraconductivité induite dans des gaz
bidimensionnels d’électrons (section 4.2) .
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4.1 Émergence d’états liés de Majorana et architecture proposée

Les états ou particules de Majorana sont intrinsèquement différents des fermions ou
bosons et présentent plutôt une statistique d’anyon non abélien. D’ailleurs, ces particules sont
en fait leur propre antiparticule de telle sorte que [312]

γ = γ† , (4.1)

avec γ† et γ les opérateurs de créations et d’annihilation des états de Majorana.

Pour le calcul quantique, les opérations logiques sur les qubits basés sur les états de
Majorana bénéficient de leurs relations de commutation non triviales pour lesquelles l’échange
de particules constituant les qubits ne redonne pas nécessairement le même état. Les portes
logiques sont alors réalisées par des séquences d’échanges de particules modifiant la fonction
d’onde globale du système. Une revue détaillée de cette approche est donnée à la référence
[33].

Plusieurs systèmes à l’état solide sont envisagés pour étudier l’émergence de ces états
[313, 314]. Dans ce qui suit, l’attention sera portée vers les systèmes composés de nanofils
semi-conducteurs et de supraconducteurs à symétrie s [315]. Les considérations pour ces
nanofils serviront de base à l’implémentation d’une structure à gaz bidimensionnel avec
microaimants.

4.1.1 États liés de Majorana dans les nanofils semi-conducteurs

Dans les systèmes à l’état solide, les états de Majorana sont susceptibles de se manifester
en tant que quasi-particules. Dans certains systèmes, des régimes de paramètres particuliers
laissent place à l’atteinte d’une transition de phase topologique de laquelle émergent les états
de Majorana [316]. Imaginé par Kitaev, le système le plus simple donnant naissance à ces états
exotiques consiste en une chaîne unidimensionnelle (ou un nanofil à une bande) sans spin
en présence de supraconductivité de symétrie p [317]. Dans la phase topologique, les états
de Majorana se présentent comme une paire d’états liés (γ1 et γ2) d’énergie nulle à chaque
extrémité du nanofil.

Une telle architecture étant difficile à réaliser expérimentalement en raison du peu de
supraconducteurs intrinsèques de symétrie p, l’approche de prédilection consiste à construire
un système se comportant comme tel. Le système le plus étudié mimant la physique du
modèle sans spin est basé sur les nanofils semi-conducteurs avec fort couplage spin-orbite



4.1. Émergence d’états liés de Majorana et architecture proposée 154

et supraconductivité induite [11, 12]. L’ idée générale derrière cette implémentation et une
brève revue des avancées expérimentales seront présentées dans ce qui suit.

Nanofils semi-conducteurs et condition topologique

D’abord, un nanofil unidimensionnel supposé orienté selon la direction x est considéré.
L’hamiltonien pour la première bande d’énergie du nanofil en présence de couplage spin-
orbite s’exprime comme :

H =
∫ L

0
dx Ψ†(x)HΨ(x) (4.2)

où Ψ†(x) =
(

ψ†
↑(x), ψ†

↓(x), ψ↓(x),−ψ↑(x)
)
représente un spineur à quatre composantes

créant un électron à la position x, et ↑ / ↓ représentent l’orientation du spin. L est la longueur
du nanofil etH = H0 +H est un hamiltonien local qui comprend un terme d’interaction spin-
charge,H0, et un terme d’appariement supraconducteur,H∆. Pour un couplage spin-orbite
intrinsèque de type Rashba en une dimension, les composantes deH′ etH· s’écrivent [11]

H0 =

[
p2

x
2m∗
− µ + αpxσz

]
τz +

1
2

gµBB0 · σ , H∆ = ∆ τx , (4.3)

où σ = (σx, σy, σz) et τi=x,z représentent respectivement les matrices pour le spin et la partie
orbitale. α est le couplage spin-orbite, µ le potentiel chimique, B0 le champ magnétique
externe et ∆ le gap supraconducteur 1. Pour la discussion suivante, le champ externe est
supposé orienté selon l’axe du nanofil B0 = B0 x. Il est utile de regarder la structure de
bande d’un système périodique produit par l’hamiltonien (4.3) pour développer l’intuition
de l’appariement effectif de type p. La figure 4.1 montre les diagrammes de bandes typiques
pour un nanofil d’InAs.

D’abord, le couplage spin-orbite crée un décalage horizontal des bandes d’énergies. Ce
décalage lève la dégénérescence de spin des bandes électroniques partout sauf à k = 0
(Fig. 4.1(a)). Les minima des bandes électroniques sont alors situés à ±kSO = ±αm∗/h̄2.
L’augmentation du champ magnétique permet ensuite de lever la dégénérescence en k = 0
(Fig. 4.1(b)). De plus, la compétition entre le champ externe et le couplage spin-orbite forme
une texture de spin le long des bandes dans l’espace k. C’est en tirant profit de cette compétition
que le modèle sans spin de Kitaev peut être reproduit de façon effective dans un système à
l’état solide.

1. Il est à noter que tous les paramètres sont supposés indépendants de l’espace. Cette contrainte, sur certains
paramètres, est relâchée dans l’analyse.



155 4. Architecture à gaz bidimensionnel pour les états liés de Majorana

0 0.5 1 1.5
-500

-250

0

250

500

-2 0 2
-100

0

100

200

-2 0 2
-100

0

100

200

-2 0 2
-400

-300

-200

-100

0

100

200

300

400
(a)

(b)

(c) (d)
P ( | " i )

0 1

0 T

300 mT

600 mT

E
(µ
eV

)
E

(µ
eV

)

E
(µ
eV

)

µ
(µ
eV

)

Phase triviale

Phase
Topologique

B0 (T)kx (kSO)

Bc =
2
p
�2 + µ2

gµB

kx (kSO)

P ( | " i )
0 1

Ez

2�12�2

Figure 4.1. Structure de bande et phase topologique d’un Nanofil d’InAs
(a)-(b) Bande d’énergies en l’absence de supraconductivité pour µ = 0 et α = 0.1 eVÅ ainsi que
(a) B0 = 0 T et (b) B0 = 300 mT. Le vecteur d’onde kx est en unités de kSO = αm∗/h̄2. Les lignes
grises (bleus) indiquent le potentiel chimique (l’énergie Zeeman). (c) Diagramme de bandes
avec supraconductivité induite de gap ∆ = 0.1 meV pour des paramètres plaçant le système
dans la phase topologique. Les gaps à kx = 0 et k f sont indiqués et la symétrie par rapport à
E=0 provient de la symétrie particule-trou. (d) Diagramme de phases topologiques. Tous les
paramètres de la figure sont tirés de la référence [315] pour l’InAs.

Le terme d’appariement supraconducteur à symétrie s de l’équation (4.3), couple des
états de spin opposés en ±k. Pour un potentiel chimique ajusté à l’intérieur du gap Zeeman,
seuls deux états d’énergie de vecteur d’onde ±k sont accessibles. L’augmentation du champ
externe confère à ces états une projection globale de spin orientée selon x qui est généralement
responsable de la réduction du couplage supraconducteur à symétrie s. À l’inverse, le fort
couplage spin-orbite préserve une composante de spin antiparallèle selon z et rétablit le
mécanisme de couplage entre ces deux états appartenant à la même bande [11, 12]. Comme
les états de ces bandes possèdent globalement une orientation de spin parallèle gouvernée
par le champ externe, la supraconductivité effective à symétrie p est générée. Les propriétés
de cet appariement sont définies par l’interrelation entre les paramètres α, µ, B0 et ∆.

Le modèle sans spin effectif permet l’apparition d’une phase topologique. Le critère
topologique est donné à l’équation (4.4) et l’augmentation du champ externe permet de passer
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de la phase triviale à la phase topologique.

1
2

gµB|B0| >
√

∆2 + µ2 . (4.4)

Dans cette phase, un champ plus élevé confère une robustesse accrue par rapport aux para-
mètres du modèle (ex. µ). Pour un nanofil de taille finie dans la phase topologique, des états
liés de Majorana d’énergie nulle (Fig. 4.2(a)) sont alors localisés aux extrémités du nanofil.
Ceux-ci apparaissent (Fig. 4.2(b)) en raison du changement abrupt de la phase topologique
entre la phase triviale (hors du nanofil) et la phase topologique (dans le nanofil) [316].
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Figure 4.2. Énergies et modes de Majorana pour un Nanofil d’InAs
Résultats de la résolution numérique de l’équation (4.2) pour un nanofil de taille L = 5 µm. (a)
Modes de Majorana dans (bleu) et hors (rouge) de la phase topologique. Deux états d’énergie
nulle sont identifiés dans le cas topologique, et un gap de ∼ 40 µeV est formé. (b) Fonctions
d’ondes représentant les modes de Majorana (γ1 et γ2) plaçant le fil dans la phase topologique
pour B0 = 600 mT et dans la phase triviale pour B0 = 300 mT. Les centres de masse 〈xi=1,2〉 des
modes de Majorana sont identifiés par les lignes pointillées.

Le gap topologique ∆0 protège les états liés de Majorana. En général, plus le gap topolo-
gique est grand, plus l’étendue des fonctions d’ondes γ1 et γ2 est réduite. En fait, l’enveloppe
des modes décroit exponentiellement sur une longueur caractéristique reliée à la longueur de
cohérence supraconductrice ξ0 [316]. Comme ∆0 ∼ 1/ξ0 [318], le recouvrement des modes est
exponentiellement atténué avec l’augmentation du gap topologique. Pour le calcul quantique,
la levée de dégénérescence à recouvrement fini et la faible amplitude du gap posent des limita-
tions quant à la durée des opérations logiques et au temps de cohérence [319]. Les paramètres
limitant l’amplitude du gap topologique sont bien visualisés aux figures 4.1(b)-(d). D’abord,
deux gaps séparant les bandes d’énergies particule-trou sont présents dans la structure de
bande ( Fig. 4.1(b)). Le premier, ∆1 à k = 0, est dû à la compétition entre les termes Zeeman
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et supraconducteur. À µ = 0, ce gap se ferme à un champ critique Bc = 2∆/gµB. Le second,
∆2 à k = k f présente plutôt une compétition entre l’énergie Zeeman, le couplage spin-orbite
et le gap supraconducteur. Leur dépendance en fonction des paramètres permet de mieux
comprendre les facteurs limitant l’amplitude du gap topologique [320] :

∆1 =
1
2

gµB|B0 − Bc| , ∆2 ≈
2∆

[
2 +

√
E2

Z/4E2
SO + 4

]1/2 , (4.5)

où l’énergie spin-orbite est définie par ESO = 2αkSO et l’énergie Zeeman Ez = gµBB0. À faible
champ externe dans la phase topologique, ∆1 < ∆2, et ∆0 ≈ ∆1. Pour les champs plus élevés
(Ez & ESO), ∆2 est le facteur limitant et l’augmentation du champ diminue le gap topologique.
Ainsi, un fort couplage spin-orbite est désirable afin de permettre l’augmentation du gap
topologique à l’aide du champmagnétique. C’est pourquoi les nanofils à base d’InAs et d’InSb
de fort couplage spin-orbite sont desmatériaux de choix pour l’implémentation expérimentale.
De plus, ces matériaux possèdent un grand facteur gyromagnétique (g > 8), permettant
d’atteindre la condition topologique à faible champ externe. Cet aspect est important afin
d’éviter la dégradation du gap supraconducteur induit augmentant le recouvrement orbital.

Avancées expérimentales
La signature principale de la présence d’états liés de Majorana dans les expériences de

transport mésoscopique est l’apparition d’un pic d’énergie nulle dans la densité d’états qui
émerge dans la phase topologique [321, 322]. Cette mesure spectroscopique est basée sur le
signal de conductance différentielle à l’une des bornes du nanofil, et sonde la densité d’états
locale en ce point. Pour un mode de Majorana, l’augmentation du champ externe devrait
ainsi permettre l’apparition robuste de ce pic. Contrairement à d’autres états locaux tels les
états liés d’Andreev [37, 323] ou des états issus du désordre [324], ce pic doit posséder une
conductance quantifiée à G = 2 e2/h [325, 326]. Parmi les observations expérimentales de la
signature à énergie nulle, les jalons importants suivants ont été posés : 2 :

• 2012 : Première observation d’un pic d’énergie nulle dans la densité d’états d’un nanofil
d’InAs. Le pic présente une certaine robustesse aux paramètres expérimentaux et la
bonne dépendance avec l’orientation du champ externe, mais n’est pas quantifié [35] ;
• 2016 : Observation d’oscillations dans la séparation en énergie des modes de Majorana

en fonction du champ externe, en raison de l’interférence causée par le recouvrement

2. Il est à noter que les avancées présentées dans cette section ne sont pas exhaustives et que plusieurs
développement intermédiaires ont mené à la compréhension nécessaire à ces jalons. Une revue détaillée couvrant
ces résultats est présentée à la référence [315].
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orbital. La dépendance observée en fonction du champ et de la longueur du fil est celle
attendue pour un mode de Majorana [36] ;

• 2018 : Démonstration d’un pic robuste de conductance quantifié à G = 2e2/h [38].

Le succès de ces avancées se base surtout sur la qualité de la fabrication des dispositifs.
D’une part la croissance des nanofils utilisés permet de minimiser le désordre au sein du nano-
fil et d’éviter une densité d’états de quasi-particules résiduelle (soft gap) dans le gap induit. Ce
dernier point est d’une importance capitale pour l’implémentation de qubits cohérents dans le
futur [34]. D’autre part, le passage de techniques de fabrication descendantes (top-down) pour
le dépôt du supraconducteur [35, 327], vers les techniques ascendantes (bottom-up) épitaxiale
a permis l’obtention d’interface de haute pureté entre les nanofils et le supraconducteur
[36, 328]. Ceci favorise, entre autres un contrôle accru de l’amplitude du gap induit.

L’avancée des techniques de fabrication ascendantes présente également quelques oppor-
tunités pour la mise à l’échelle de nanofils connectés. En effet, ces nanofils peuvent désormais
être crus de façon à former un réseau pour lequel plusieurs dizaines de nanofils avec supracon-
ductivité induite sont disposés en dièse (#)[329]. De tels réseaux sont envisagés pour réaliser
les opérations logiques de tressage à l’aide d’états de Majorana. Aussi, la croissance épitaxiale
de couches d’aluminium supraconductrices sur des gaz bidimensionnels d’InAs/InAlAs offre
certainement une voie prometteuse pour les réseaux de dispositifs topologiques [330, 331, 332].
D’ailleurs, des premières signatures d’états de Majorana ont été observées dans ces systèmes
[39].

Enfin, beaucoup de ces avancées résultent des techniques ascendantes de fabrication de
ces systèmes. Or certains matériaux standards de lamicroélectronique tels les hétérostructures
de Si/SiGe ou de GaAs/AlGaAs présentent un taux de désordre très faible, faisant de ces
dernières un terrain de jeu intéressant pour l’ingénierie d’états de Majorana. Toutefois, ces
systèmes ne présentent pas de fort couplage spin-orbite ce qui limitera l’amplitude du gap
topologique induit. Comme dans les chapitres précédents, l’interface spin-charge produite
par des microaimants sera explorée afin de produire un couplage spin-orbite comparable à
celui de l’InAs et l’InSb dans une telle hétérostructure. L’idée générale consiste à remplacer
la texture de spin dans l’espace k de la figure 4.1 par une texture magnétique dans l’espace
réel [333]. Une telle approche est réalisable entre autres via la fabrication de réseau linéaire
d’atomes magnétiques sur des structures supraconductrices [334, 335], par l’utilisation de
textures produites pardes domainesmagnétiques [226], ou encore pardes réseaux de jonctions
tunnel magnétiques produisant des champs magnétiques d’amplitude ajustable [336, 337].
Dans ce qui suit, les principes théoriques reliant les textures magnétiques générées par des
microaimants et le couplage spin-orbite sont mis en place.
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Couplage spin-orbite produit un réseaux de microaimants

Pour les structures à faible couplage spin-orbite, le terme Rashba de l’hamiltonien local
H0 (4.3) peut être négligé et α ≈ 0. De façon similaire aux hamiltoniens du chapitre 1, le
champ Zeeman doit être modifié afin d’inclure une contribution provenant des aimants de
sorte que B(x) = B0 + Bm(x). Suivant la démonstration de la référence [40], l’hamiltonien
local s’écrit :

H0 =

(
p2

x
2m∗
− µ

)
τz +

1
2

gµBB(x) · σ . (4.6)

Ainsi, l’axe de quantification de spin change avec la position x dans le nanofil. Il est alors
possible de faire une transformation unitaire du type

U = exp
[

iφσxy

2

]
. (4.7)

σxy =

(
B(x)× z
|B(x)× z|

)
· σ ≡ ê · σ , cos φ = B(x) · z/|B(x)| . (4.8)

Cette transformation aligne en chaque point de l’espace l’axe z selon l’axe de quantification
et laisse la contribution supraconductrice H∆ inchangée. Sous la transformation unitaire,
l’hamiltonien prend la forme

U†H0U = Heff =

(
p2

x
2m∗
− µ

)
τz +

1
2

gµB|B(x)|σzτz +Hµ +HR , (4.9)

Hµ =
h̄2

8m∗
[
(φ′)2 + 2γ2(cos φ− 1)σz

]
τz , (4.10)

HR =
h̄

4m∗
[{

px , φ′σxy + sin φσ′xy

}
+ {px , γ(cos φ− 1)σz}

]
τz (4.11)

= H̃R + H̃B , (4.12)

avec γz = ê× ê′ et les symboles primés font référence à la dérivée selon la direction x. Les
détails de cet hamiltonien sont plutôt complexes, mais la forme générale revêt toute son
importance du point de vue du couplage spin-orbite induit par des aimants. D’abord le terme
Hµ est simplement une renormalisation du potentiel chimique. Ce terme apparaît en raison
de la modification de la structure de bande générée par la présence du champ magnétique
anisotrope. Surtout, le termeHR est la forme symétrisée d’un hamiltonien spin-orbite de type
Rashba. Le premier terme (H̃R) représente le couplage spin-orbite effectif. Pour une condition
donnant σ′xy = 0, ce terme s’exprime sous la forme intuitive

H̃R = αeffσxyτz , αeff =
h̄

2m∗
dφ

dx
. (4.13)
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Ainsi, le couplage spin-orbite effectif produit par une anisotropie de champmagnétique en une
dimension est simplement dû aux gradients de champ magnétique. Lorsque l’anisotropie ma-
gnétique a la formed’une spirale de périodicitéΩ,B(x) = Bm(x) = Bs [sin(Ωx)x + cos(Ωx)z],
cet hamiltonien redonne le hamiltonien (4.3) avec un potentiel chimique µ̃ = µ− h̄2Ω2

8m∗ et un
couplage spin-orbite αeff = h̄Ω

2m∗ :

Heff =

(
p2

x
2m∗
− µ̃ + αeffσxy

)
τz +

1
2

gµBBsσz . (4.14)

Le champ spiral reproduit l’hamiltonien de l’équation (4.3) et les états liés de Majorana
devraient apparaître aux extrémités d’un tel nanofil pour la condition topologique modifiée

1
2

gµBBs >
√

∆2 + µ̃2 . (4.15)

Ainsi, la phase topologique est atteinte pour une condition similaire à celle des nanofils
à fort couplage spin-orbite, mais cette fois, c’est l’énergie Zeeman associée à l’amplitude
du champ spiral qui détermine la condition topologique. Pour des matériaux à fort facteur
gyromagnétique, une telle spirale confère au système des propriétés topologiques similaires
à celle des nanofils à fort couplage spin-orbite [40]. Toutefois, les forts facteurs g viennent
généralement de pair avec avec une forte amplitude du couplage spin-orbite, et l’approche
des microaimants est moins utile dans un tel contexte.

Le champ magnétique anisotrope produit par les aimants forme des gaps d’énergie
dans la structure de bande et limite la plage de potentiel chimique donnant lieu à la phase
topologique [338]. Comme le champ externe contribue aussi au champ Zeeman total pour
l’atteinte de la phase topologique, l’interrelation entre ce champ et celui produit par les
aimants est utile pour maximiser la robustesse de la phase topologique. Ainsi, l’optimisation
des profils magnétiques est nécessaire afin demaximiser autant le champ Zeeman, le couplage
spin-orbite et la robustesse de la phase topologique en fonction des différents paramètres tels
le champ magnétique externe et le potentiel chimique.

4.1.2 Architecture proposée et viabilité expérimentale

Dans l’objectif de bénéficier des substrats à gaz bidimensionnel de haute mobilité tels
le GaAs/AlGaAs [339] et le Si/SiGe [340, 341], une approche expérimentale basée sur les
microaimants est proposée. Cette approche, illustrée à la figure 4.3, utilise des grilles élec-
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trostatiques afin de définir un canal unidimensionnel dans le gaz d’électrons situé sous la
surface. Le réseau d’aimants fourni le couplage spin-orbite nécessaire et deux approches
sont envisagées pour induire la supraconductivité. La première (Fig. 4.3(b)), est basée sur
des démonstrations expérimentales dans les hétérostructures de AlGaAs/GaAs [342] et
d’InAs/InGaAs [343]. Dans une hétérostructure inversée permettant de minimiser l’oxyde
natif entre le contact supraconducteur et le gaz d’électrons, des barrières tunnel transparentes
sont obtenues à l’aide d’un contact en NbN [339]. La seconde (Fig. 4.3(c)) explore également
des méthodes de fabrication descendantes afin de réaliser un contact supraconducteur via
la diffusion d’un tel matériau vers le gaz d’électrons. C’est cette dernière approche qui sera
étudiée expérimentalement à la section suivante dans une hétérostructure de Si/SiGe.

z
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Figure 4.3. Plateformes à gaz bidimensionnel de couplage spin-orbite artificiel pour les
états liés de Majorana
(a)-(c) Configurations de réseaux de microaimant conférant un champ magnétique périodique à
un nanodifl confiné électrostatiquement. La ligne pointillée indique la position du gaz d’élec-
trons. Les grilles sont utilisées pour appauvrir en électrons les régions sous-jacentes, de façon à
former le canal au centre de celles-ci. (d)-(e) méthodes envisagées pour la supraconductivité
induite dans le gaz d’électrons pour des aimants suivant la géométrie (a). (d) Supraconductivité
induite par contact direct avec le gaz d’électrons (- -). Les grilles d’aluminium oxydées per-
mettent d’éviter les courts-circuits avec le supraconducteur déposé. La grille de droite permet de
contrôler la barrière tunnel avec le supraconducteur et celle de gauche assure le confinement. (e)
Supraconductivité induite par contact diffusé (rectangles bleus). Les grilles séparant le contact
du canal servent à définir les barrières tunnel et les autres à créer le confinement et le canal
unidimensionnel (- -).

Pour une telle architecture, les points importants à considérer sont les suivants :
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• Formation d’un canal unidimensionnel par confinement électrostatique : La démons-
tration de la conductance quantifiée contrôlée électrostatiquement dans un point de
contact quantique laisse présager que cette approche est viable [331, 332]. D’autre part,
dans les hétérostructures à haute mobilité, la quantification de la conductance est obser-
vée pour des canaux d’une dizaine de micromètres de longueur [344, 345], laissant place
à des nanofils unidimensionnels permettant de bien séparer les modes de Majorana.
Il est également à noter que le champ électrique produit par les grilles est un outil
intéressant pour augmenter le couplage spin-orbite [346, 347].

• Qualité du contact supraconducteur : Comme la technique visée est de fabrication
descendante, l’interface supraconductrice envisagée risque de présenter des perfor-
mances réduites par rapport aux dispositifs épitaxiaux. L’objectif est toutefois d’obtenir
un contact de qualité suffisante pour une première démonstration.

• Énergie Zeeman et amplitude des anisotropies magnétiques :De façon identique aux
contraintes expérimentales soulevées dans le chapitre 2, les considérations géométriques
et matériaux utilisés pour la fabrication de réseaux d’aimants posent des contraintes
additionnelles sur les champs produits par les aimants. De plus, le faible facteur gyroma-
gnétique (g . 2) pour les hétérostructures envisagées ajoute une difficulté additionnelle
afin d’obtenir le champ Zeeman nécessaire à l’atteinte de la phase topologique.

Afin d’adresser le dernier élément en détail, deux études théoriques visant à élucider les
limites de réseaux d’aimants ont été réalisées [224, 225]. Les deux manuscrits résultants sont
présentés aux annexes G et H, et les résultats principaux résumés à la section 4.3. Ces travaux
sont basés sur la mise en place et l’application d’un algorithme d’optimisation numérique,
cherchant à maximiser la protection topologique des modes de Majorana issus des hamilto-
niens (4.2), (4.3) et (4.6). Ensemble, ces études indiquent de nouvelles voies de recherche liées
à l’utilisation d’anisotropies magnétiques pour favoriser l’émergence des états liés Majorana.
Celles-ci indiquent également que des signatures expérimentales sont envisageables dans
l’approche proposée pour des réseaux périodiques de microaimants dans les hétérostructures
à faible facteur gyromagnétique. Surtout, comme au chapitre 1, une attention particulière est
portée vers la robustesse des états de Majorana en présence de désordre causé par l’impréci-
sion expérimentale de la position d’aimant individuel dans le réseau. Des réseaux d’aimants
plus robustes sont identifiés en conséquence. Toutefois, bien que le couplage spin-orbite
produit par les aimants soit comparable à celui de l’InAs, le gap topologique simulé dans ces
architectures (∼ 5 µeV) est dix fois plus faible que dans les nanofils en raison du faible facteur
g. Ceci peut, en partie, être contrebalancé par le rapprochement des réseaux d’aimants du
gaz d’électrons par l’emploi d’hétérostructures à gaz bidimensionnel peu profond.



163 4. Architecture à gaz bidimensionnel pour les états liés de Majorana

4.2 Supraconductivité induite dans les hétérostructures de Si/SiGe

Alors que les réseaux de microaimants pourraient fournir l’interface nécessaire au cou-
plage spin-orbite artificiel des hétérostructures, ces dernières doivent également permettre la
formation d’un canal supraconducteur par effet de proximité pour l’étude des états liés de
Majorana. D’ailleurs, des hétérostructures à haute mobilité à base de GaAs/AlGaAs ont déjà
permis de démontrer ce lien supraconducteur [339]. Toutefois, le faible facteur gyromagné-
tique ne permet pas d’envisager l’observation des états liés deMajorana et des hétérostructures
à base de Si/SiGe seraient préférables (voir annexe H). Dans cette optique, des hétérostruc-
tures à gaz bidimensionnel d’électrons en Si/SiGe visant une première démonstration de la
supraconductivité induite ont été fabriquées conjointement avec l’équipe de Tzu Ming Lu aux
Sandia National Laboratories. Cette section décrit les dispositifs et la méthode de fabrication
descendante des contacts supraconducteurs (sous-section 4.2.1) ainsi que les résultats obtenus
pour deux types de gaz d’électrons (sous-section 4.2.2 et sous-section 4.2.2).

4.2.1 Hétéroctructures et dispositifs

Les dispositifs et hétérostructures de Si/SiGe sont présentés à la figure 4.4. Le substrat
de base pour toutes les hétérostructures est constitué de multicouches épitaxiales de Si et
SiGe permettant de former un gaz bidimensionnel de haute mobilité dans la région du puits
quantique à 100 nm sous la surface. 3[348]. Les puits quantiques de ces substrats présentent
une mobilité maximale de µ2DEG = 1× 106 cm2V/s à une densité de n2DEG = 2× 1011 cm−2.
Pour atteindre ces hautes mobilités, les hétérostructures de base ne sont pas dopées, et le canal
est activé par une grille d’accumulation couvrant ce dernier figure 4.4(c). Comme l’effet de
grille peut être écranté par la densité élevée de paires de Cooper dans l’état supraconducteur
[35], deux autres types d’hétérostructures possédant un canal dopé (Fig. 4.4(a)-(b)) ont été
fabriquées. Les propriétés de ces substrats dopés sont inconnues, mais la mobilité devrait
être fortement dégradée et la densité électronique augmentée. Ce dernier point est renforcé
par l’absence d’effet de grille dans les hétérostructures de la figure 4.4(b). Des propriétés
additionnelles et les possibilités offertes pour le transport mésoscopique dans les substrats de
base sont explicitées aux références [340, 349, 341].

3. Des hétérostructures de puits situés à 10 nm sous la surface ont également été explorées, mais ne seront
pas présentées ici.
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Figure 4.4. Hétérostructures en Si/SiGe et dispositifs pour la supraconductivité induite
(a) - (b) Le canal conducteur est formé dans un puits quantique dopé n+ à 100 nm sous la surface
de l’hétérostructure. Pour ces hétérostructures, le gaz d’électrons n’est donc pas tout à fait bi
dimensionnel et les propriétés de transport du canal inconnues. Pour le dispositif (b) une grille
électrostatique isolée permet d’appliquer un champ électrique afin de changer la densité. Étant
donnée la densité électronique élevée, cette grille s’est avérée inutile. (c) Hétérostructure enmode
accumulation pour les gaz bidimensionnels de haute mobilité. Le canal est formé dans un puits
de Si non dopé et activé par la grille électrostatique. Pour toutes les hétérostructures, la couche de
niobium recuite sur les contacts ohmiques permet de former le contact supraconducteur au puits
quantique. (d) Dispositif formé de l’hétérostructure (a) possédant des contacts pour la mesure à
quatre pointes des propriétés de transport. Les plots de connexions en or sont microsoudés à
l’aide de fils d’or par une méthode biseau-biseau (wedge-wedge). (e) Région centrale du dispositif
en (d) montrant le schéma de connexion permettant la mesure à quatre pointes du canal de
longueur L (en ligne pointillée). Les longueurs nominales L = 2, 4, 6, 10 µm ont été fabriquées.
Tous les motifs sont fabriqués en photolithographie. (f) Zone élargie et (g) centrale des dispositifs
(b)-(c) avec grille électrostatique surplombant le canal.
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Procédé de fabrication
Les structures pour l’étude de la supraconductivité induite dans les puits quantiques

sont ensuite définies à l’aide de procédés de photolithographie (Fig. 4.4(d)-(g)). Bien que
cette technique limite la longueur minimale L du canal à des valeurs de L ∼ 1.5− 2 µm, elle
permet d’éviter les défauts induits par des méthodes plus précises à base de lithographie par
faisceau d’électrons qui pourrait dégrader la mobilité. Les grandes lignes du procédé vont
comme suit :

1. Formation du canal : Un procédé de photolithographie suivi d’une gravure permet de
définir la région active (région du canal à la Fig. 4.4(e)) ;

2. Lithographie du masque de résine : Un procédé standard de photolithographie est
utilisé afin de graver des tranchées dans le masque de résine. Aux figures 4.4(e)-(g), les
régions gravées correspondent aux régions identifiées Nb /Implants et définissent les
zones où un contact ohmique au canal sera effectué ;

3. Implantation au phosphore : Cette étape permet de former des contacts ohmiques au
gaz d’électrons par la formation de zones semiconductrices dégénérées ;

4. Nettoyage de la couche de silicium dégradée : Suivant l’implantation, la surface du
silicium est dégradée et doit être nettoyée afin d’assurer une bonne interface entre le
supraconducteur et le canal ohmique. Ceci est réalisé à l’aide d’acide (BOE) et de plasma
d’argon ;

5. Dépôt du supraconducteur : Le dépôt de la couche de Nb est réalisé et suivi d’un
procédé de soulèvement ;

6. Recuit thermique : ce recuit permet l’activation des contacts ohmiques et forme l’alliage
avec niobium, qui est diffusé dans le contact lors du recuit à une température 625◦C;

7. Oxide de grille : Dépôt par ALD de la couche isolante Al2O3, afin d’isoler la grille des
contacts métalliques ;

8. Grille et plots de connexion : Lithographie et dépôt des grilles d’or et des plots de
connexion pour la micro soudure.

À l’opposé des méthodes visant à rendre une partie des couches de silicium supracon-
ductrice par implantation d’ions [350, 351, 352, 353], l’objectif du procédé est de créer un
alliage supraconducteur par la diffusion du niobium (étapes 4 et 5) dans le contact ohmique
(formé à l’étape 2). Bien qu’à première vue un tel procédé semble mener à des jonctions
supraconductrices désordonnées au niveau du gaz d’électrons, des procédés similaires ont
déjà été employés avec succès dans des hétérostructures [354]. Plus récemment, des contacts
supraconducteurs sans densité d’états de quasi-particules sous le gap (hard gap) dans les
nanofils de Ge-Si ont été fabriqués par un tel procédé [355].
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Propriété de l’alliage Nb / Si implanté

La première étape vers l’étude de la supraconductivité induite est de vérifier que les
contacts de Nb diffusés sont toujours supraconducteurs suite au protocole de fabrication.
Pour ce faire, les échantillons sont micro soudés et refroidis jusqu’à la température de base de
T = 10 mK d’un réfrigérateur à dilution(Fig. 4.5(a)). Pendant le refroidissement, la résistance
d’un micro fil (Fig. 4.5(b)) est mesurée en fonction de la température. Différentes méthodes
de nettoyage ont été explorées afin d’assurer un bon contact entre le silicium implanté et
le niobium avant le recuit thermique d’activation. Ces méthodes consistent entre autres à
l’ajustement de la puissance et du temps d’exposition au plasma d’Argon. Pour un procédé
de puissance modérée, la surface est insuffisamment nettoyée, et une barrière anti-diffusion
est formée à l’interface niobium-silicium. À basse température, la résistance de ces contacts
atteint plusieurs MΩ (Fig. 4.5(c)). Cette problématique est réglée par l’entremise d’un plasma
plus agressif pour lequel la résistance du contact chute à R = 2 Ω à la température de base
du cryostat, avec une décroissance prononcée sous 1 K témoignant de la présence de la
supraconductivité dans le contact.

La résistance à basse température est mesurée par la méthode de résistance différentielle.
Dans cette méthode, des sources de courant continu (IDC) et alternatif (IAC) sont connectées
au port I+, et la différence de tension démodulée est mesurée directement entre les ports V+

et V− (voir la Fig. 4.4(e) pour la disposition des ces contacts sur les dispositifs de jonction) :

R =
dV
dI

=
(V+ −V−)AC

IAC
(4.16)

Suivant la configuration des contacts de la Fig. 4.5(b) s’apparentant à une mesure à
deux terminaux du microfil de niobium diffusé, la résistance de ce fil est obtenue à basse
température figure 4.5(d) . D’abord, près de T = 500 mK, une décroissance abrupte sur une
plage ∆T ∼ 100 mK est observée suivie d’une décroissance lente pour atteindre R = 2 Ω
à la température de base du cryostat. À partir de cette courbe uniquement, il est difficile
d’extraire la nature des deux contributions. Toutefois, la comparaison entre plusieurs fils et
les dispositifs à puits quantique permet d’identifier la première transition comme étant la
transition supraconductrice des fils. La température critique de Tc ∼ 420 mK est obtenue par
interpolation. Comme le procédé de niobiumutilisé pour ce procédé présente une température
critique de Tc = 2 K, la valeur ici mesurée est en accord avec une réduction de la température
critique suite au procédé de diffusion et d’alliage du niobium avec le silicium implanté. À
plus faible température, la décroissance lente est attribuée à la supraconductivité induite dans
les plots de contact d’or. Cette interprétation est renforcée par la courbe de la figure 4.5(e)
où deux séries de transition à fort et faible IDC sont observées. Les transitions à IDC ∼ 10 µA
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Figure 4.5. Montage et propriétés de l’alliage de Nb mesuré sur un fil millimétrique
(a) Photographie d’un montage typique. Les deux séries d’échantillons contenant chacune un fil
et quatre jonctions de L = 2, 4, 6, 10 µm sont ancrées thermiquement sur un support en cuivre
et micro soudées sur un circuit imprimé connecté aux appareils de mesures. Les câbles de
connexion sont ancrés thermiquement à 10 mK. Ces câbles thermocoax sont de 1 MHz de bande
passante. (b) Photographie optique d’un nanofil d’un dispositif à micro fil pour la caractérisation
de l’alliage Nb / implants. Chaque plot de contact est connecté à deux micro soudures pour
une mesure à quatre pointes. (c) Résistance à courant nul en fonction de la température pour
deux procédés de nettoyage plasma différents. La ligne pointillée est un guide. (d) Transition
supraconductrice des fils identifiant la température critique. (e) Courbe de courant critique, les
grandes variations sont dues à différentes portions du micro fil devenant supraconductrices,
alors que la portion centrale (lignes pointillées) est associée à la supraconductivité induite au
niveau des plots de contacts d’or.
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comportant les baisses de résistance les plus marquées sont attribuées au micro fil, alors que
les autres sont attribuées à l’interface entre les contacts d’or et le fil.

4.2.2 Signatures expérimentales de la supraconductivité induite

À l’interface entre un supraconducteur (S) et unmétal normal (N), le transport électronique
est médié par la réflexion d’Andreev [356]. Dans ce processus, les électrons du métal N sont
rétro réfléchis en trous et une paire de Cooper est transmise dans le contact S. Au niveau
microscopique, ce processus cohérent est responsable de la supraconductivité induite dans le
métal normal. En effet, les corrélations de phase entre les électrons et trous issus des réflexions
d’Andreev dans le métal persistent sur une certaine longueur caractéristique Lξ pour laquelle
l’amplitude de probabilité d’une paire de Cooper est non-nulle [357]. Ce faisant, un gap
supraconducteur induit est formé dans le métal N et l’amplitude de ce gap varie dans l’espace
selon les propriétés de transport du métal et les propriétés microscopiques de l’interaction
électron-électron dans celui-ci [358]. Dans les dispositifs fabriqués, où les contacts se situent à
chaque extrémité du canal, le gap minimal devrait se situer près du centre du canal.

Dans un métal en présence de désordre, les réflexions d’Andreev persistent et la relation
de phase entre les électrons et trous est préservée donnant lieu à une augmentation de la
conductance du milieu N [359]. En fait, la longueur caractéristique préservant la cohérence
est reliée à l’énergie de Thouless ETh = h̄D/L2 du milieu désordonné, où L est la longueur
du système et D sa constante de diffusion [360, 361, 357]. Pour des électrons caractérisés par
l’énergie thermique kBT du système, la longueur de corrélation associée est donc

Lξ =

√
h̄D
kBT

. (4.17)

Pour les systèmes à gaz bidimensionnel de haute mobilité présentés à la section précédente,
la constante de diffusion est donnée par D = v f · le/2 avec le libre parcours moyen le ∼
7 µm. Dans ces conditions, la longueur de cohérence est estimée à Lξ ∼ 5 µm. Comme
l’amplitude d’appariement supraconducteur décroit de façon exponentielle sur cette longueur
caractéristique ∆∗ ∼ ∆ exp[−L/Lξ ] [362], un courant supraconducteur devrait être observable
pour ces jonctions. Toutefois, pour les dispositifs de série A et B à canal dopé, la mobilité
devrait être diminuée de même que les propriétés supraconductrices des jonctions SNS dans
ce dispositif. Les résultats sur ces deux séries d’échantillons sont d’abord présentés. Au total
plus d’une dizaines de jonctions de différentes longueurs ont été mesurées. Seuls les résultats
les plus significatifs et représentatifs sont présentés dans ce qui suit.
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Figure 4.6. Survol d’une mesure typique pour les échantillons de série A et B
(a) Cartographie de la résistance différentielle normalisée par la résistance dans l’état normal
Rn prise à T = 1 K, en fonction du courant DC et de la température. Les lignes pointillées
représentent les différentes traces des panneaux (b) pour la dépendance en courant et (c) de la
dépendance en température de la jonction.

Le résultat principal de cette étude est présenté à la figure 4.6(a) pour une jonction de
L = 2 µm de la série A. La mesure à quatre pointes pour cet échantillon montre clairement
une signature supraconductrice où une diminution de la résistance totale de la jonction est
observée en deçà d’une température critique T∗c et d’un courant critique I∗c . Les caractéristiques
globales de cette cartographie sont représentatives de la majorité des jonctions mesurées, et
certaines différences seront identifiées dans les sous-sections suivantes.

En plus de l’absence de courant supraconducteur, deux signatures importantes sont
apparentes en fonction du courant IDC dans la jonction (Fig. 4.6(b)) :

i. Maxima symétriques en courant : Ces maxima sont associés à la transition supracon-
ductrice et sont reliés au courant critique I∗c . Ce courant critique n’est toutefois pas le
courant critique de la jonction en entier puisque la résistance de la jonction ne s’annule
pas. Comme il sera discuté dans la prochaine sous-section, ces pics sont dus aux contacts
supraconducteurs et témoignent de la présence de supraconductivité induite et de la
formation d’une jonction SNS ;

ii. Maximum à courant nul : Ce maximum présente une dépendance non triviale autant
en courant qu’en température (Fig. 4.6(c)). Il témoigne également de la formation d’une
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jonction SNS de transparence intermédiaire [339].

Ensemble les deux points précédents montrent qu’un contact supraconducteur au gaz
d’électron a été réalisé, mais que les propriétés de l’interface SN et la longueur de cohérence
dans le métal normal ne permettent pas le transport de supercourant. Tel que mentionné
précédemment, ceci est attendu pour les dispositifs de série A et B pour lesquels le canal
est de faible mobilité. Toutefois, afin de mieux comprendre le système à l’étude et de véri-
fier les limites expérimentales offertes par ces hétérostructures, des mesures plus détaillées
sur plusieurs jonctions sont présentées. L’objectif est d’appuyer les points i) et ii) afin de
confirmer que la signature mesurée est bien celle d’une jonction SNS en l’absence de courant
supraconducteur.

Origine des signatures expérimentales observées

L’impact de la longueur du canal normal N et la variabilité entre les séries A et B sont
illustrés à la figure 4.7(a)-(c). D’abord, la majorité des dispositifs de la série A présentent un
courant I∗c plus élevé que ceux de la série B. Ceci est attribué, encore une fois, à un moins
bon nettoyage de la surface entre le niobium et les zones implantées. Pour ces jonctions les
signatures supraconductrices surviennent toutes à T<120mK, et les mesures à deux terminaux
entre les contacts I+ et V+ présentent les mêmes propriétés 4. Par contre, pour la majorité
des jonctions la résistance normalisée R/Rn aux courants inférieurs à I∗c augmente avec la
longueur du canal. Cette observation est compatible avec le fait qu’une partie du canal est
«court-circuitée» par le supraconducteur.

D’abord la figure 4.7 montre la variation de la résistance dans l’état normal Rn en fonction
de la longueur mesurée du canal L. La régression linéaire indique que toutes les jonctions
présentent une longueur additionnelle de LA

0 = 4.5 µm et LB
0 = 3.6 µm et que les canaux

mesurés sont de longueur effective L = L + L0. Pour les échantillons de la série B, le ratio
L0/L est respectivement de 59%, 45% et 27% pour les canaux de 2, 4 et 10µm. Dans une marge
de ±10%, ceci correspond à la variation de résistance ∆R de 49%, 39% et 19% observée près
de la transition pour cet échantillon. Pour les fils de la série A, c’est plutôt le rapport L0/2L
qui suit la même dépendance. Ce facteur de différence n’est pas tout à fait compris, mais
semble concorder avec une plus faible transparence de la barrière tunnel entre S et N.

Ensuite, comme lemontre la figure 4.8(a), cette variation abrupte de résistance est observée
à une température critique T∗c avoisinant celle de Tc ∼ 420 mK des contacts supraconducteurs
présentés précédemment et confirme que la signature observée provient bel et bien d’un
court-circuit avec les contacts supraconducteurs. Par ailleurs cet effet n’est observable qu’en

4. Mesure non-présentées pour alléger la discussion.
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Figure 4.7. Impact de la longueur du canal sur les propriétés des jonctions
(a)-(b) Effet de la longueur du canal sur la résistance normalisée par Rn = R|I=10 µA mesurée à
IAC = 100 nApour deux dispositifs de la série A. La valeur du ratio à courant nul augmente avec
l’augmentation de L. Pour ces panneaux le courant d’excitation est (c) Mesures à IAC = 10 nA
pour la série B. (d) Dépendance de la résistance dans l’état normal en fonction de la longueur
mesurée L du canal. Les lignes pointillées sont des régressions pour les séries A et B.

présence de barrières tunnel transparentes de faible résistance. En effet, suivant l’argument
des références [360, 363], la contribution à la résistance totale de la portion de longueur L0

recouverte des contacts supraconducteurs peut être décomposée en deux résistances agissant
en parallèle ; soit a) la résistance dans l’état normal RL0

n et b) RL0
s la résistance induite dans

l’état supraconducteur. Pour une barrière opaque, la résistance RL0
s � Rn et la transition

supraconductrice des contacts sont absentes de la signature. Ceci est d’ailleurs observé pour
le canal de 4 µm de l’échantillon A3, où la résistance ne varie presque pas en fonction de
la température. 5. À l’inverse, pour une barrière complètement transparente Rs = 0 et la
variation de résistance est donnée par ∆R/Rn = L0/L. Pour des barrières tunnel de Rs ∼ Rn,

5. Il est à noter que le comportement des contacts pour cet échantillon est le même que pour les autres
échantillons.
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Figure 4.8. Effet de la température sur les signatures des jonctions
(a)-(b) Effet de la longueur du canal sur la résistance normalisée par Rn = R|I=10 µA mesurée à
IAC = 100 nA et IDC = 0 pour deux dispositifs de la série A. La valeur du ratio à courant nul
augmente avec l’augmentation de L. Pour ces panneaux le courant d’excitation est (c) Mesures à
IAC = 10 nA pour la série B. (d) Dépendance de la résistance dans l’état normal en fonction de
la longueur mesurée L du canal. Les lignes pointillées sont des régressions pour les séries A et
B.
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la variation devrait être intermédiaire à ces deux cas extrêmes ce qui semble être le cas
pour la série d’échantillons A. Enfin, la dépendance du courant critique I∗c en fonction de la
température pour deux jonctions est présenté à la figure 4.8(b). Cette dépendance sature tel
qu’il serait attendu pour une jonction SIS [318] et le courant critique s’annule à T∗c = 450 mK,
en accord avec l’interprétation précédente.

Ainsi, tout indique que la majorité des jonctions présentent une région de longueur L0

supraconductrice de transparence intermédiaire et qu’une jonction SNS est donc formée
dans le système. La transparence intermédiaire de la barrière se reflète également dans les
courbes de courant pour I < I∗c . En effet, pour des jonctions de transparence intermédiaire,
des simulations numériques réalisées pour des systèmes SNN′NS tenant compte des proprié-
tés d’interface différentes du métal normal (N) par rapport au canal (N′), indiquent qu’un
maximum devrait être observé à courant nul pour des jonctions de plus faible transparence
[364, 339] . Un tel effet a déjà été observé par le passé [361, 354]. Les figures 4.8(c)-(d) montrent
bien l’évolution du pic en fonction de la température pour deux échantillons. La disparition
de ce dernier à l’approche de T∗c est en accord avec les simulations numériques, et est attribué
à la variation en température de la résistance tunnel [360].

Diversité des signatures expérimentales et densité d’états

Dans les jonctions SNS le comportement à l’interface des jonctionsmodifie grandement les
propriétés du métal normal N. Ainsi, la différence de phase supraconductrice φ entre les deux
contacts supraconducteurs et la qualité des interfaces supraconductrices sont susceptibles
de modifier la densité d’états dans le fil et donc de changer la réponse R = dV/dI(V) du
système [365]. De façon qualitative, cet effet est observé pour des échantillons bien particuliers,
présentant des caractéristiques dV/dI très différentes de celles des sections précédentes.

À la figure figure 4.9(a), cet effet est illustré pour quelques échantillons de la Série A, et
montre la variabilité de la réponse du système selon la qualité des contacts supraconducteurs.
En plus du pic à V = 0 dû à la faible transparence des barrières, des structures importantes
apparaissent à la transition supraconductrice. La figure 4.9(b), montre la variabilité de la
signature pour un même dispositif lorsque les contacts I− et V− sont inversés. Pour ce
dispositif, la signature à faible énergie due à la transparence des barrières est peu modifiée,
alors que celle à la transition supraconductrice est fortement modifiée. Ceci témoigne de la
grande variation de la densité d’états locale entre chacun des contacts et illustre la nécessité
de diminuer le désordre dans le système via l’emploi des structures à canal non dopé.
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Figure 4.9. Variabilité des dispositifs, densité d’états et impact des contacts
(a) Caractéristiques R/Rn en fonction de la tension aux bornes des contacts, indiquant la grande
variabilité entre différents dispositifs. (b) Effet de la géométrie des contacts sur la mesure réalisée.
Dans la configuration standard, les signaux sont injectés comme à la figure 4.4(e) alors que pour
la courbe rouge, les ports I− et V− sont interchangés.

Amélioration au montage expérimental

Afin de s’assurer que la résistance finie mesurée à basse température dans les jonctions
n’est pas due à un effet de bruit électromagnétique dans le système, des améliorations ont
été apportées au montage (Fig. 4.10(a)). Ces modifications consistent en l’ajout d’un écran
supraconducteur pour éviter les variations du flux magnétique, et l’amélioration du filtrage
jusqu’à une bande passante de 1 kHz. En effet, en première approximation, la jonction SNS,
peut être identifiée à une jonction Josephson SIS pour lesquels deux relations importantes
peuvent être tirées [318] :

Is = Ic sin(∆φ) (4.18)
d∆φ

dt
=

2eV
h̄

(4.19)

où Is est le courant supraconducteur, Ic le courant critique et ∆φ la différence de phase
supraconductrice entre les deux contacts S. Alors que la première relation décrit l’état du
courant supraconducteur, la seconde revêt son importance lorsque du bruit électromagnétique
est présent dans le système. En effet, une variation du champ électromagnétique est susceptible
demodifier le flux traversant la jonction tunnel et donc la différence de phase supraconductrice
entre les deux contacts. Ceci résulte en une tension V aux bornes de la jonction. Dans le cas du
modèle de circuit RCSJ, où la jonction est placée en parallèle avec une résistance R ∼ RN et une
capacité C, la tension créée aux bornes de la jonction génère un courant de quasi-particules
associé à la résistance R.
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Figure 4.10. Améliorations au schéma expérimental et résistance finie
(a) Nouveau montage expérimental comportant un écran supraconducteur en plomb (lignes
blanches) et des filtres RC de 1 kHz (lignes vertes). Le tout est ancré thermiquement à la
chambre à mélange du réfrigérateur à dilution. (b) Comparaison des signatures avec et sans
écran supraconducteur pour l’échantillon A7-2 µm avec IAC = 100 nA à T = 25 mK.

Les résultats présentés à la Fig. 4.10(b), montrent qu’une contribution significative à
la résistance mesurée provient de cet effet, mais ne permet toujours pas l’obtention d’un
courant supraconducteur dans la jonction et indique une fois de plus la nécessité d’améliorer
l’interface SNS et la longueur de cohérence dans le canal N.

4.2.3 Structures en mode d’accumulation

Dans une première tentative d’augmenter la longueur de cohérence dans la portion N de
la jonction SNS, les structures enmode d’accumulation présentant desmobilités électroniques
de ∼ 1× 106 cm−2/Vs sont explorées. Comme au chapitre 3, ces dispositifs se comportent
comme des transistors, et l’application d’une tension de grille suffisamment élevée permet
l’accumulation d’électrons et la formation du canal. En principe, cette configuration permet
également la variation de la barrière tunnel entre le contact supraconducteur et le canal et
permet l’étude de différents régimes de transport de la jonction SNS [331, 332, 366].

À la température de base du cryostat, la figure 4.11(a) montre que le canal en mode accu-
mulation est activé par l’application d’une tension de grille suffisante. Comme ces structures
sont très sensibles à l’environnement électrostatique, la courbe d’accumulation dépend de
l’historique de polarisation de la grille. Cet effet est dû à des niveaux de charge métastables à
l’interface entre l’oxyde d’Al2O3 et le silicium. Ces états sont activés par des fortes polarisations
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Figure 4.11. Activation et barrières tunnel dans les structures en mode d’accumulation
(a) Courbes d’accumulation pour trois canauxde longueurs différentes àVDC = 1mVen fonction
de la tension de grille. Les courbes pleines, présentent les courbes suite au refroidissement. Les
courbes pointillées sont acquises suite à une excursion de à Vg = −5 V permettant de décharger
les trappes dans le dispositif. Les tensions seuil sont décalées et la pente sous-seuil augmentée.
(b) Courbe VDC(|DC) caractéristique d’une jonction tunnel à une tension de Vg = 2 V et (c) pour
Vg = 3 V à deux températures différentes. La barrière tunnel domine le transport électronique à
basse énergie sur toute la plage de température sondée.

de grilles, de biais source-drain ou encore par des décharges électrostatiques [367, 368, 369].
Ces effets modifient la tension seuil et les capacités de couplage de la grille d’accumulation et
limite la densité maximale d’électrons dans le canal. À basse température, la configuration de
charge est rétablie par l’application d’une forte polarisation négative qui dépeuple ces états
d’interface. Il en résulte une augmentation de la tension seuil et une réduction de la pente
sous-seuil. Ceci se produit en raison de la capacité de couplage augmentée par la diminution
de l’écrantage produit par ces états d’interface.

La tension DC mesurée aux bornes de la jonction en fonction du courant IDC montre
une résistance non linéaire de l’ordre de 0.1− 1 MΩ (Fig. 4.11(b)-(c)). Ces courbes sont carac-
téristiques de jonctions tunnel opaques et tirent leur origine du contact entre les implants
de phosphore et le canal bidimensionnel. Le niveau d’implantation des contacts doit ainsi
être augmenté afin d’enrayer ces barrières tunnel. Dans ces conditions, l’appariement supra-
conducteur à la jonction SNS ne peut avoir lieu, et aucune signature supraconductrice n’est
observée.

Pour pallier aux problèmes soulevés dans les deux sections précédentes, de nouvelles
structures sont en cours de fabrication. Ces structures adresseront quatre points importants :
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1. Amélioration de l’implantation des contacts ohmiques sur les structures à hautemobilité
pour minimiser les barrières tunnel ;

2. Utilisation du procédé agressif de nettoyage à l’interface entre le niobium et le contact
implanté. Ces techniques n’étaient pas utilisées dans les structures à haute mobilité
actuelles ;

3. La réduction de la taille du canal à des dimensions inférieures au micromètre pour
diminuer les contraintes liées à la longueur de cohérence ;

4. Amélioration de la qualité du niobium. Les développements au niveau du dépôt de
niobium permettent désormais l’atteinte de la température critique de Tc = 8 K près de
la valeur volumique du niobium. Ceci devrait augmenter la température critique de
l’alliage réalisé avec les implants et permettre un meilleur gap induit.

Ensemble, ces éléments visent à favoriser un fort gap supraconducteur induit et l’obtention
d’un courant supraconducteur dans la jonction. La démonstration de ces deux éléments
permettra par la suite d’envisager le développement des architectures de Majorana.

4.3 Impact des travaux

Les travaux présentés dans cette section sont issus d’une collaboration fructueuse avec le
groupe de recherche d’Ion Garate et issus de deux projets financés par l’Institut quantique
piloté conjointement avec Samuel Boutin. D’une part, les premières étapes vers la démons-
tration de la supraconductivité induite dans des hétérostructures à base de Si/SiGe ont été
réalisées en collaboration avec le groupe de Lu Tzu Ming aux Sandia National Laboratories.
L’amélioration de l’interface entre le contact supraconducteur et le canal suivant les lignes
directrices présentées à la sous-section 4.2.3 devrait permettre l’observation d’un courant
supraconducteur et la formation d’un gap induit. Ces structures sont à la base de l’architec-
ture proposée à la section 4.1. L’ajout de microaimants à une telle structure permettra par
la suite de débuter l’élaboration de systèmes à couplage spin-orbite artificiel en présence
de supraconductivité induite. Le tout représente un premier pas vers l’étude d’états liés de
Majorana dans une structure à base de matériaux compatibles avec la microélectronique.

D’autre part, suivant les grandes lignes de l’architecture proposée, la mise en place d’une
plateforme d’optimisation numérique réalisée par l’équipe théorique fournit un guide de
conception pour l’utilisation de réseaux de microaimants performants vers l’étude des états
liés de Majorana. Les résultats de ce travail collaboratif ont mené à la rédaction de deux
articles scientifiques. D’abord, l’algorithme d’optimisation et l’implication de l’utilisation
d’anisotropies pour l’ingénierie d’états de Majorana sont présentés à l’annexe G et publié
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dans la revue Physical Review B. Ensuite, les résultats d’optimisation numérique et l’impact
des imperfections expérimentales sont présentés dans l’article de l’annexe H. Cette étude est
en cours de révision pour une resoumission à la revue Physical Review B. Dans ce qui suit, les
résultats importants issus de ces études sont présentés.

«Majorana bound state engineering via efficient real-space parameter optimization»

Ce travail issu principalement des travaux de Samuel Boutin, présente un algorithme
efficace d’optimisation de textures magnétiques. L’algorithme inspiré de la méthode d’opti-
misation de pulse GRAPE, optimise le profil magnétique le long d’un nanofil décrit par les
modèles (4.6) et (4.3) afin de maximiser la localisation des modes de Majorana, et par le fait
même, l’amplitude du gap topologique. Les résultats principaux sont :

• Implémentation d’un algorithme efficace comparativement aux méthodes de gradient à
différences finies ;

• Contrairement aux arguments habituels concernant la non-uniformité des nanofils,
l’optimisation de potentiels électrostatique indique que des potentiels lisses, mais non
uniformes augmentent la localisation des modes de Majorana et offrent de nouvelles
perspectives de recherche quant à l’impact des non-uniformités sur d’autres paramètres
tel le gap supraconducteur ;

• L’optimisation de textures magnétiques permet de relâcher certaines contraintes expé-
rimentales et favorise l’obtention de modes de Majorana robustes et localisés sur de
larges plages de paramètres par rapport à des textures magnétiques simplistes ;

«Optimized micromagnet geometries for Majorana zero modes in low g-factor materials»

Ce travail issu principalement des travaux de Sara Turcotte, explore en détail les trois
configurations d’aimants présentées à la figure 4.3(a)-(c) afin d’en déterminer les limita-
tions. Le travail est basé sur des améliorations apportées à l’algorithme d’optimisation pour
la détermination de paramètres géométriques optimaux de réseaux d’aimants et l’évalua-
tion de la robustesse des états de Majorana face aux imperfections expérimentales liées au
positionnement des aimants. Les résultats principaux sont :

• Les hétérostructures à base de silicium ou germanium sont des plateformes envisa-
geables pour l’étude d’états liés de Majorana, alors que la phase topologique n’est pas
atteignables pour les dispositifs à base de GaAs en raison du faible facteur gyromagné-
tique ;
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• La phase topologique est atteinte avec différentes géométries d’aimants malgré le faible
facteur gyromagnétique dans les hétérostructures à base de silicium ou germanium.
L’amplitude du gap topologique reste faible (∼ 60 mK dans le silicium), mais une
signature expérimentale est envisageable ;

• Certaines géométries (Fig. 4.3(a)) présentent une robustesse accrue aux erreurs de
fabrication en raison de la symétrie du champ magnétique produit par ces réseaux
d’aimants ;

• Les microaimants peuvent être utilisés afin de favoriser l’apparition de la phase topolo-
gique à plus faible champ externe dans le cas des nanofils à fort facteur de couplage
spin-orbite tels l’InAs ou l’InSb. Ceci offre de nouvelles opportunités de couplage
avec des circuits supraconducteurs pour lesquels les champs magnétiques doivent être
minimisés.



Conclusion

Les travaux de cette thèse couvrent un éventail de possibilités offertes par l’ingénierie
de microaimants pour le développement de systèmes quantiques performants ainsi que des
architectures prometteuses pour leur intégration. Les systèmes quantiques visés par cette
étude se déclinent en deux catégories : i) les électrons uniques dans les boîtes quantiques et
ii) les architectures à gaz bidimensionnels pour les états liés de Majorana.

D’abord, dans l’objectif de développer un guide de conception pour les qubits à spin
unique adressés électriquement, une plateforme de simulation numérique a été mise en place
(chapitre 1). L’étude de différentes configurations d’aimants pour les systèmes à simples
boîtes quantiques établit des géométries spécifiques pour une architecture de boîte quantique
donnée. Pour l’architecture étudiée, tous les requis pour minimiser l’impact de la décohérence
au premier ordre sont atteints dans une architecture échelonnable en un réseau linéaire. Un
système à doubles boîtes quantique est également revisité dans l’objectif d’en minimiser la
décohérence. Globablement, dans les deux architectures, les systèmes à double aimant per-
mettent non seulement d’envisager des opérations logiques rapides, mais aussi de minimiser
l’impact de la décohérence.

Suivant les spécifications des simulations numériques, une plateforme de nanofabrication
de microaimants de Cobalt et de FeCo a été mise en place (chapitre 2). Les contraintes
générées par les aimants ont été améliorées suite à l’étude de l’impact des paramètres de
fabrication sur les propriétés macroscopiques et microscopiques des aimants. En plus de
permettre la fabrication d’unemultitude de dispositifs quantiques avecmicroaimants intégrés,
la plateforme permet la caractérisation d’aimants individuels par la magnétométrie de Hall à
l’échelle submicrométrique. Les mesures réalisées sur les aimants individuels valident les
simulations magnétiques quant à l’amplitude et les gradients du champ magnétique produit
par les microaimants. Aussi, l’intégration demicroaimants à des structures en silicium purifiés
a permis de soulever des points de vigilance quant aux contraintes mécaniques additionnelles
générées par ces aimants et leur impact sur les états de vallées d’une boîte quantique. Enfin,
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la fabrication de réseaux linéaires composés de doubles aimants offre certainement une voie
d’avenir pour l’étude de puces multiqubit minimisant l’impact du bruit de charge sur la
décohérence (annexe C).

Dans l’objectif d’explorer des architectures industrielles pour la mise à l’échelle de qubits à
spin unique basés sur les microaimants, une structure en UTBB-FDSOI 28 nm a été caractérisée
(chapitre 3). D’une part, les mesures cryogéniques sur des transistors longs a permis d’orienter
le choix des structures utilisées pour les boîtes quantique et d’établir des lacunes au niveaux
des modèles analytiques et compacts traitant de la dépendance de la pente sous-seuil et de la
densité d’états d’interface des transistors à basse température. D’autre part, les dispositifs
à structure dédiée permettent le contrôle électrostatique du nombre de boîtes quantiques.
Plus important encore, la variabilité touchant aux propriétés de transport de ces dispositifs
fabriqués en fonderie est largement inférieure à celles des dispositifs fabriqués dans les stations
de fabrication académiques et les régimes de boîtes quantiques étudiés sont reproductibles.
Mis en commun avec l’optimisation de la géométrie de grille, cette faible variabilité pourrait
avoir un impact majeur pour le développement à court terme d’ architectures de qubits fiables.
Surtout, la reproductibilité augmentée traduit l’importance du savoir-faire industriel pour
propulser le développement de puces multiqubits.

Enfin, l’optimisation de réseaux de microaimants favorisant l’émergence d’états liés de
Majorana dans des structures à gaz bidimensionnel compatibles avec les substrats de la
microélectronique a été réalisée (chapitre 4). Bien que les performances envisagées ne se
comparent pas encore à celles des nanofils à fort couplage spin-orbite, l’observation d’une
signature expérimentale de ces états est concevable. Dans cette optique, un premier jalon
visant à démontrer la supraconductivité induite dans une architecture à base de Si/SiGe a été
réalisé. Les développements futurs visant la démonstration d’un courant supraconducteur et
la formation d’un gap induit sont établis pour des gaz bidimensionnels de haute mobilité.

L’expertise développée sur la conception d’architecture de qubits basés entre autres sur
les microaimants élargit les horizons et la portée des travaux présentés. Sous le couvert
d’une multitude de collaborations, l’exploration d’une plus grande variété de systèmes et de
protocoles d’opération a été entamée. Le succès de ces collaborations est teinté du caractère
interdisciplinaire nécessaire à la mise en place de technologies quantiques utiles. Entre
autres, une première démonstration de boîtes quantiques multiélectrons contrôlées à l’aide
de microaimants (annexe D) et l’opération à 1 K d’un qubit basé sur un spin unique (annexe E)
offrent de nouvelles opportunités pour minimiser l’impact du bruit de charge ainsi que pour
la co-intégration des qubits avec leur électronique de contrôle. En parallèle, le démarrage
de nouveaux projets à saveur statistique portant sur l’étude d’algorithmes d’initialisation
de boîtes quantiques compatibles avec des plateformes d’instrumentations pour les puces
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multiqubits a vu le jour (annexe F). Pour les dispositifs de Majorana, le développement
d’algorithmes d’optimisation efficace (annexe G) permet d’envisager la mise en place de
réseaux d’aimants tout en minimisant l’impact des imperfections expérimentales (annexe H).

Ensemble, les avancées présentées dans cette thèse visent le développement de systèmes
quantiques compatibles avec les plateformes de microélectroniques par la mise en commun
des expertises issues des milieux industriels, de l’ingénierie, de la physique des matériaux
et de l’informatique quantique. C’est sous l’aile de ce riche bassin d’expertise que les puces
quantiques fiables et performantes pourront être développées vers la mise à l’échelle de ces
technologies, pour une véritable révolution quantique.



Annexe A

Procédés de fabrication pour les
microaimants

Cette section détaille les procédés de fabrication explorés pour les microaimants dans
cette thèse. Les limites d’utilisation et résultats conférés par chacune des recettes développées
sont également identifiées.

Contexte

La recette originale de fabrication de microaimants a été développée pour des aimants de
300 nm d’épaisseur et de taille . 1 µm×1 µm. Pour des structures plus larges, des coquilles
entourent l’aimant en raison de la surchauffe de la résine durant l’étape de métallisation du
cobalt. Ceci indique la nécessité de développer des recettes de résine plus robustes. À cette
fin, différentes recettes de microaimant ont été élaborées. La recette finale consiste en une
recette de soulèvement à l’aide d’une bicouche épaisse à base de PMMA/ZEP. Cette recette
est compatible avec les matériaux suivants : Si, SiO2 and Al2O3, et ne laisse aucun résidu de
résine après le soulèvement.

Problème de coquille

La recette originale laisse une structure en forme de coquille qui entoure l’aimant (Fig.
A.1(a)) et ce pour des structures planes de∼ 1 µm×1 µm. Le problème de la coquille de résine
apparaît seulement à proximité des structures durant le procédé de métallisation du cobalt
par faisceau d’électrons. Le problème est causé par une de deux origines : soit 1) la résine est
localement surchauffée en raison d’un dépôt épais de l’aimant ou bien 2) les électrons émis
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durant le procédé d’évaporation réticule la résine massivement. Dans les deux cas, les résidus
ne peuvent être dissous dans l’acétone.

Plusieurs procédés de nettoyage ont été testés afin de dissoudre les résidus tels que le
nettoyage long au solvant (MF-319, acétone chauffé et remover 1165) et un nettoyage agressif
au plasma (15 min, 150 W, 100 mTorr dans le plasmaline) sans succès (Fig. A.1(b)).

Le problème a été résolu en choisissant un nouvel empilement de résine en bicouche.
De la résine robuste comme LOR et ZEP sont des résines de soulèvement compatibles pour
le dépôt de l’aimant, mais la ZEP donne des résultats plus nets. Des images SEM typiques
pour toutes les recettes sont présentées et comparées dans la figure A.1. Toutes les recettes de
fabrication sont incluses et commentées ci-bas.

Recettes implémentées

1. ZEP/MMA (Le recette originale possédant le problème de coquille) (Fig. A.1(a))

2. ZEP/MMA-MAA copolymer (Fig. A.1(b))

3. ZEP/LOR5A (compatible avec Si, SiO2, laisse un halo) (Fig. A.1(c))

4. Multi-couche de PMMA (Possède le problème de la coquille) (Fig. A.1(d))

5. PMMA/ZEP (nouveau standard compatible avec Si, SiO2 and Al2O3) (Fig. A.1(e)-(f))
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Figure A.1. Comparaison des différents procédés pour des aimants de cobalt
Les résultats sont présentés par des images SEM pour (a) La recette ZEP/MMA , (b) ZEP/MMA-
MAA copolymer, (c) ZEP/LOR5A, (d) multicouche de PMMA et (e) image par détecteur directe
(f) par détecteur d’électrons secondaires du nouveau standard basé sur la bicouche PMMA/ZEP.
À noter que les dispositifs des images (d)-(e)-(f) sont réalisés sur Al2O3 et que des effets de
charge apparaissent au bout de l’aimant.
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A.1 Recette ZEP/MMA (Recette originale)

• Nettoyage d’échantillons : Acetone x2, IPA x1 5 min chacun ;

• Déshydrater : à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #1 : Étalement MMA EL 11 à 6000 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #1 : Cuire à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #2 : Étalement ZEP DR 1,7 à 2500 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #2 : Cuire à 190◦C pendant 90 s sur une plaque chauffante ;

• Exposition : À l’aide du FIB Leo, exposer à 20kV avec une ouverture de 7.5 µm, un
paramètre WD de 5 mm et une dose de 90 µC/cm2 ;

• Développement #1 : Immerger dans O-Xylène pendant 2 min 10 s et rincer dans IPA
pendant 10 s. Sécher au N2 ;

• Développement #2 : Immerger dans IPA :H2O 4 :1 pendant 11 min. Rincer dans H2O
pendant 10 s et rincer dans H2O pendant 30 s dans un nouveau bécher. Sécher au N2 ;

• Nettoyage plasma : 800 mTorr, 50 W, 1 min dans le plasmaline. Dissous 5 nm de résine ;

• Dépôt : Évaporation de 300 nm de Cobalt à l’aide du E-beam à 5 Å/s dans l’évaporateur
Kurt J. Lesker avec une pression de base sous 3× 10−8 Torr ;

• Soulèvement : dans l’acétone 1165 pendant 3 heures.

• Nettoyer : dans l’acétone, IPA 2 min chacun. Sécher au N2.

Commentaires

Cette recette a été développée pour de petites structures dont les dimensions latérales sont
. 1 µm×1 µm. Il semble difficile de nettoyer les tranchées durant l’étape de développement
de la MMA. Pour cette raison, le deuxième développement est d’une durée de 11 minutes,
permettant l’obtention de profils en casquette sans qu’il n’y ait de résidus.

Pour des structures de plus petites tailles, plusieurs procédés de nettoyage chimique
et taux d’évaporation des aimants ont été explorés avec cette recette. Or, le problème des
coquilles persiste toujours.
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A.2 Recette pour le copolymère ZEP/MMA-MAA

• Nettoyage d’échantillons : Acetone x2, IPA x1 5 min chacun ;

• Déshydrater : à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #1 : Étaler le copolymère MMA-MAA EL 13 à 6000 Rpm pendant 30 s ;

• Recuit #1 : Cuire à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #2 : Étaler la ZEP DR 1.7 à 2500 Rpm pendant 30 s ;

• Recuit #2 : Cuire à 190◦C pendant 90 s sur une plaque chauffante ;

• Exposition : À l’aide du FIB Leo, exposer à 20 kV avec une ouverture de 7.5 µm, un
paramètre WD de 5 mm et une dose de 90 µC/cm2 ;

• Développement #1 : Immerger dans O-Xylène pendant 2 min 10 s, rincer dans IPA
pendant 10 s et sécher au N2 ;

• Développement #2 : Immerger dans IPA :H2O 4 :1 pendant 11 min, rincer dans H2O
pendant 10 s et rincer dans H2O pendant 30 s dans un nouveau bécher. Sécher au N2 ;

• Nettoyage plasma : 800 mTorr, 50 W, pendant 1 min dans le plasmaline. Dissous 5 nm
de résine ;

• Dépôt : Évaporation de 300 nm de Cobalt à l’aide du E-beam à 5 Å/s dans l’évaporateur
Kurt J. Lesker avec une pression de base sous 3× 10−8 Torr ;

• Soulèvement : dans l’acétone pendant 3 heures ;

• Nettoyage : Dans l’acétone, IPA 2 min chacun. Sécher au N2.

Commentaires

Cette recette est une tentative de régler le problème de coquilles à l’aide de la résine
de soulèvement MMA-MAA plus standard. Le problème de coquille persiste malgré les
changements dans la largeur du profil de casquette ou encore dans la température et le temps
de recuit du copolymère. Cette observation indique que le profile de casquette de la résine
n’est pas suffisamment robuste pour ce procédé.
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A.3 Recette Zep/LOR

• Nettoyage d’échantillons : Acetone x2, IPA x1 5 min chacun.

• Déshydrater : à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #1 : Étaler la LOR5A à 3000 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #1 : Cuire à 180◦C pendant 2 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #2 : Étaler la Zep Dr 1.7 à 2500 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #2 : Cuire à 190◦C pendant 2 min sur une plaque chauffante ;

• Exposition : À l’aide du FIB Leo à 20 kV avec une ouverture de 7.5 µm, un paramètre
WD de 5 mm et une dose de 90 µC/cm2 ;

• Développement #1 : Immerger dans O-Xylène pendant 2 min 10 s, rincer dans IPA
pendant 10 s et sécher au N2 ;

• Développement #2 : Immerger dans MF-319 pendant 15 s, rincer dans H2O pendant 30
s et sécher au N2 ;

• Nettoyage plasma : 800 mTorr, 50W, 1 min dans le plasmaline. Dissous environ 5nm de
résine ;

• Dépôt : Évaporer 300 nm de Cobalt au E-beam à 5 Å/s dans l’évaporateur Kurt J. Lesker
avec une pression de base sous 3× 10−8 Torr ;

• Soulèvement : Dans le remover 1165 pendant 3 heures ;

• Nettoyer : Dans l’ acétone, IPA 2 min chacun et sécher au N2.

Commentaires

Cette recette a été développée pour des aimants de cobalt de grande taille sur silicium et
pour régler le problème de coquille. À la fin du procédé, un halo est observé aux abords de la
zone protégée par la résine de soulèvement. Ceci pourrait indiquer la présence de résidus de
résine réticulée, mais ceci n’a pas été étudié en détail.

Ce procédé de soulèvement est incompatible avec l’aluminium en raison de l’utilisation
du développeur MF-319. Celui-ci grave l’aluminium à un taux de ∼ 10 nm/min.
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A.4 Recette de PMMAmulticouche

• Nettoyage d’échantillons : Acetone x2, IPA x1 5 min chacun ;

• Déshydrater : à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #1 : Étaler la PMMA LMW 4 % à 2000 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #1 : Cuire à 180◦C pendant 90 s sur une plaque chauffante ;

• Étalement #2 : Étaler la PMMA LMW 4 % à 2000 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #2 : Cuire à 180◦C pendant 90 s sur une plaque chauffante ;

• Étalement #3 : Étaler la PMMA HMW 4 % à 2000 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #3 : Cuire à 180◦C pendant 90 s sur une plaque chauffante ;

• Exposition : À l’aide du FIB Leo à 20 kV avec une ouverture de 7.5 µm, un paramètre
WD de 5 mm et une dose de 90 µC/cm2 ;

• Développement : Immerger dans 9 :1 IPA :H2O à 20◦C pendant 60 s, rincer dans H2O
pendant 30 s et sécher au N2 ;

• Nettoyage plasma : 800 mTorr, 50W, 1 min dans le plasmaline. Dissous 5 nm de résine ;

• Dépôt : Évaporer 300 nm de Cobalt au E-beam à 5 Å/s dans l’évaporateur Kurt J. Lesker
avec une pression de base sous 3× 10−8 Torr ;

• Soulèvement : Dans le remover 1165 pendant 3 heures ;

• Nettoyage : Dans l’acétone, IPA 2 min chacun et sécher au N2.

Commentaires

Cette recette est calquée sur une recette développée à Sandia National Lab pour les
microaimants. Par contre, celle-ci n’élimine pas le problème de coquille et n’a donc pas été
étudiée plus en profondeur.
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A.5 Recette pour la PMMA/ZEP (nouveau standardpour Sherbrooke)

• Nettoyage d’échantillons : Acetone x2, IPA x1 5 min chacun ;

• Déshydrater : à 180◦C pendant 5 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #1 : Étaler la ZEP520A non-diluée à 2000 rpm pendant 30 s ;

• Recuit #1 : Cuire à 180◦C pendant 2 min sur une plaque chauffante ;

• Étalement #2 : Étaler la PMMA HMW 4 % à 2000 rpm pendant 30 s ;

• Recuite #2 : Cuire à 180◦C pendant 90 s sur une plaque chauffante ;

• Exposition : À l’aide du FIB Leo à 20 kV avec une ouverture de 7.5 µm, un paramètre
WD de 5 mm et une dose de 90 µC/cm2 ;

• Développement #1 : Immerger dans 9 :1 IPA :H2O pendant 30s, rincer dans H2O pen-
dant 30 s et sécher au N2 ;

• Développement #2 : Immerger dans O-Xylène pendant 2 min et 10 s, rincer dans H2O
pendant 10 s, rincer dans H2O pendant 30 s dans un nouveau bécher et sécher au N2 ;

• Nettoyage plasma : 800 mTorr, 50W, 1 min dans le plasmaline. Dissous 5 nm de résine.

• Dépôt : Évaporer 300 nm de Cobalt au E-beam à 5Å/s dans l’évaporateur Kurt J. Lesker
avec une pression de base sous 3× 10−8Torr ;

• Soulèvement : Dans le remover 1165 pendant 3 heures ;

• Nettoyage : Dans l’acétone, IPA 2 min chacun et sécher au N2.

Commentaires

Cette recette ne laisse aucun résidu de résine autour des structures et est adaptée pour
toutes les tailles d’aimants. En outre, tous les produits sont compatibles avec Si, SiO2, Al et
Al2O3.

Noter que le O-Xylène ne peut être dissout dans H2O. C’est pour cette raison qu’il y a
deux étapes de rinçage lors de la seconde phase de développement. Cette étape pourrait être
modifiée en effectuant une immersion dans une solution d’IPA :H2O suivie d’un rinçage dans
H2O.



Annexe B

Procédé de fabrication de dispositifs en
GaAs

Le procédé suivant a été développé dans le cadre de cette thèse, et certains ajouts ont été
effectués par Étienne Grondin et Félix Lalumière

B.1 Commentaires généraux

• Toujours utiliser la vaisselle dédiée autant au LNN qu’à l’ IMDQ afin d’éviter les conta-
minations indésirables.

• Ne jamais utiliser de bain à ultrasons dans le procédé de nettoyage après l’étape 3 (ou
lorsque des composantes de taille nanométrique sont déjà fabriquées)

Avant de fabriquer une nouvelle série d’échantillons

• Vérifier qu’il y a suffisamment de résine et de développeur restant pour les tests de dose
ainsi que l’exécution du procédé pour toute la série d’échantillons. En cas de quantité
insuffisante, une nouvelle résine devra être préparée.

• Vérifier que les matériaux dans tous les évaporateurs ont été remplis et fondus. Il
est à noter que les matériaux dans l’évaporateur Intelvac changent chaque jour. La
disponibilité des matériaux doit être déterminée quelques jours à l’avance.

• Vérifier que les paramètres « tooling factors » et « Z-ratio » ont été calibrés pour tous les
évaporateurs.
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• Le durée de vie du cristal piézoélectrique dans l’évaporateur est suffisante pour réaliser
tout le procédé.

• Comme le taux de gravure dévie avec le temps, il est recommandé de calibrer le taux de
gravure de la résine dans le «plasmaline».

• Vérifier avec le personnel s’il y a eu des changements ou des problèmes avec lesmachines
avant d’entamer le procédé.

Bonnes pratiques pour la réalisation du procédé de fabrication

• Chaque étape doit être effectuée avec un échantillon leader de la série. Il est utile que
le leader de la série subisse quelques étapes afin d’identifier / régler les problèmes
potentiels. Pour les procédés plus longs (comme le procédé suivant), il est utile de laisser
quelques échantillons à chaque étape du procédé. Ceci permettra, en cas de problème,
de reprendre le procédé à une étape ultérieure.

• Si une étape du procédé n’a pas été effectuée depuis quelque temps, tester ladite étape
avec un échantillon «dummy» de GaAs afin de déterminer les bonnes doses, le temps
de développement ainsi que le résultat de l’étape ( exemple : lors du «lift-off»).

• Mesurer la température de la plaque chauffante avec lemême thermomètre avant chaque
étalement. Le même principe s’applique lors des étapes de développement.

• Suivre l’évolution de TOUS les paramètres en lien avec chaque machine en restant
attentif aux petits changements pouvant indiquer une panne future. Voici une liste des
paramètres importants :

� Lithographie par faisceau d’électrons (FIB) : Courant du faisceau d’électrons - Être
attentif à toute variation inhabituelle dans le courant et vérifier que les valeurs
sont similaires d’un jour à l’autre. Être attentif aux vibrations inhabituelles causant
du bruit dans l’image ou encore à la dérive de la platine lors de l’ajustement des
paramètres (Focus, astigmatisme, etc.).

� Photolithographie (toutes les machines) : La puissance de la lampe ainsi que sa durée
de vie (vérifier que la mesure de puissance est la même que celle que les autres
utilisateurs ont mesuré). Vérifier que les masques sont propres. (Sinon, nettoyer
les avec des solvants ou à l’aide du procédé piranha).

� Évaporateurs : La durée de vie du cristal. La température de la pompe cryogénique
(celle-ci devrait se trouver autour de 10-11L pour Lesker). La température de base
(Lesker : 3E-8 Torr, Intelvac : 2E-7 Torr). Le courant durant l’évaporation (lorsque
le courant est plus élevé qu’à l’habitude, cela indique que les matériaux doivent
être remplis)
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� RTA Jipelec : Durée de vie du senseur de température.

Resources

• Développement de procédé et résolution de problèmes : Étienne Grondin

• Procédé d’électrolithographie : Félix Lalumière

• Appareil de photolithographie : LNN - Pierre Langlois,
IMDQ - Édouard Pinsolle, Maxime Dion

• Évapotateur E-beam : Michael Lacerte (Lesker), Stéphane Morin (Intelvac), Édouard
Pinsolle (Plassys).

• Matériel de laboratoire, gaufres et résines : René Labrecque

• Découpe : René Labrecque
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B.2 Mesas

Description : Cette étape permet de définir les régions actives (mesas) pour les dispositifs
quantiques par la gravure des couches supérieures de l’hétérostructure dans les régions où le
gaz d’électrons n’est pas désiré. Il faut toujours préparer un échantillon test en GaAs afin de
valider les taux de gravure pendant le procédé.

Nettoyage à l’aide de solvant (LNN)

• Acetone, Acetone, IPA. 5 minutes chaque dans un bain à ultrasons ;

• Sécher au N2.

Étalement de résine avec Polos 8"

• Déshydrater 15minutes sur la grande plaque chauffante à 125◦C (température mesurée) ;

• Étalement AZ1505 à 4000 rpm (pgrm. 6)

• Recuire 1 minute sur la grande plaque chauffante à 125◦C (température mesurée).

Exposition et développement avec «OAI 200 mask aligner» (LNN)

• Mesurer la puissance de la lampe. Elle devrait se trouver autour de 15mW. Ajuster le
temps d’exposition en conséquence ;

• Exposer avec le masque EBR pendant 100 s (1500 mJ) ;

• Développement : Immerger dans le MF-319 pour 1 min et 45 s. Agiter lentement et
continuellement en suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer en immergeant dans H2O pendant au moins 30 s. Agiter avec vigueur ;

• Sécher au N2. Observer sous le microscope optique ;

• Exposer avec le masque MESA MASK pendant 5 s (75 mJ) ;

• Développement : Immerger dans le MF-319 pendant 1 min et 45 s. Agiter lentement et
continuellement en suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer en immergeant dans H2O pendant au moins 30 s. Agiter avec vigueur ;

• Sécher au N2. Observer sous le microscope optique.

Gravure humide(LNN)
Toutes les solutions de gravure doivent reposer 5 minutes avant d’être utilisées. Tester d’abord
avec un échantillon «dummy» et refaire la préparation des solutions de sorte que la gravure
soit effectuée avec une solution ayant le même temps de vie chaque fois.

• Immerger 5 s NH4OH : H2O2 : H2O ( 3 : 3 : 60 ). Rincer dans H2O 30 s. Sécher au N2 ;
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• Immerger 12 s HCl : H2O2 : H2O ( 1 : 3 : 40 ). Rincer dans H2O 30 s. Sécher au N2 ;

• Dissoudre la résine sur les échantillons à l’aide du remover 1165 pendant 15 minutes.
Nettoyer dans l’Acetone IPA 2 minutes chacun. Sécher au N2.

Caractérisation (LNN)

• Mesurer l’épaisseur des structures tests au profilomètre (devrait être ∼100 nm).

• Microscope optique (Pas nécessaire pour les échantillons tests) : Photographier tous les
échantillons et identifier les problèmes sur la puce.
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B.3 Contacts ohmiques

Description : Cette étape est un procédé de soulèvement permettant de définir les contacts
ohmiques. Le contact au gaz bidimensionnel est réalisé par un recuit thermique rapide confé-
rant une résistance de ∼ 100 Ω à 4 K.

Nettoyer à l’aide du solvant (LNN)

• Acetone, Acetone, IPA. 5 min chacun dans un bain ultrasons. Sécher au N2 .

Étalement de résine sur l’étaleuse Polos 8" (LLN)

• Déshydrater sur une gaufre sur la grande plaque chauffante à 125◦C (température
mesurée) pendant au moins 15 minutes ;

• Étalement LORSA à 4000 rpm (pgrm. 6) ;

• Recuire LOR5A à 190◦C (température mesurée) pendant 10 minutes sur la petite plaque
chauffante (noter : cette plaque n’est pas uniforme, il faut identifier les régions où la
température est la bonne et recuire l’échantillon dans ces régions) ;

• Étalement AZ1505 à 4000 rpm (pgrm. 6) ;

• Cuire AZ1505 sur une gaufre à 125◦C (température mesurée) pendant 1 minute et 30 s.

Exposition avec le masque «OAI 200» et développement (LLN)

• Mesurer la puissance de la lampe. Celle-ci devrait être d’environ 15 mW. Sinon, le temps
d’exposition doit être ajusté ;

• Exposer avec le masque EBR pendant 100 s (1500 mJ) ;

• Développement : Immerger dans MF-319 pendant 3 min 45 s. Agiter lentement et conti-
nuellement en suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer en immergeant dans H2O pendant au moins 30 s. Agiter avec vigueur ;

• Sécher au N2. Observer sous microscope optique ;

• Exposer avec le masque OHMIC MASK pendant 5 s. (75 mJ) ;

• Développement : Immerger dans MF-319 pendant 2 min 15 s. Agiter lentement et conti-
nuellement en suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer en immergeant dans H2O pendant au moins 30 s. Agiter avec vigueur ;

• Sécher au N2. Observer sous microscope optique.

Nettoyage plasma dans le plasmaline #2 (LNN)
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• 50 W pendant 3 min à 300 mTorr. Faire un essai et vérifier la stabilité du plasma avant
de procéder. Vérifier la puissance réfléchie et la pression. La mesure de pression doit
être faite avec précision pour assurer la reproductibilité.

Métallisation et soulèvement (IMDQ)

• Désoxyder dansH2O :H2SO4 5 :1 pendant 30 s, rincer dansH2O15 s +H2O15 s. Préparer
la solution aumoins 30min d’avance. Laisser la solution reposer afin d’éviter une gravure
agressive de l’hétérostructure ;

• Metaliser avecAu/Ge/Ni, 122.4/60.3/45.7 nm, 5/5/2Å/sec dans l’évaporateur Intelvac.
S’assurer que les marqueurs aux coins supérieurs ne sont pas recouverts par les attaches
du porte-échantillon. Ces marqueurs sont importants lors de la lithographie E-beam;

• Effectuer le soulèvement dans le remover 1165 pendant au moins quelques heures
(habituellement une nuit) ;

• Rincer dans l’acétone, IPA pendant 2 minutes chacun. Attention : Ne pas utiliser le bain
ultrasons avant que le RTA soit effectué.

Recuit thermique rapide -RTA Jipelec (LNN)

• Procédé en deux plateaux sous forming gas à : 370◦C pendant 120 s suivi par 440◦C
pendant 48 s. (Identifiant de Recette : Forming _2P_rapide_BT )

Caractérisation

• Microscope optique : Prendre des photos de tous les échantillons et identifier les pro-
blèmes.
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B.4 Grilles de déplétion

Description : Ceci est un procédé de soulèvement permettant de définir les grilles de déplé-
tion. Le procédé peut atteindre une résolution de∼50 nm et procure des profiles en casquettes
de largeur de ∼ 40 nm pour le soulèvement robuste de structures nano/micro métriques. Ce
procédé n’est pas conçu pour les profils denses séparés par moins de 100 nm.

Nettoyage au solvant (LNN)
• Acetone, Acetone, IPA, 5 min chacun, dans un bain ultrasons. Sécher au N2 .
Étalement de résine avec Polos 8" (LLN)
• Déshydrater avec la petite plaque chauffante à 180◦C (température mesurée) pendant

au moins 5 min.

• Étalement du Copolymer P(MMA-MAA) EL-6 à 6000 rpmpendant 30 s (pgrm. 9). Donne
une épaisseur de résine de 140 nm;

• Cuire sur la petite plaque chauffante à 180◦C (température mesurée) pendant 90 s ;

• Étalement de PMMA HMW 2% à 5000 rpm pendant 30 s (pgrm. 14). Déposer 2 gouttes
de résine lors de la phase de rotation lente. Ceci minimise le mélange de la résine avec
le couche de Copolymer et permet une meilleure reproductibilité de l’étalement ;

• Recuire sur la petite plaque chauffante à 180◦C (température mesurée) pendant 90 s.
Effectuer cette étape directement après l’étalement pour éviter le mélange des résines.
L’épaisseur totale des résines est d’environ 1µm.

Lithographie E-beam avec le SEM LEO et le programme NPGS (LLN)
Préparation pour la lithographie E-beam
• Mesurer le courant pour les ouvertures 7.5/30 µm à l’aide de la cage de Faraday pendant
∼ 5 min. Utiliser le programme d’acquisition et effectuer une moyenne sur les 100
dernières secondes ;

• Pré-ajuster les paramètres de rotation Focus/astigmatisme/ et rotation globale. Ajuster
ensuite le focus sur un masque MESA aux quatre coins de l’échantillon.

Paramètres de lithographie pour les petites structures
• Paramètres : EHT= 20kV, APP= 7.5 µm , DCC= 3.3 nm, MAG= 1500 X. Paramètre de

configuration = 2 ;

• Doses : Petites grilles (75 nm) :170 µC/cm2,Marqueurs :180 µC/cm2, Chemins d’amené
140 µC/cm2. Toutes les structures sont mises à l’échelle de sorte que les profils sont
révélés à l’aide d’une dose élevée afin d’atteindre la largeur souhaitée dans un régime
où la taille est insensible à la dose.
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Lithographie du chemin d’amenée (Structures de 2 µm)

• Paramètres : EHT= 20kV, APP= 30 µm , DCC= 3.3 nm, MAG= 300X. Paramètres de
configuration=1. Décalage d’origine= (xxx, yyy) µmdoit être calibré. Doses :140 µC/cm2

Développement et nettoyage plasma (LNN)

• Développer en immergeant dans IPA :H2O (9 :1) pendant 30 s à 20◦C. Mesurer la tem-
pérature juste avant le développement ;

• Rincer dans H2O pendant 30 s et sécher au N2. Observer le résultat sous microscope
optique ;

• Effectuer un nettoyage dans le plasmaline #2 à 800 mTorr de O2 pendant 30 s. Retirer
environ 5 nm de résine. Faire un test sans échantillon pour vérifier la stabilité du plasma.

Métallisation et soulèvement (IMDQ)

• Désoxyder dans H2O :H2SO4 5 :1 pendant 30 s. Rincer dans H2O 15 s + H2O 15 s.
Préparer la solution au moins 30 min d’avance et la laisser reposer afin d’éviter une
gravure agressive de l’hétérostructure.

• Métallisation dans l’évaporateur Lesker : 10 nm Ti à 0,1 nm/s, 30 nm Au à 0,2 nm/s.

• Noter que cette métallisation ne peut fonctionner dans les évaporateurs Intelvac et
Edwards en raison d’une accumulation de charge durant le procédé de dépôt due à la
faible distance entre le creuset et la cible.

• Soulever dans le remover 1165 à 65 ◦C durant la nuit (ne pas raccourcir cette étape).
Utiliser une pipette pour asperger le remover au-dessus de l’échantillon et répéter 100
fois afin de s’assurer qu’il n’y ait plus de flocons de métal sur l’échantillon ;

• Nettoyer dans l’acétone IPA pendant 2 min chacun. Ne pas faire de bains à ultrasons.

Caractérisation

• Microscope optique : Prendre des photos de tous les échantillons afin d’identifier les
problèmes ;

• Observation au SEM : Observer quelques dispositifs du leader de la série pour détermi-
ner la qualité de la lithographie.
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B.5 Microaimants

Description : Cette étape permet de fabriquer des couches d’aimant d’une épaisseur de 200
à 300 nm (Co ou FeCo) et de dimension ≥ 300 nm × 300 nm. Cette architecture est conçue
pour supporter une exposition massive aux électrons durant le procédé d’évaporation et pour
éviter d’obtenir une résine réticulée. En raison du changement de la ZEP dans les mois à venir,
cette étape devra être adaptée en conséquence.

Nettoyage au solvant (LNN)

• Acetone, Acetone, IPA, 5 min chacun, dans un bain à ultrasons.

Étalement de résine avec Polos 8" (LNN)

• Déshydrater sur la petite plaque chauffante à 180◦C (température mesurée) pendant au
moins 5 min ;

• Étalement de la ZEP non diluée à 2000 rpm pendant 30 s (pgrm. 2) ;

• Cuire sur la petite plaque chauffante à 180◦C (température mesurée) pendant 2 min ;

• Étalement de la PMMAHMW4% à 2000 rpm pendant 30 s (pgrm. 11). Déposer 2 gouttes
de résine durant le procédé de rotation lente. Ceci minimise le mélange de la résine
avec la couche de ZEP et permet une meilleur reproductibilité des résultats ;

• Cuire sur le petite plaque chauffante à 180◦C (température mesurée) pendant 90 s. Ef-
fectuer cette étape directement après l’étalement pour éviter un mélange des résines.

Lithographie E-beam (LNN)
Preparation pour la lithographie E-beam

• Mesurer le courant pour les ouvertures de 7.5/30 µm à l’aide de la cage de Faraday
pendant ∼ 5 min. Utiliser le programme d’acquisition et effectuer une moyenne sur les
100 dernières secondes. Changer les valeurs dans NPGS;

• Pré-ajuster les paramètres de rotation globale /Focus/astigmatisme. Ajuster ensuite le
focus sur un masque MESA aux quatre coins de l’échantillon.

Paramètres de lithographie pour les petites structures

• Paramètres : EHT= 20kV, APP= 7.5 µm , DCC= 3.3 nm, MAG= 1500X. Paramètre de
configuration= 2. Doses : 150 µC/cm2. Noter que toutes les structures sont réduites
d’un facteur 1,2 de sorte que les profils sont révélés avec la largeur désirée sous l’effet
d’une dose suffisamment forte (la taille est presque insensible à la dose dans ce régime) ;
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Lithographie du chemin d’amenée (Structure de 2 µm)

• Paramètres : EHT= 20kV, APP= 30 µm , DCC= 3.3 nm, MAG= 300X, Décalage d’ori-
gine=(xxx, yyy) µm doit être calibré. Dose =150 µC/cm2.

Développement et nettoyage plasma (LNN)

• Développer le PMMAen immergeant dans IPA :H2O (9 :1) pendant 30 s à 20◦Cé.Mesurer
la température avant d’effectuer le développement ;

• Rincer dans H2O pendant 30 s et sécher au N2 ;

• Développer la ZEP en immergeant dans l’ Oxylène pendant 2 min et 10 s. Agiter lente-
ment en suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer dans H2O pendant 10 s. Rincer dans un bécher différent dans H2O pendant 20 s.
Sécher au N2. Observer les résultats sous le microscope optique.

• Effectuer un nettoyage dans le plasmaline #2 à 800 mTorr de O2 pendant 2 min. Enlève
environ 10 nm de ZEP. Faire un cycle sans échantillon avant de passer à l’étape de
fabrication.

Métallisation dans l’évaporateur Lesker et soulèvement (IMDQ)

• Désoxyder dans H2O :H2SO4 5 :1 pendant 30 s. Rincer dans H2O 15 s + H2O 15 s.
Préparer la solution au moins 30 min d’avance et la laisser reposer afin d’éviter une
gravure agressive de l’hétérostructure ;

• Métaliser avec une couche de 200-300 nm de Co à 1 A/s. Attention : le taux de dépôt est
critique pour une bonne adhésion ;

• Soulever dans le remover 1165 à 65 ◦C durant le nuit (ne pas raccourcir cette étape). Un
soulèvement de longue durée est nécessaire afin de nettoyer les tranchées et d’éviter les
résidus de résine dans les régions actives de l’échantillon ;

• Nettoyer dans l’acétone, IPA, 2 min chacun. Ne pas effectuer de bain à ultrasons.

Caractérisation

• Microscope optique : Prendre des photos de tous les échantillons et identifier les pro-
blèmes ;

• Observation au SEM : Observer quelques dispositifs du leader de la série pour détermi-
ner la qualité de la lithographie.
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B.6 Chemin d’amenée de Schottky et plots de contact

Description : Ceci est un procédé de soulèvement pour plots de contact épais. La recette
est conçue avec l’usage de PMMA afin de protéger la couche de Cobalt du développeur
MF-319. Le procédé nécessite l’utilisation de l’aligneur MJB4 afin d’aligner précisément le
masque sur les profil microstructurés. La couche épaisse de Ti/Au est bien adaptée pour la
microsoudure à l’aide de fils d’aluminium ou d’or en mode bille ou biseau.

Nettoyage aux solvants (LNN)

• Acetone, Acetone, IPA. 5 min chacun. Ne pas faire de bain à ultrasons ;

• Sécher au N2.

Étalement de résine sur l’étaleuse Polos 8" (LNN)

• Déshydrater sur une gaufre sur la grande plaque chauffante à 125◦C (température
mesurée) pendant au moins 15 minutes ;

• Étaler la PMMA HMW 4% à 4000 rpm;

• Cuire la PMMA à 190◦C (température mesurée) pendant 5 min sur la petite plaque
chauffante. Donne environ 150 nm de résine ;

• Étaler la LOR5A à 4000 rpm (pgrm. 6) ;

• Recuire la LOR5A à 190◦C (température mesurée) pendant 10 min sur la petite plaque
chauffante. (Note : cette plaque n’est pas uniforme, identifier les régions donnant la
bonne température et recuire l’échantillon dans ces régions).

• Étaler la AZ1505 à 4000 rpm (pgrm. 6) ;

• Recuire la AZ1505 sur une gaufre à 125◦C (température mesurée) pendant 1 min 30 s.

Exposition avec l’aligneuse de masque MJB4 et développement (LNN)

• Mesurer la puissance de la lampe. Elle devrait se trouver autour de 12.9 mW. Sinon le
temps d’exposition doit être ajusté en conséquence ;

• Utiliser le mode de contact sous vide à l’aide du paramètre WEC = 0.03 ;

• Exposer avec le masque EBR pendant 60 s (∼ 800 mJ) ;

• Développement : Immerger dans MF-319 pendant 3 min et 30 s. Agiter lentement et
continuellement en suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer en immergeant dans H2O pendant au moins 30 s. Agiter avec vigueur ;

• Sécher au N2 . Observer sous le microscope optique ;

• Exposer avec le masque SCHOTTKY MASK pendant 5 s (65 mJ) ;
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• Développement : Immerger dans MF-319 pendant 2 min et 15 s. Agiter lentement et
continuellement suivant un mouvement en «8» ;

• Rincer en immergeant dans H2O pendant au moins 30 s. Agiter avec vigueur ;

• Sécher au N2 . Observer sous le microscope optique.

Nettoyage dans le plasmaline #2 (LNN)

• 50 W pendant 3 min à 300 mTorr. Effectuer un cycle sans échantillon et vérifier la
puissance réfléchie ainsi que la pression. Il faut être précis sur la mesure de pression
pour assurer la reproductibilité des résultats.

Métallisation et soulèvement (IMDQ)

• Métalliser avec Ti/Au 30/350 nm, 3/5 Å/s dans l’évaporateur Intelvac ;

• Effectuer le soulèvement dans le remover 1165 pendant au moins quelques heures
(généralement pendant une nuit) ;

• Rincer dans l’acétone, IPA pendant 2 min chacun.

Caractérisation

• Microscope optique : Prendre plusieurs photos de tous les échantillons et identifier les
problèmes.
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B.7 Découpe

Description : Cette étape est effectuée pour découper la puce en de petits morceaux.
Noter que les dispositifs comportant des aimants ou des grilles qui se chevauchent peuvent
être sensibles aux décharges électrostatiques et peuvent se détacher durant ce procédé. Un
anneau protecteur (guard-ring) approprié dans le masque du plot de contact doit être utilisé
afin d’éviter ce problème.

Étalement de résine (IMDQ ou LNN)

• Déshydratation : 125◦C (température mesurée) pendant 15 min ;

• Étalement de la S1818 ou de la AZ1505 : 4000 rpm pendant 30 s ;

• Cuire à 115◦C (température mesurée) pendant 1 min.

Découpe (LNN)

• Effectuée par René Labreque à LCSM.

Dissolution de la résine (IMDQ or LNN)

• Enlever le ruban de découpe dans l’acétone et déplacer tous les échantillons dans un
bécher différent. Laisser reposer 1 heure ;

• Rincer dans l’IPA pendant 2 min ;

• Conserver les échantillons dans un dessiccateur ou encore mieux dans un contenant
sous vide afin d’éviter le vieillissement prématuré précédant la microsoudure et les
mesures.



Annexe C

Dispositifs à cinq boîtes quantiques et
raccord électrique de couches de cobalt.

Suivant les simulations numériques du chapitre 1, la fabrication d’un réseau linéaire de
qubits à spin unique dans les boîtes quantiques simples minimisant la contribution des gra-
dients de champmagnétique longitudinaux est envisageable. Dans cette annexe, l’optimisation
numérique du design (section C.1) ainsi que la fabrication et les résultats très préliminaires
sont présentés (section C.2). Toutefois, en raison de la topographie et les contraintes de fabrica-
tions, des discontinuités des aimants sont observées sur tous les dispositifs. Un procédé basé
sur le dépôt local de couche de platine a été développé afin de réaliser le raccord électrique
des couches de cobalt qui permettrait par la suite la mesure des dispositifs. Ce procédé est
présenté à la section C.3

C.1 Conception d’un dispositif à cinq boîtes quantiques

Les dispositifs à boîtes quantiques utilisés sont basés sur des dispositifs de type MOS à
grilles séparées très similaires à ceux du chapitre 2 . Toutefois, comme l’utilisation d’un grand
nombre de grilles d’accumulation ajoute des contraintes supplémentaires, le microaimant agit
à titre de grille de confinement commune aux cinq boîtes quantiques formées à la pointe des
grilles d’accumulation figure C.1(a). En plus de la minimisation des gradients longitudinaux
et la maximisation des gradients transverses, ceci ajoute une liste de contraintes additionnelles
à la conception des microaimants.
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Figure C.1. Contraintes et simulations magnétostatiques pour cinq boîtes quantiques
(a) Schéma de design à double aimant pour les réseaux linéaires à cinq boîtes quantiques. Le
dispositif contient cinq grilles d’accumulation pouvant former chacune une boîte quantique sous
son extrémité. Cinq grilles de réservoirs indépendants fournissent les électrons pour augmenter
l’occupation électronique des boîtes. Les deux aimants servent de grilles de confinement pour
les boîtes et produisent les gradients magnétiques nécessaires à la manipulation électrique du
spin. Ces aimants sont séparés d’une distance d et leurs bords situés en M1 et M2. Le centre
des aimants est donné par c = 1

2 (M1 + M2) . Les gradients sont calculés suivant le protocole
élaboré au chapitre 1 à la position R du centre de la boîte quantique. Le résultat pour les
composantes (b) longitudinales (c) transverse et (d) leur ratio sont présentés pour B0 = 1 T. Les
zones en surbrillance indiquent les jeux de paramètres interdits en raison des contraintes liées au
confinement. Les lignes pointillées indiquent le diamètre approximatif de la boîte quantique. Le
point rose montre le compromis réalisé pour satisfaire aux contraintes énoncées et correspond à
c = −60 nm d = 180 nm, w = 480 nm et l’épaisseur h = 200 nm. (e) Effet du champmagnétique
sur les composantes longitudinale et transverse montrant que le ratio peut-être augmenté à des
champs magnétiques spécifiques. Note : les simulations présentées ici ne tiennent pas compte de
la relation constitutive M(H) de l’aimant et négligent la contribution selon l’axe y des gradients
longitudinaux.
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Contraintes additionnelles

1. M1 < 0 nm : L’aimant ne doit pas être trop près du bord des grilles d’accumulation
(z = 0) sans quoi le confinement ne pourra être créé ;

2. M1 & −200 nm : Pour M1 grand, le confinement de la boîte est réduit. Ceci donne lieu
à de faibles énergies de charge, et souvent de faibles séparations de vallées ;

3. M2 . E : Comme la grille de l’aimant 2 empêche également les fuites entre les grilles
de réservoirs, celle-ci doit être polarisée négativement et recouvrir l’entièreté des grilles
de réservoir. Le débordement de M2 dans l’interstice entre les grilles d’accumulation
et de réservoir n’est pas problématique, car la barrière de potentiel ainsi formée peut
être compensée par l’augmentation de la tension des grilles de réservoirs ou de la boîte
quantique.

Les paramètres satisfaisant ces contraintes impactent négativement les gradients longitu-
dinaux. Ainsi, la zone de gradients minimaux d & 400 nm atteinte tout en gardant le centre c
des deux aimants à la position R est inaccessible en raison du faible confinement résultant
d’une telle géométrie figure C.1(b). Les gradients transverses en résultant restent pour le
moins élevés b⊥ & 2 T/µm (Fig. C.1(c)) et le ratio b⊥/b‖ (Fig. C.1(d) ) peut être ajusté à l’aide
du champ externe (Fig. C.1(e)). Le point de compromis pour ce dispositif est identifié à la
figure C.1 et les dispositifs suivant cette géométrie ont été fabriqués.

C.2 Dispositifs fabriqués et mesures cryogéniques

Suivant les contraintes géométriques établies, les microaimants ont été intégrés sur les
structures à cinq boîtes quantiques. Un exemple de résultat est présenté à la figure C.2.
Comme dans le cas des structures à deux boîtes (voir chapitre 2) les microaimants présentent
peu de fuites avec les grilles de contrôle, et leur intégration affecte peu les propriétés de
transport des SETs. Ce comportement a été mesuré sur plusieurs dispositifs. Toutefois, en
raison de la topographie différente sur les dispositifs à cinq boîtes, l’ajout de microaimants
de 200 nm d’épaisseur mène à des discontinuités. Ce faisant, les extrémités des aimants ne
sont pas connectées électriquement rendant impossible le confinement électrostatique des
boîtes quantiques par l’aimant. Comme seulement quatre séries de quatre dispositifs étaient
disponibles pour l’intégration des aimants, un procédé de raccord des couches de cobalt été
mis en place afin de récupérer les dispositifs.
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Figure C.2. Dispositif à cinq boîtes quantiques et mesures préliminaires
(a) Exemple de dispositif à cinq boîtes quantiques avec microaimants de cobalt intégré. Les
chiffres et lettres identifient les différents contacts. La mesure des SETs (b) #1 et (c) #2 à 1.5 K
montre le fonctionnement des dispositifs suite à la fabrication des microaimants. Comme pour
les dispositifs à deux boîtes, ces derniers ne modifient pas le comportement des SETs. En raison
de discontinuités présentes sur tous les microaimants, les boîtes quantiques sous la série de
grilles D1 à D5 ne peuvent être formées. Il est à noter qu’en raison d’un problème de design, les
SETs ont tendance à former des boîtes quantiques doubles tel qu’illustré en (c).
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C.3 Discontinuités électriques et raccord de couches de cobalt

La figure C.3(a)-(c) montre en détail la problématique de discontinuité des aimants.
Comme la topographie est plus grande (∼ 200 nm) sur ces dispositifs que sur les dispositifs
à doubles boîtes quantiques, des discontinuités apparaissent lorsque l’aimant rencontre le
rebord des grilles (Fig. C.3(c)). Pour pallier cette problématique, un procédé de dépôt local
a été mis en place. La procédure consiste à déposer une couche métallique recouvrant la
discontinuité par écriture directe de couche de platine à l’aide d’un faisceau d’hélium [370].
Ce procédé est privilégié par rapport à des procédés de lithographie par faisceau d’électrons
standard, en raison (i) de l’absence de procédés chimiques supplémentaires qui pourraient
dégrader la couche de cobalt et aussi (ii) pour la précision d’alignement (inférieure à 10 nm )
que peut atteindre ce type de lithographie. Comme le cobalt forme une légère couche d’oxyde,
deux stratégies ont été explorées afin de raccorder les couches de cobalt.

Stratégie I : Graver d’abord une région du microaimant au faisceau d’hélium pour
ensuite déposer la couche de platine ;

Stratégie II : Faire seulement l’étape de dépôt en deux étapes avec deux jeux de para-
mètres différents.

Dépôt 1 : Paramètres minimisant le taux de dépôt et favorisant le taux de gravure ;

Dépôt 2 : Paramètres favorisant le taux de dépôt uniquement.

Afin de tester les différentes stratégies, des dispositifs à doubles aimants ont été fabri-
qués sur des substrats de silicium (Fig. C.3(d)). Les paramètres utilisés pour chacune des
stratégies sont décrits au tableau C.1 et font référence aux paramètres de la machine Nanotool.
Suivant le procédé, les dispositifs de test ont été mesurés sous pointes, par une mesure de
résistance à deux pointes, afin de vérifier la résistance du raccord effectué. Pour la stratégie I,
l’augmentation du temps de gravure diminue la résistance du raccord. Toutefois, la résistance
minimale est similaire à celles obtenues par la stratégie II. Ceci signifie que malgré l’absence
de gravure spécifique, les ions présents lors du dépôt permettent d’enrayer la couche d’oxyde
à la surface du cobalt et de former le raccord électrique. En fonction de la durée totale du
dépôt (Fig. C.3(e)-(f)) d’épaisses colonnes de platine se forment. Ceci est dû à un problème
de vitesse de l’obturateur du faisceau d’hélium et sera réglé par la mise à jour du logiciel de
lithographie et l’ajout d’un système d’obturation dédié.

Enfin, le procédé de l’échantillon #6 a été utilisé pour générer le raccord électrique des
couches sur les dispositifs à cinq boîtes quantiques. Ce procédé est choisi en raison du temps
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Figure C.3. Dispositif à cinq boîtes quantiques et mesures préliminaires
Images MEB. (a) Vue de dessus d’une portion élargie de la zone active du dispositif montrant
les grilles de confinement (jaune), de réservoir (bleu), d’accumulation des boîtes (vert) et le
microaimant (mauve). Les zones encadrées en bleu indiquent les endroits où le microaimant
passe de la surface d’une grille à la surface du substrat. (b)-(c) Images à angle de 45◦ montrant les
zones de discontinuités de l’aimant causées par la topographie. En (c) la craque noire, indique
la discontinuité. Une séparation de seulement 5-8 nm est mesurée entre les deux couches de
cobalt. (d) Dispositif test en Silicium pour le raccord électrique de couches de cobalt. Un double
aimant de cobalt est fabriqué et raccordé par une couche de platine (rose) déposée par faisceau
par un FIB à faisceau d’hélium. Des zones de gravures (bleus) sont réalisées avant le dépôt
de platine, pour enlever la couche d’oxyde de cobalt lors de l’utilisation de la stratégie I pour
le dépôt. Pour la stratégie II le temps d’exposition de (e) 60 s et (f) 120 s crée des colonnes de
platine aux extrémités de la zone de croissance.

total de dépôt plus court, minimisant la hauteur des colonnes. Les résultats de la lithographie
directe sont présentés à la figure C.4. En raison de problèmes de dérive de la platine de
support de l’échantillon, la lithographie fut effectuée à plusieurs reprises pour chaque zone
d’écriture. Ainsi, pour s’assurer du contact électrique, les dispositifs ont été imagés, créant
des zones de croissance de platine autour des zones de raccord. Finalement, comme pour les
procédés de test, de hautes colonnes de platine sont observées.

Cet échantillon a été micro soudé et mesuré de nouveau à température de 1.5 K. Malheu-
reusement, soit la manutention supplémentaire ou encore la redéposition de platine partout
dans la zone active ont généré des fuites majeures entre plusieurs des grilles. Bien que l’aimant
ait été connecté électriquement par ce procédé, les dommages causés empêchent la formation
de boîtes quantiques. Afin d’éviter ces problèmes, le système de lithographie dédiée devra
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être installé, garantissant ainsi un alignement sans dérive de la platine. De cette façon, les
zones de raccord n’auront pas besoin d’être imagées suite à la lithographie, ce qui devrait
laisser les dispositifs intacts.

Procédé # Dispositif Gravure Dépôt 1 Dépôt 2 Résistance (kΩ)

Aucun 5 – – – 40 000

Aucun 9 – – – 40 000

Aucun 11 – – – 30 000

Aucun 12 – – – 40 000

Aucun 15 – – – 100 000

Stratégie I 1 Standard? – Standard† 327

Stratégie I 2 Standard? - 2 répétitions – Standard† 55

Stratégie I 3 30 µs d’exposition/pixel – Standard† 30

Stratégie I 4 30 µs d’exposition/pixel – Standard† 45

Stratégie II 6 Aucun – Standard† 32

Stratégie II 7 Aucun 30 µs d’exposition Standard† 36

Stratégie II 8 Aucun 60 µs d’exposition Standard† 26

Stratégie II 10 Aucun 120 µs d’exposition Standard† 35

Stratégie II 13 Aucun – Standard† 67

(?) Gravure : Exposition = 15 µs ; courant =1.2 pA; dose = 1.87 nC/µm2 ; taille des pixels = 0.1 nm ; région 150
nm × 150 nm

Dépôt 1 : Exposition = 30 µs ; courant =1.2 pA; dose = 3.56 nC/µm2 ; tailles des pixels = 0.1 nm ; région 75 nm ×
75 nm; pression= 5E-6 torr

(†) Dépôt 2 : Exposition = 0.2 µs ; courant =1.2 pA; dose = 3.56 nC/µm2 ; taille des pixels = 0.1 nm ; région 2µm
× 100 nm, pression= 5E-6 torr

Tableau C.1. Paramètres de gravure et dépôt pour le raccord de couches de cobalt
Résistance électrique entre deux aimants de cobalt sans procédé de raccord, et avec un procédé
de raccord suivant les stratégies I et II. La résistance électrique résultante est obtenue par une
mesure à deux pointes à température pièce.
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Figure C.4. Raccord de discontinuités sur un dispositif à cinq boîtes quantiques
Image MEB à angle de 45 ◦, indiquant les grilles (jaunes), l’aimant (mauve) et les raccords
de platine (noir et blanc).(a) vue entière des trois zones raccordées. Des halos plus sombres
entourant ces zones indiquent la redéposition de cobalt et le dépôt de platine faible occasionné
par l’imagerie de ces zones. Les zones 1,2 et 3 sont imagées plus précisément aux panneaux (b),
(c) et (d) respectivement.



Annexe D

«Coherent spin control of s-, p-, d- and
f-electrons in a silicon quantum dot»

L’article qui suit est le fruit d’une collaboration avec le groupe de recherche du Pr. Andrew
Dzurak de l’Université de New South Wales en Australie. Cet article démontre la possibilité
d’utiliser un spin 1/2 effectif dans une des orbitales supérieure de la boîte quantique afin de
diminuer la sensibilité au bruit électrique du qubit de spin.

Pour ce travail, la conception des microaimants, les simulations magnétiques et une partie
du savoir-faire en microfabrication développé dans cette thèse a guidé l’implémentation
du dispositif mesuré. L’acquisition des résultats expérimentaux et l’analyse sont le fruit du
travail du groupe australien. La version finale de l’article est le fruit de plusieurs itérations et
révisions par les deux groupes de recherche. L’article est présentement en révision dans la
revue Nature Communication
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Once the periodic properties of atoms were un-
veiled, chemical bonds could be understood in
terms of the valence of atoms. Ideally, this ratio-
nale would extend to quantum dots1–5, and quan-
tum computation would be performed by merely
controlling electrons in the outer shell6. Imper-
fections in the semiconductor material, even at
the atomic scale, disrupt this analogy between
atoms and quantum dots, so that real devices
seldom display such intelligible many-electron ar-
rangement. We demonstrate here an electrostatic
quantum dot that overcomes the hardships of
disorder and reveals a well defined shell struc-
ture. We observe four shells (31 electrons) with
multiplicities given by spin and valley degrees of
freedom3,4,7. We explore various fillings consist-
ing of a single valence electron – namely 1, 5, 13
and 25 electrons – as potential qubits. An in-
tegrated micromagnet allows us to perform elec-
trically driven spin resonance (EDSR)8,9. Higher
shell states are shown to be more susceptible to
the driving field, leading to faster Rabi rotations
of the qubit. We investigate the impact of or-
bital excitations of the p and d-shell electrons10

on single qubits as a function of the dot deforma-
tion. This allows us to tune the dot excitation
spectrum and exploit it for faster qubit control.
Furthermore, hotspots arising from this tunable
energy level structure provide a pathway towards
fast spin initialisation.

Qubit architectures based on electron spins in gate de-
fined quantum dots benefit from controllability, where
single and multi-qubit coherent operations realized solely
with electrical and magnetic manipulation. Furthermore,
their direct compatibility with silicon microelectronics
fabrication offers unique scale-up opportunities11. How-
ever, fabrication reliability and interface disorder pose
challenges for single electron quantum dots. Even if the
single electron regime is achievable, the lone last elec-
tron often is confined in a very small region, limiting the
capabilities of electrical control and interdot tunnel cou-
pling. Many-electron quantum dots have been proposed

as a qubit decades ago12, with the potential of resilience
to charge noise13,14 and a more tunable tunnel coupling
strength to other qubits15. In the multielectron regime,
the operation of a quantum dot is sensitive to its shape.
If it is axially symmetric, the orbital energy levels will
be quasi-degenerate16, which is detrimental for quantum
computing. On the contrary, if the quantum dot is very
elongated, a shell structure will not form, and the va-
lence electron will not merely operate as a single spin-1/2
system12.

The scanning electron microscope (SEM) image in
Fig. 1a shows a device that forms a quantum dot at the
Si/SiO2 interface under gate G1, separated by a barrier
from the reservoir set by gate G2 - see Fig. 1b for a
cross-sectional representation. We first study the elec-
tronic structure of said dot from its charge stability dia-
gram, using the technique from Ref. 17, which maps out
each electron transition between quantum dot and reser-
voir as a function of gate potential. Figure 1c shows an
extremely regular set of electron transitions, revealing a
quantum dot that can be occupied by up to 31 electrons
with no charge trap transitions at the Si/SiO2 interface.
This range is slightly better than other devices based
on similar technology18. Additional charge transitions in
Fig. 1c (faint horizontal lines) arise from states between
the reservoir and the quantum dot and does not affect the
qubit operation. Lowering the voltage of gate G2 confines
the quantum dot further and changes its eccentricity in
the x-y plane.

The cut shown in Fig. 1c allows us to investigate the
addition energies, i.e. the energy necessary to add the N -
th electron to a dot that contains N -1 electrons, as seen
in Fig. 1d. The first observable effect is that the charg-
ing energy is roughly inversely proportional to the num-
ber of electrons, which is a consequence of the dot size
becoming larger as the dot fills up. Furthermore, very
distinct peaks appear at transitions 4 → 5, 12 → 13,
and 24 → 25. To understand the significance of these
electron numbers, one may refer to the Fock-Darwin en-
ergy levels19,20, where the internal spin (↑, ↓) and valley
(v+, v−) quantum numbers give the multiplicity of each
orbital state1. As a result, a full shell is formed when
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there are 4, 12 and 24 electrons in the 2D quantum dot.
The addition energy of the subsequent electron is larger
due to the next higher orbit being filled. This is anal-
ogous to the Aufbau principle of atomic physics, that
allows us to construct the electronic structure of many-
electron atoms in terms of occupation of the atomic elec-
tron levels from bottom up.

In addition, a finer structure at intermediate filling is
present due to the valley splitting ∆VS

21, the energy dif-
ference between excitations along the major and minor
axes of the elliptical quantum dot22 ∆xy and electronic
quantum correlations23, dominated by the exchange cou-
pling J . These energy scales are much smaller than the
shell excitation, so that we can identify each set of levels
by a principal quantum number. Each shell is spanned
by the valley3,4, spin and azimuthal10 quantum numbers.
For this particular quantum dot, ∆VS and ∆xy may be es-
timated3,18 and both are of the order of hundreds of µeV,
which is consistent with typical observations for quantum
dots with similar designs4. Since both splittings are sim-
ilar in magnitude, it is difficult to label the inner shell
structure based solely on the addition energy diagram.

Magnetospectroscopy of the electron transitions
(Fig. 1e) reveals the spin dependency as a function of
external magnetic field strength B0 for each electron oc-
cupancy, with cumulative spin state S presented in Fig.
1f. At lower electron occupancies, S alternates between
0 and 1

2 , indicating that the sequential electron loading
favours anti-parallel spin states, implying J � ∆xy,∆VS.
As electron numbers increases, Hund’s rule applies as
some of the electrons are loaded as parallel spin, cre-
ating S = 1 or 3

2 states, indicating J > ∆xy,∆VS in
these cases. This inversion indicates that two interact-
ing quantum dots at these fillings might lead to complex
electronic states. Indeed, interdot negative exchange cou-
pling at higher fillings has been observed in GaAs quan-
tum dots24.

We now examine the spins of monovalent dot ocupa-
tions as potential qubits, i.e., the first electron of each
shell N =1, 5, 13 and 25, which we call s-, p-, d- and
f-electrons, respectively, in reference to the electronic or-
bitals. To demonstrate single qubit control, we designed
this device with the capability to perform electrically-
driven spin resonance (EDSR). A cobalt micromagnet po-
sitioned near the device induces a magnetic field gradient.
An external uniform magnetic field B0 = 1.4 T provides
a Zeeman splitting between spin states for spin to charge
conversion readout25. This field also fully magnetises the
cobalt26, leading to a field gradient of approximately 1
T/µm in the direction transverse to the quantization axis.
This provides the means to drive spin flips without the
need for an AC magnetic field27–29. Instead, a 40 GHz
sinusoidal voltage is applied directly to the magnet. The
antenna-like structure creates an AC electric field at the
quantum dot, so that the electron wavefunction oscillates
spatially within the slanted magnetic field, which drives
Rabi oscillations of the qubit8,30.

In order to initialize, control and readout the spins,

the pulse sequence depicted in Fig. 2a is performed. The
amplitude and duration of the driving AC electric field is
used to implement various single qubit logical gates. The
fidelity of these qubit operations under the decoherence
introduced by the environment is probed by a random-
ized benchmarking protocol31,32. Extended Fig. 2 com-
pares the performance of s-, p- and d-electrons. Single
qubit elementary gate fidelities improve from 98.5 % to
99.7 % when the electron occupancy increases from 1 to 5
and 13 electrons. Part of the reason for this improvement
is the softening of the quantum dot confinement at higher
occupations – the Coulomb repulsion due to electrons in
inner shells leads to a shallower confinement, thus reduc-
ing charging and orbital energies (Fig. 1d) and ultimately
leading to faster Rabi frequencies (Fig. 2b inset).

Perhaps more interestingly, the improved performance
of single qubits at p- and d-levels can also be attributed
to a better protection against the environment in mul-
tielectron dots. Indeed, early theoretical work indicates
that the inner cloud of electrons may act as a protection
against decoherence, creating some shielding against elec-
trical noise14. A better way to probe the effects of faster
gating times and slower decoherence is by observing the
Q-factor (Q = TRabi

2 /Tπ) of Rabi oscillations of 1, 5, 13
and 25 electrons in Fig. 2b, which shows close to an order
of magnitude increase in Q from 1 to 5 and 13 electrons.
Moreover, Rabi Chevrons in Fig. 2c-e for 1, 5 and 13
electrons indicate a visible improvement in the pattern
quality of both N = 5 and 13 compared to N = 1.

Although Rabi oscillations are present for N = 25 in
Fig. 2b, we observed its optimal π-pulse time and TRabi

2

to be similar to N = 1. This indicates that higher shell
numbers do not necessary benefit qubit operation, as
more relaxation hotspots will arise with increased multi-
plicity of the shell state18.

One should note that the Dresselhaus spin-orbit cou-
pling, which is dominant in Si, has very distinct impact
on each valley state, which could potentially affect the
spin-orbit driven EDSR33,34. Since our EDSR approach
adopts an inhomogeneous magnetic field induced by a
micromagnet, however, we expect that possible suppres-
sions of spin-orbit effect by valley interference are over-
come by the field gradient. In other words, the observed
improvement of the Rabi oscillations is unlikely to be
largely stemming from variations in the valley structure
among shells.

Although multielectron quantum dots can be exploited
to improve qubit performance, they raise new questions
regarding the many-body physics of these dots. One par-
ticular concern is that the presence of low-lying excited
orbital states may intervene with the spin dynamics. We
track the excited states by altering the dot aspect ratio
without changing its occupancy35, adjusting the G1 and
G2 gate voltages parallel to the transition lines in Fig. 1c.
Firstly, we measure the resonance frequencies while vary-
ing the dot shape, as shown in Fig. 3c. Non-linear Stark-
shifts are observed for N = 1 (Fig. 3d), 5 (Fig. 3g) and
13 electrons(Fig. 3j), where a drop in resonance frequen-
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for each electron occupancies is shown on the right column. c-e,

Probability of spin up as a function of ESR frequency detuning and duration of microwave pulse for (c) N = 1, (d) N = 5 and
(e) N = 13 electrons, performed along the grey dashed line in Fig. 3(d-l). Resonance frequencies f0 for N = 1, 5 and 13 are
41.829, 41.879 and 41.827 GHz, respectively.

cies occurs at certain values of ∆VG1 and ∆VG2 (in the
region near the grey lines in Fig. 3d-l, which mark the
operation point at which all data is taken, unless spec-
ified otherwise). Moreover, for N =5 and 13 electrons,
Fig. 3i,l show that the Rabi frequencies of these two con-
figurations are also significantly enhanced at these ∆VG
values. These are indications that the quantum dot is
coupled to states of different nature at these dot confor-
mations. There are no charge transitions (or visible fea-
tures in the charge stability diagram), confirming that
the ground state configuration is left unchanged. Note
that such Rabi frequency enhancement is also observed
in N =1 electron configuration, but it is still an order of
magnitude lower than 5 and 13 electrons.

The quantum mechanical description of EDSR involves
virtual excitations (valley36 or orbital37). This indicates
that the changes observed in Fig. 3 are related to the in-

fluence of an upper level approaching the ground state.
We confirm this interpretation by measuring the spin re-
laxation time T1 through the pulse sequence in Fig. 3b, as
shown in Fig. 3e,h,k. The presence of an excited orbital
or valley state nearby the Zeeman excitation generates
a hotspot for relaxation, which is in the order of 10 ms,
similar to previous literature18,38,39. We may exploit this
control over the spectrum to induce fast relaxation on
demand for qubit initialization, operate the qubit where
fRabi is high, and store it in the long T1 configuration.
The power of the EDSR drive did not show significant
impact on the observed values of Q factor, contrary to
recent observations in depletion mode quantum dot ex-
periments40.

Figure 3h also shows an additional relaxation hotspot
around ∆VG1 = 0 mV for the d-shell qubit. This is most
likely due to the added orbital near degeneracy at the d-
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shells, which implies more pathways for qubit relaxation.
This near-degeneracy could also explain why the 10 and
14 electron configuration have a triplet ground state24

(see the total spin state in Fig. 1g). We mention that
these higher total spin states are observed to also be co-
herently drivable, but this exceeds the scope of present
work (see Extended Fig. 1c & d).

The present work experimentally demonstrates that
purely spin-based qubits may be implemented in multi-
electron quantum dots. This could be a desirable feature
as long as the shell structure is well preserved, such as
in very small SiMOS electrostatic quantum dots. Oper-
ation based on EDSR takes advantage of the extended
wavefunction to drive the qubit with higher control fi-
delity and longer distance J coupling between qubits. A
multielectron system results in a richer many-body exci-
tation spectrum, which could have higher Rabi frequen-

cies for fast qubit gates and enhanced relaxation rates for
quick qubit initialization. We anticipate the possibility
of complex two qubit physics, with a possible singlet-
triplet inversion24, mimicking the physics of paramag-
netic bonding41. This would require a revision of the
two qubits gate strategies, as well as the spin-to-charge
conversion techniques for qubit read-out.
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Annexe E

«Silicon quantum processor unit cell
operation above one Kelvin»

L’article qui suit est le fruit d’une collaboration avec le groupe de recherche du Pr. Andrew
Dzurak de l’université de New South Wales en Australie. Ce travail consiste en une première
démonstration de l’opération d’un qubit à spin unique dans une boîte quantique simple à
la température de 1 K. Ce travail est susceptible de présenter une avancée majeure dans la
co-intégration des qubits de spins avec l’électronique de contrôle.

Pour ce travail, la conception des microaimants, les simulations magnétiques et une partie
du savoir-faire en microfabrication développé dans cette thèse ont guidé l’implémentation
du dispositif mesuré. L’acquisition des résultats expérimentaux et l’analyse sont le fruit du
travail du groupe australien. La version finale de l’article est le fruit de plusieurs itérations et
révisions par les deux groupes de recherche. L’article est présentement en révision dans la
revue Nature.
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Quantum computers are expected to outper-
form conventional computers for a range of im-
portant problems, from molecular simulation to
search algorithms, once they can be scaled-up to
very large numbers of quantum bits (qubits), typ-
ically many millions [1–4]. For most solid-state
qubit architectures, e.g. those using supercon-
ducting circuits or semiconductor spins, scaling
poses a significant challenge as every additional
qubit increases the heat generated, while the cool-
ing power of dilution refrigerators is severely lim-
ited at their normal operating temperature be-
low 100 mK [5–7]. Here we demonstrate op-
eration of a scalable silicon quantum processor
unit cell, comprising two qubits, at a device tem-
perature of ∼1.45 Kelvin – the temperature of
pumped 4He. We achieve this by isolating the
quantum dots (QDs) which contain the qubits
from the electron reservoir, initialising and read-
ing them solely via tunnelling of electrons be-
tween the two QDs [8–10]. We coherently con-
trol the qubits using electrically-driven spin res-
onance (EDSR) [11, 12] in isotopically enriched
silicon 28Si [13], attaining single-qubit gate fideli-
ties of 98.6% and Ramsey coherence times of T ∗

2 =
2 µs during ‘hot’ operation, comparable to those
of spin qubits in natural silicon at millikelvin tem-
peratures [14–17]. Furthermore, we show that
the unit cell can be operated at magnetic fields
as low as 0.1 T, corresponding to a qubit con-
trol frequency fqubit = 3.5 GHz, where the qubit
energy hfqubit is much smaller than the thermal
energy kBT . The quantum processor unit cell
constitutes the core building block of a full-scale
silicon quantum computer, and satisfies physical
layout constraints required by error correction ar-
chitectures [9, 18]. Our work indicates that a
spin-based quantum computer could be operated
at elevated temperatures in a simple pumped 4He
system, offering orders of magnitude higher cool-
ing power than dilution refrigerator systems. It
also offers the option of operation at low mag-
netic fields where control frequencies are lower

and microwave engineering is less challenging.

Electrostatically gated QDs in SiGe or Si-MOS het-
erostructures are prime candidates for spin-based com-
puting due to their long coherence times, high control
fidelities, and industrial manufacturability [14, 15, 19–
22]. In large scale quantum processors, the qubits will
be arranged in either 1D chains [18] or 2D arrays [3] to
enable quantum error correction schemes. Relying on ex-
change coupling for two-qubit operation [16, 17, 23–25],
the QDs are expected to be densely packed with little ex-
tra space in between. Until now, two-qubit QD systems
have required a nearby reservoir for initialisation and/or
readout using spin-to-charge conversion [26]. Here, we
demonstrate an isolated double QD system that requires
no tunnel-coupled reservoir [8–10] to perform full two-
qubit initialisation, control and readout – thus realising
the elementary unit cell of a quantum processor (see Fig-
ure 1h). In addition to simplifying the gate layout, this
unit cell has two other important advantages. Firstly, the
qubit readout fidelity is not limited by the thermally-
broadened Fermi distribution of an electron reservoir,
and secondly, the absence of a reservoir means that the
effective electron temperature of the isolated unit cell is
reduced [27]. Ultimately, these factors open the possi-
bility of spin qubit operation at temperatures above 1
Kelvin [10].

Figure 1a shows a scanning electron microscope (SEM)
image of a device nominally identical to the one mea-
sured. The device is designed with a nearby cobalt mi-
cromagnet for EDSR control and an SET charge sensor
to detect changes in the electron occupation of the two
QDs [12]. In Figure 1b-f we illustrate the tuning sequence
that we use to configure the isolated two QD unit cell in
the (3,3) charge configuration. We start by accumulating
the desired total number of electrons under G1, then de-
plete the electrons under gate J and G2, and finally cut
off the electron reservoir by lowering the bias applied to
the barrier gate B. This results in a barrier confinement
as strong as that of the confinement gate CB, ensuring
no electrons can tunnel into or out of the qubit cell. Us-
ing the gates G1, J and G2 as physical control inputs
for qubit operation (see Figure 1g) we can distribute the
6 electrons arbitrarily within the qubit cell, as demon-
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controls the coupling between the QDs, while B can be biased to create a barrier between the QDs and the electron reservoir.
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an isolated (3,3) electron configuration. c, Starting with a single dot under G1 as in Ref. [12], we load 6 electrons from the
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3 electrons from QD1 to QD2. g, Schematic of the conduction band and control electrodes of the isolated qubit unit cell in the
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of the isolated QDs, with a total of 6 electrons trapped in the system. Here, ∆VG = VG1 − VG2 and VG1 + VG2 = 4.8 V. The
system evolves into a strongly coupled three-dot system for very positive biasing of VJ. The charge transition near ∆VG = 0 V
is not coupled to the QDs, and most likely corresponds to charge movement outside the CB confinement area.

strated in the stability diagram shown in Figure 1i. Tilt-
ing the double QD potential at low VJ < 2 V allows us
to set any charge configuration between (0,6) and (6,0),
while a high VJ > 2 V transforms the two QD system into
a triple QD system. While we are also able to operate
the qubits in the (1,1) and (1,3) charge configurations,
we choose to operate in the (3,3) charge configuration.
Here, the lower two electrons in each dot form singlet
states, and we use the spins of the unpaired electrons in
the excited states (upper conduction-band valleys) of the
silicon QDs as our qubits [28].

Confining operation to the isolated qubit unit cell (now
fully disconnected from the reservoir), we use Pauli spin
blockade for qubit readout, exploiting the small size of
the QDs that results in high valley splittings and orbital
energies [12]. With this readout technique our qubit cell
can operate coherently in an external magnetic field as
low as B0 = 0.1 T (with corresponding operation fre-

quency gµB/h = 3.5 GHz), and be controlled adiabati-
cally at B0 = 10 mT (660 MHz), which is nearly impossi-
ble for reservoir readout [26]. Even at these low magnetic
fields, we can operate the qubits at a temperature of up
to 1.45 K, which can be maintained simply by pumping
on liquid 4He, without the need for a dilution refrigera-
tor.

We depict the entire control, measurement and initial-
isation cycle in Figure 2a,b. Gate voltage pulses on VG1,
VG2, and VJ and SET readout current are shown in Fig-
ure 2a, with the corresponding charge movement illus-
trated in Figure 2b. Throughout the entire operation cy-
cle, the same six electrons stay within the unit cell. Our
two-qubit readout is based on Pauli spin blockade, that
manifests itself as spin parity readout in our device, read-
ing the σ̂ZZ projection of the two-qubit system, where σ̂
is the Pauli operator. In the remainder of the paper, we
denote this parity readout output as PZZ , the expecta-
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value of the P̂ZZ = 1
2
(σ̂II − σ̂ZZ) projection. Measured at 37 mK and 1.4 T. e, Sequence to implement a CNOT two-qubit

logic gate via a controlled-Z (CZ) rotation using J-gate control. The final π/2-pulse incorporates a phase shift to compensate
the Stark shift from pulsing the J-gate. f, Applying a CNOT gate before readout turns the parity readout into single qubit
spin readout (details of the CNOT gate are shown in Extended Data Figure 3). When the CNOT gate is applied after the
serial two-qubit Rabi oscillations from d, we measure only the Rabi oscillations of Q1. Tiny oscillations (period = 1 µs) in the
experimental data (left panel) along the y-direction can still be observed due to imperfect CZ pulsing. Simulations are shown
in the right panel. Measured at 37 mK and 0.8 T.
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tion value of P̂ZZ = 1
2 (σ̂II − σ̂ZZ). An even spin state

readout then leads to PZZ = 0 and an odd state leads
to PZZ = 1. Initialisation is based on first preparing
the unit cell in the (2,4) S state, before moving one elec-
tron to Qubit 1 (Q1) to create a (3,3) S-like state. For
hfqubit � kBT , we can also initialise the system in the
well-defined |↓↓〉 state by dwelling at a spin relaxation
hot-spot [16, 24]. In Figure 2c we show Rabi oscillations
for the two different initialisation states, starting in either
the S-like or the |↓↓〉 state.

Conventional Pauli spin-blockade readout uses spin-to-
charge conversion to discriminate between a lone singlet
state and three triplet states [29]. In contrast, parity
readout constitutes a balanced readout, needed for quan-
tum error correction, where half of the output is even (0)
and the other half odd (1). This is confirmed in the se-
rially driven Rabi rotations shown in Figure 2d, where
we coherently and unconditionally rotate first Q1 and
then Q2, and measure the output state. It is clear that
the experimental results are in excellent agreement with
the simulated PZZ readout. If the readout process was
singlet-triplet like, only a quarter of the states would have
PZZ = 1 and the rest should be blockaded.

While P̂ZZ is the intrinsic readout of our qubit system,
reading other two-qubit projections is also straightfor-
ward. Rotating one of the qubits by π/2 we gain access

to P̂ij = 1
2 (σ̂II − σ̂ij), where i, j ∈ X,Y, Z. Furthermore,

adding a conditional two-qubit gate like a CNOT before

readout, we can turn the parity readout into a single
qubit readout. Figure 2e shows the pulse sequence from
Figure 2d with an added CNOT gate based on perform-
ing a conditional-Z (CZ) gate. We achieve the conditional
phase shift by pulsing the J gate to temporarily increase
the J coupling between the two qubits (without changing
the charge detuning). The single qubit readout result is
shown in Figure 2f. The sequence reads out only the Q1
spin state as P̂Z1 = 1

2 (σ̂II − σ̂ZI), independent of Q2.
To read out Q2, one would simply need to swap target
and control of the CNOT gate. The small but visible
oscillations along the y-axis in the data are due to im-
perfect CZ pulsing. Details of the CNOT gate data are
shown in Extended Data Figure 3, where the CNOT gate
parameters in panel c are the same as those for Figure 2f.

Having demonstrated the general operation of the
quantum processor unit cell including initialisation, one-
and two-qubit control, and parity and single-qubit read-
out, we can now investigate the effect of temperature.
For large scale quantum computer integration, the bene-
fits of raising the temperature to reduce engineering con-
straints have to be carefully balanced with the presence
of increased noise. Prior works have studied the spin re-
laxation of Si-MOS QD spin qubits at temperatures of
1.1 K [30] and coherence times of ensembles of Si-MOS
QDs up to 10 K [31]. The coherence times of single deep
level impurities in silicon at 10 K [32] and ensembles of
donor electron spins in silicon up to 20 K [33, 34] were
also examined. However, coherence times and gate fi-
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delities of a universal qubit have not been investigated
as yet.

In Figure 3 we present single-qubit Rabi chevrons and
randomised benchmarking for temperatures of Tcold =
37 mK in Figure 3a-d, and Thot = 1.45 K in Figure 3e-
h. Here, Thot = 1.45 K is achieved by simply pumping
the 1 K pot of the dilution refrigerator, while the 3He
circulation is completely shut off. Qubit operation and
readout at this elevated temperature is possible since our
QDs have relatively high valley splitting (> 500 µeV) and
orbital splitting energies (> 2.5 meV) [12]. We observe
Rabi chevrons for both B0 = 1.4 T and B0 = 0.1 T at
Thot = 1.45 K, despite the thermal energy being larger
than the qubit energy (kBT � hfqubit). Here, the visi-
bility is mainly limited by the SET charge sensor signal,
due to broadening of the SET peak. Figure 3g shows
the coherence time T ∗2 at this elevated temperature to be
2.0±0.3 µs, comparable to natural silicon at mK temper-
atures [14–17]. The single qubit gate fidelity extracted
from randomised benchmarking is FSQ = 98.6 ± 0.1 %,
nearly at the fault tolerant level (see Figure 3h). For
reference, the qubit’s performance at Tcold = 37 mK is
shown in Figure 3a-d, at which both T ∗2 and FSQ are
about 6 times better.

We present a more detailed study of the coherence
times and relaxation times as a function of mixing cham-
ber temperature TM/C in Figure 4. A similar study as
a function of external magnetic field is presented in Ex-
tended Data Figure 1, where we observe the Hahn echo
time to scale linearly with B0, where shorter relaxation
times at lower field are possibly due to spin-orbit John-
son noise [35]. Temperature has the strongest impact
on T1, which scales as T−5 between 0.5 and 1.0 K. This
is consistent with a Raman process involving interval-
ley piezophonons stemming from the oxide layer – if the
spin-lattice relaxation was dominated by Si deformation
potential phonons, the temperature power law should be
stronger, as discussed in Ref. [30]. THahn

2 and T ∗2 display
a lower dependency on temperature.

The results in Figure 4 show a significant reduction in
spin relaxation and coherence times going from 100 mK
to 1.45 K. While this reduction does not prevent the
qubits from being operated at this temperature, fu-
ture device engineering should try to address possible
sources of noise for optimised high-temperature oper-
ation. Residual 29Si nuclear spins that couple to the
qubits through the hyperfine interaction lead to back-
ground magnetic field noise that could be easily reduced
by using silicon substrates with higher isotopic enrich-
ment [36]. Our devices contain 800 ppm residual 29Si
atoms, which is more than one order of magnitude higher
than what is currently available [13, 34]. While the gra-
dient magnetic field from a micromagnet, as required for
EDSR operation [11, 12, 15], might freeze out nuclear
spin dynamics [34], it will also make the qubits more
sensitive to electric field noise induced by the artificial
spin-orbit coupling [35]. Charge noise has been shown
to increase with temperature [30], and could constitute
the dominant noise source for EDSR systems at elevated
temperatures. Furthermore, replacing SET current read-
out with radio-frequency gate dispersive readout [10, 37],
should provide improved readout fidelities at higher tem-
peratures and achieve a truly scalable unit cell footprint.

In conclusion, we have presented a fully operable two-
qubit system in an isolated quantum processor unit cell,
containing two QDs with a fixed number of electrons,
balanced parity readout, two types of initialisation, and
a J-gate-controlled two-qubit CZ gate. The isolated na-
ture of this unit cell allows operation up to 1.45 K – a
temperature that is conveniently achieved using pumped
4He cryostats – where we reach near fault-tolerant single-
qubit fidelities. Furthermore, we present coherent con-
trol of the qubits at magnetic fields as low as 0.1 T, re-
ducing the operating frequency and therefore microwave
engineering complexity. These results pave the way for
scaling of silicon-based quantum processors to very large
numbers of qubits, where the orders of magnitude higher
cooling powers available from pumped 4He, compared to
a dilution refrigerator, allow a large number of gate lines
or even integrated electronics to be incorporated with the
device [38, 39].
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Annexe F

«Algorithm for Automated Tuning of a
Quantum Dot into the Single Electron
Regime»

L’article qui suit présente la mise en place d’algorithmes de traitement de signaux et
de reconnaissance d’image permettant d’identifier des transitions électroniques mesurées
par détection de charge. L’algorithme résultant permet l’ajustement automatique de boîtes
quantiques simples dans le régime à un électron.

Principalement le fruit des recherches deMaxime Lapointe-Major, plusieurs des intuitions
ayant mené à l’algorithme final sont le fruit des connaissances acquises dans cette thèse quant
à l’ajustement des paramètres de boîtes quantiques. Ce travail place également les premières
pièces d’un effort collaboratif avec le groupe de recherche de Félix Camirand Lemyre pour
l’automatisation de boîtes quantiques.
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We report an algorithm designed to perform computer-automated tuning of a single quantum dot with a charge sensor.
The algorithm performs an adaptive measurement sequence of sub-sized stability diagrams until the single-electron
regime is identified and reached. For each measurement, the signal processing module removes the physical background
of the charge sensor to generate a binary image of charge transitions. Then, the image analysis module identifies the
position and number of lines using two line detection schemes that are robust to noise and missing data.

Spin qubits in quantum dots are among the frontrunner ar-
chitectures for the implementation of a small-scale quantum
computer1,2 due to their high potential for scalability3–6. In-
deed, progress towards devices with multiple quantum dots
has recently been demonstrated7,8. However, as the number
of quantum dots increases, the brute-force approach of manu-
ally adjusting several gate voltages per quantum dot to reach
the qubit regime has become impractical. To date, softwares
have been developed to address this issue by automatizing te-
dious parts of this process for double dots using image anal-
ysis or machine learning tools to adjust the inter-dot tunnel
coupling9, detect triple points in stability diagrams10,11 and
perform state recognition12,13.

In this paper, we report an algorithm designed to perform
automated tuning of a single quantum dot tunnel-coupled to
a reservoir of electrons using only charge sensing. This has
been recognized as challenging for the following reasons:
(i) tuning a single dot requires line detection, which proves
to be less robust than the detection of triple points10; (ii) the
number of transitions in a measurement is a priori unknown;
(iii) the detection of transition lines with possible curvature
and in the presence of noise and missing data points is com-
putationnally expensive14; (iv) the charge sensor couples to
all charges at proximity, thus measuring several unwanted fea-
tures giving rise to a physical background in the resulting sig-
nal.

Our algorithm achieves all this by performing an iterative
sequence of measurements, analysis and state detection un-
til the single-electron regime is reached (Fig. 1) and only
requires the charge sensor to be pre-calibrated with mini-
mal user inputs. Given a measurement, the signal processing
module removes the physical background of the charge sen-
sor to generate a map of detected charge transitions and the
image analysis module reconstructs the transition lines from
that map. The latter was implemented using two different ap-
proaches, namely a modified Hough transform15 and EDLines
algorithm16, each of which have different advantages regard-
ing computation time and detection of curved transitions. Fi-
nally, a sequence of measurements that allows the algorithm
to reach the single-electron regime is introduced.

In our setup, a single quantum dot is tunnel-coupled to a

User inputs
SET calibration

Start

Measurement
Charge sensor

Analysis
Signal

processing
Image

analysis

State detection

Apply final
gate voltages

Single electron regime not reached

Single
regime

electron
reached

FIG. 1. Flow chart of the algorithm. A stability diagram is first
measured by the charge sensor. This measurement goes through the
signal processing module, which removes the physical background
of the charge sensor and generates a binary image of the detected
transitions. The image analysis module then identifies transition lines
in that binary image. If the single-electron regime is reached, the
algorithm sets gate voltages appropriately, and otherwise loops again
in the measurement/analysis sequence.

reservoir of electrons in the split accumulation gate geometry
identical to the device in Fig. 1 of Ref6. The quantum dot
is capacitively coupled to a single electron transistor (SET),
used for charge sensing. The current through the SET (ISET)
is measured with a 1 MHz bandwidth cryogenic amplifier17.
In that setup, ISET is monitored as a function of gate voltages
(Fig. 2a) to detect transitions in the quantum dot electron oc-
cupancy. We model the current through the SET following
equations (1a) and (1b).

ISET = A(Vg)sin[Ω(Vg)]+B(Vg), (1a)
Ω(Vg) = ω(Vg) ·Vg +φ(N), (1b)

The current contains a zero and low-frequency background
term B(Vg) and an oscillating term with a voltage-dependent
amplitude A(Vg) and argument Ω(Vg). In general, the fre-
quency ω(Vg) can depend on the gate voltage, since the charg-
ing energy of the SET can vary over large ranges of gate
voltage18. Here, this effect is mitigated by performing mea-
surements over ranges such that this effect can be neglected,
leading to ω(Vg)≈ ω . The term φ(N) models jumps that oc-
cur when an electron is added in the quantum dot. Because the
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FIG. 2. (a) Typical ISET trace (blue) and
instantaneous frequency of the ISET oscil-
lations (red) as a function of gate voltage
Vg. Arrows indicate detected transitions
and the dashed line the threshold computed
for this frequency distribution. (b) Fourier
transform of the data shown in (a) (blue),
Lorentzian fit (green) used to extract the
cutoff frequency for the high-pass filter
(vertical dashed line) and the Fourier trans-
form of the filtered signal (purple).

transitions occur for specific voltages, Ω(Vg) can be rewritten
as Ω(Vg) = ω(∆N(Vg)) ·Vg, where ∆N denotes transitions of
N and ω is constant except at specific voltages where a charge
transition occurs, for which ω becomes highly negative. For
the purpose of charge detection, the only components of inter-
est in ISET are the transitions in the electron occupancy of the
quantum dot, ∆N.

In the signal processing module, the goal is to identify gate
voltages for which a charge transition ∆N occurs. This is
achieved by removing all the other components in the sig-
nal. First, a fifth-order Butterworth high-pass filter19 is ap-
plied on the measured signal to remove the background term
B(Vg). The cutoff frequency for the filter is extracted by fit-
ting a Lorentzian to the Fourier transform of the signal (Fig.
2b). Next, the instantaneous frequency of the oscillations
is extracted using a Hilbert transform of the filtered signal
(Fig. 2a). The instantaneous frequency shows negative jumps
at gate voltages where a charge transition occurs. These jumps
are identified by computing an adaptive threshold (T ) taking
into account the average (ω̄) and standard deviation (σω ) of
the distribution of frequencies. Any point below the threshold
is then identified as a charge transition. Using a severe thresh-
old (T>ω̄-3.5σω ) yields several false-negative results while
a loose threshold (T<ω̄-2σω ) yields several false-positive re-
sults. We find the image analysis module to perform best us-
ing T=ω̄-3σω for threshold.

Typical measurements used to identify charge transitions
are two-dimensional stability diagrams where the voltage of a
first gate (Vg1) is swept and the voltage of a second gate (Vg2)
is stepped after every Vg1 sweep (Fig. 3a). Two-dimensional
measurements provide many advantages to the algorithm:
(i) it improves robustness to noise when false-positive tran-
sitions are detected; (ii) it allows the algorithm to extrapolate
information in regions where the charge sensor sensitivity is
reduced and (iii) it provides information about the ratio of the
lever arms of the two gates.

Even though the measured stability diagrams are two-
dimensional, the signal processing procedure is kept one-
dimensional to circumvent the detection of telegraphic noise
as a transition line by the image analysis module. The result
of the signal processing module applied on a large stability
diagram is a binary map of detected transitions (Fig. 3b).

Compared to other existing solutions to remove the phys-
ical background from charge sensor measurements20,21, this
approach does not require additional hardware and only re-

quires post-measurement processing.
Following the signal processing module, the image analysis

module is used to identify transition lines in a measurement.
The main challenge of this step arises from the charge sensor
not providing any way to label the detected transition points.
This means the algorithm must identify (i) to which transition
line each of the transition points belongs to, (ii) the number of
transition lines in a given measurement and (iii) their position.
Measured transitions must be detected amidst device and sig-
nal processing noise, missing data points and curvature of the
transitions. This has led to two implementations for this mod-
ule using either a modified Hough transform15 or EDLines16

for the efficient detection of curved lines or fast computation
time respectively.

The modified Hough transform is implemented in a divide-
and-conquer approach, where segments are recursively split
into smaller, more manageable ones before being either dis-
carded or reconstructed into charge transition lines. First, the
algorithm generates clusters of points using a linkage algo-
rithm. Each cluster is defined to be a distance of at least one
pixel from its neighbouring clusters. For each of the clusters
generated this way, a modified Hough transform is computed
which estimates the best segment describing the cluster along
with the covariance matrix as described in Ref.15. Here, a cor-
rection is applied to the covariance matrix to account for the
width of the transition lines in the stability diagrams, which
comes from the statistical nature of the tunnelling events and
the tunnel coupling between the dot and the reservoir. Fol-
lowing Ref.22, clusters are recursively split to break down
curved clusters into smaller pieces that can be appropriately
approximated by a linear segment and transition lines are re-
constructed based on collinearity and proximity of the end-
points criteria (Fig. 3c).

The second implementation uses the EDLines algorithm in
a top-down approach. The EDLines alorithm identifies anchor
points to generate segments with very few false-positives.
Given the width of charge transitions, the EDLines algorithm
detects several segments per transition. Doublons are dis-
carded using the parallelism criteria in Ref.22. Segments are
regrouped and identified as transition lines based on the same
collinearity and proximity of the endpoints criteria used for
the modified Hough transform.

Both implementations of the image analysis module are ro-
bust to missing data points (false-negatives) and noise (false-
positives)15,16. This has been verified on a number of stabil-
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FIG. 3. (a) Experimentally measured stability
diagram on a split accumulation gate quantum
dot. Vg1 is the dot gate with a 0.5 mV reso-
lution (801 pixels) and Vg2 is the reservoir gate
with a 2.5 mV resolution (1001 pixels). (b) Bi-
nary image of the transition points detected by
the signal processing module for the stability di-
agram shown in (a). (c) Transition lines detected
by the image analysis module with the EDLines
algorithm (yellow) or the modified Hough trans-
form before (red) and after (blue) the line recon-
struction protocol. (d) Measurement sequence
used by the algorithm to reach the single-electron
regime. The first sub-diagram sampled is in dark
blue and the last in dark red. Larger sub-diagram
sampled to confirm transitions are in black. Tran-
sition lines detected by the image analysis after
the tuning process is completed are shown in red
and the first charge transition is in blue.

ity diagrams acquired on two different devices and is pictured
in Fig. 3c where line reconstruction succeeds despite noise
surrounding the transitions. On these devices, false-positive
and false-negative instances are always in sufficiently low oc-
curence to guarantee success of our algorithm. Missing data
can occur for a variety of reasons: (i) due to a loss of sensi-
tivity of the SET, which can be caused by the modulation of
the tunnel barriers in the SET due to interface irregularities23 ;
(ii) it can be introduced by the signal processing module when
using a severe threshold T or (iii) introduced by the measure-
ment sequence (Fig. 3d). Typical sources of noise in stabil-
ity diagrams are charge noise, current noise in the SET, tele-
graphic noise and false-positive transition points added by the
signal processing module. The similar performances of the
two algorithms in the presence of typical noise is explained by
the fact that EDLines identifies very few false-positive tran-
sition lines by design16 while the line reconstruction of the
modified Hough transform is very efficient at identifying and
discarding them (red segments in Fig. 3c).

The modified Hough transform implementation is expected
to be more efficient at detecting charge transitions with large
curvature because of the initial construction of transition lines,
which regroups all transition points into a cluster indepen-
dent of the curve before splitting and reconstructing it in its
divide-and-conquer scheme. These transitions with large cur-
vature would not be detected by the EDLines algorithm due to
its validation method16. This has been qualitatively observed
in some experimental datasets. For the stability diagram in
Fig. 3c, the image analysis requires 45 seconds to identify
the blue transition lines using the modified Hough transform
implementation and requires 1.5 seconds to identify the green
dashed transition lines using the EDLines implementation on
an Intel(R) Xeon(R) CPU E3-1245 v5 running at 3.50 GHz.
This speed-up is consistent with results obtained on other ex-
perimental stability diagrams.

Following the flow chart of Fig. 1, a heuristic algorithm
is now applied to find the last charge transition. The goal of
the measurement sequence is to acquire enough information
about the quantum dot to identify the single-electron regime

with the fewest measurements possible. This heuristic mimics
a typical tuning protocol, where the dot is first formed and
emptied until the last transition is found based on sub-sized
stability diagrams measured using only the two accumulation
gates (Vg1 and Vg2). This is reasonable since these two gates
offer full control over physical quantities meaningful to the
algorithm in the split accumulation gate geometry6.

A sub-diagram is first measured in a suitable user-specified
scan range. If no transition is detected, the algorithm performs
diagonal series of measurements until a charge transition is
detected. To verify the detected line truly belongs to a tran-
sition and is not an artifact of the signal processing or due to
experimental noise, a larger sub-diagram is measured centered
on the detected line. The program then follows the transition
by increasing Vg2 until it disappears due to broadening. Then,
lower Vg1 measurements are performed until the next transi-
tion is found. This is done recursively until no more transi-
tions are found, meaning the quantum dot is empty. Finally,
the program analyzes the ensemble of all completed measure-
ments and identifies the first charge transition (Fig. 3d). A
larger sub-diagram is then measured on this transition to con-
firm it and gate voltages are adjusted to add one electron back
into the quantum dot. This measurement sequence was tested
by sampling sub-diagrams from large experimental stability
diagrams taken on two different devices.

The measurement sequence takes advantages of the robust-
ness to missing data of the image analysis module by leaving
blank spaces between measurements (Fig. 3d), which allows
to reduce measurement time. Segments from different mea-
surements are regrouped only at the end of the sequence. This
reduces the computational cost as the image analysis module
is called only once per measurement with one extra call for
the sum of all measurements.

The scan range of each sub-diagram is limited by the signal
processing module. The extraction of the cutoff frequency for
the high-pass filter and the Hilbert transform both yield signif-
icantly better results when a full cycle of the SET background
oscillations is acquired. Therefore, prior to the measurement
of a sub-diagram, a preliminary sweep of Vg1 is performed to
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estimate the background frequency. The width of the stability
diagram is then determined to include at least a full cycle of
the oscillations. The height of the stability diagram is arbitrar-
ily chosen to be 40 pixels, which yields a good enough tran-
sition length for the line reconstruction given a typical tran-
sition width, which is three or four pixels wide when using a
gate voltage resolution of approximately 1 mV. The voltage
resolution is user-specified and kept fixed through all mea-
surements to avoid pixel connectivity issues that would arise
due to changing pixel size and voltage grid.

In summary, we have developed an algorithm designed to
tune a single quantum dot to the single-electron regime. We
have shown a protocol to remove the physical background
from charge sensor measurements that can loosen the require-
ments for additional hardware and feedback loops in SET-
based charge detection. Furthermore, we have developed and
compared two image analysis algorithms to identify charge
transitions. While EDLines is at least ten times faster, the
modified Hough transform approach is believed to present
additional robustness to line curvature. We envision that
combined with recently demonstrated identification of triple
points10,11, our algorithm will provide additional tools for au-
tomated initialization and control routines of quantum dots.

SUPPLEMENTARY MATERIAL

See supplementary material for pseudo-code summarizing
key steps of the algorithm.
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Annexe G

«Majorana bound state engineering via
efficient real-space parameter
optimization»

L’article qui suit est le fruit d’une collaboration avec le Dr. Samuel Boutin et le groupe de
physique théorique du Pr. Ion Garate. Le travail est issu de deux appels à projets à l’Institut
Quantique pilotés conjointement avec Samuel Boutin. Dans le cadre de ce travail, un algo-
rithme efficace permettant l’optimisation de textures magnétiques favorisant l’émergence des
modes de Majorana dans les nanofils 1D est présenté. Ce travail permet d’explorer l’impact
des textures magnétiques inhomogènes pour lesquelles l’intuition basée sur les modèles ana-
lytiques est difficile à appliquer. Par ailleurs, il est démontré que, contrairement aux croyances
actuelles dans le domaine, les inhomogénéités peuvent être utilisées comme ressource afin
d’augmenter la protection topologique des états de Majorana.

L’algorithme issu de ce travail est le fruit du labeur de l’équipe théorique, soit Samuel
Boutin et Ion Garate, alors que l’intuition et les orientations générales présentées dans la
version finale de l’article ont été mises en place conjointement.
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Recent progress toward the fabrication of Majorana-based qubits has sparked the need for sys-
tematic approaches to optimize experimentally relevant parameters for the realization of robust
Majorana bound states. Here, we introduce an efficient numerical method for the real-space opti-
mization of tunable parameters, such as electrostatic potential profiles and magnetic field textures,
in Majorana wires. Combining ideas from quantum control and quantum transport, our algorithm,
applicable to any noninteracting tight-binding model, operates on a largely unexplored parameter
space and opens new routes for Majorana bound states with enhanced robustness. Contrary to com-
mon belief, we find that spatial inhomogeneities of parameters can be a resource for the engineering
of Majorana bound states.

I. INTRODUCTION

Majorana bound states (MBS) are spatially local-
ized zero-energy modes that exhibit non-abelian ex-
change statistics. The recent discovery and character-
ization of MBS in solid-state devices has established
their potential for future fault-tolerant quantum comput-
ers [1]. At present, the leading platform for the study
of MBS is a strongly spin-orbit coupled semiconducting
nanowire, proximity-coupled to a s-wave superconduc-
tor and placed in a uniform magnetic field [2–5]. Al-
ternative proposals replacing spin-orbit interactions with
spiral magnetic textures generated by adatoms [6, 7] or
arrays of micromagnets [8] are also promising and have
been partially realized in experiments [9].

In spite of the aforementioned advances, the current
state of knowledge for the realization of MBS is re-
stricted to a small region of parameter space, comprised
mainly of translationally-invariant wires. Systems with
nonuniform parameters, such as superconducting gaps,
magnetic fields and electrostatic potential profiles, are
not analytically tractable beyond a few limiting periodic
cases [10–17], and the existing numerical studies [18–22]
have not been exhaustive. Thus, it would be desirable
to chart the vast space of tunable experimental parame-
ters beyond the known subregions, not only to find out
if inhomogeneities could be a resource for MBS exper-
iments, but also to provide new insights for improving
Majorana-based qubits [23–25].

In this work, we introduce an optimization algorithm
that undertakes an efficient search in parameter space for
maximally robust MBS which are compatible with exper-
imental constraints. The central finding of our work is
that the engineering of spatial inhomogeneities increases
the parameter space region for robust MBS and signifi-
cantly enhances the degeneracy of Majorana zero-modes.

Our optimization approach is inspired by the Gradi-
ent Ascent Pulse Engineering (GRAPE) algorithm [26] of
quantum optimal control [27], which aims to find the best

∗ Samuel.Boutin@USherbrooke.ca

pulse shapes in time domain to perform a task, such as
implementing a logical gate or reaching a desired ground
state [28]. We draw an analogy between GRAPE and the
Recursive Green’s function (RGF) method of quantum
transport [29], which allows to transfer the insights of
the former from time domain to real-space domain. This
analogy turns out to be key to implement the efficient op-
timization of parameters for the creation of robust MBS
in inhomogeneous quantum wires.

II. REAL-SPACE ANALOG OF OPTIMAL
CONTROL

In quantum optimal control theory, one considers a
system with a Hamiltonian H = H0 +

∑
k fk(t)Hk,

where fk(t) are some experimentally controllable time-
dependent parameters and k = 1, . . . , p labels distinct
control fields. The control problem can be stated as the
maximization of a functional Φ[{fk(t)}], known as a per-
formance index, which defines the success in accomplish-
ing a desired task. To make this optimization problem
tractable, Khaneja et al. [26] discretized the control func-
tions into piecewise-constant segments fk(tj). The gra-
dient of Φ with respect to {fk(tj)} can then be efficiently
calculated by keeping in memory intermediate results of
forward-in-time and backward-in-time propagator prod-
ucts computed iteratively (see Appendix A for a more de-
tailed introduction to GRAPE). This insight at the core
of GRAPE leads to a polynomial speedup (in the num-
ber of time steps) of numerical calculations compared to
a finite-difference gradient calculation

The piecewise constant approximation of time-domain
functions in GRAPE is reminiscent of tight-binding mod-
els in condensed matter physics, where space is dis-
cretized into a lattice. Hence, it is natural to ask whether
a real-space analog of GRAPE could be developed to op-
timize profiles of tunable static experimental parameters
in one dimensional wires. In the following, we pursue this
analogy for a wire with Hamiltonian

H =
∑

j

(
ψ†jhjψj + ψ†j+1ujψj + ψ†ju

†
jψj+1

)
, (1)

ar
X

iv
:1

80
4.

03
17

0v
3 

 [c
on

d-
m

at
.m

es
-h

al
l] 

 2
0 

D
ec

 2
01

8



2

102 103 104

umber o sites N

100

101

102

103

T
N
/
T

2
0
0

RGF ith nite diffe ence

RGF GR E

FIG. 1. Power-law fits to the average computation time TN
for the performance index (Eq. (6)) and its gradient in a Ma-
jorana wire with N sites. The RGF-GRAPE method (orange
triangles, TN ∝ N0.98) is polynomially faster than the finite-
difference gradient approach (blue disks, TN ∝ N1.85). See
appendix C 3 for details.

where j is the site index. Each site contains M degrees of
freedom (spin, particle-hole pseudospin, transverse chan-
nel index, etc). Accordingly, onsite terms hj and hopping

terms uj areM×M matrices, while ψ
(†)
j are column (row)

vectors of fermion annihilation (creation) operators. We
subdivide the system into a superconducting scattering
region of N sites (j = 1, ..., N), coupled to normal metal-
lic homogeneous leads on the left and on the right.

To connect with optimal control, we consider an onsite

Hamiltonian hj = h
(0)
j +

∑
k fkjHk, where h

(0)
j is fixed

and k = 1, . . . , p labels different tunable and spatially-
varying parameters fkj , such as the components of a
magnetic field bj , an electrostatic potential Vj or a su-
perconducting gap ∆j . Our main goal is to perform an
efficient numerical optimization of fkj in quantum wires.
For simplicity, we assume uj to be fixed and uniform, but
our method can be generalized to relax this assumption,
e.g. to optimize an inhomogeneous spin-orbit coupling.

Similarly to the GRAPE algorithm, which iteratively
constructs products of propagators to describe the sys-
tem at each time step, local observables of a tight-binding
lattice can be described in terms of propagators (Green’s
functions) obtained iteratively from the system’s left and
right boundaries. This conceptual connection becomes
concrete in the RGF method [29], where the retarded
Green’s function at site j and energy E is written as

Gret
j (E) =

[
E − hj − ΣLj−1 − ΣRj+1

]−1
. (2)

Here, Σ
L(R)
j±1 is the left (right) hybridization function rep-

resenting the influence of sites to the left (right) of site
j. These hybridization functions are obtained iteratively
using the standard RGF recursion relations (cf. Ap-
pendix B).

The recursive formalism shares two major advantages
of GRAPE, in that it allows for a speedup of calculations
through the reuse of intermediate results and it enables
analytical expressions for the derivatives of propagators.
As a result, the complexity of calculating a Green’s func-
tion and its derivatives is reduced to O(NM3) (Fig. 1).

In contrast, a naive finite difference approach for calcu-
lating ∂Gret

j /∂fkj′ for j′ = 1, . . . , N would incur a total

computational cost of O(N2M3), which can rapidly be-
come prohibitive with the length of the system.

III. MAJORANA WIRE OPTIMIZATION

A. Performance index definition

In order to optimize {fkj} for the realization of robust
MBS, a performance index which is maximal for opti-
mal spatial profiles is needed. A good index must have
the following attributes: (i) it is smooth under variations
of fkj ; (ii) in the non-topological phase, the optimiza-
tion process steers the system’s parameters towards a
topological phase transition (via gap closing); (iii) in the
topological phase, the optimization evolves towards max-
imizing the protection of the MBS (via gap opening). A
simple performance index that meets the preceding cri-
teria is

Φ = −∆LQL −∆RQR, (3)

where ∆L(R) ≥ 0 is the local energy gap at the left (right)
extremity of the scattering region and QL(R) is the corre-
sponding “topological visibility” [30]. For quantum wires
belonging to symmetry class D [31], the latter varies con-
tinuously between±1 and its sign gives the Z2 topological
invariant of the superconducting wire segment (+/−1 in
the trivial/topological phase).

To benefit from the computational efficiency of the
RGF method and the analogy to GRAPE, we express
Φ in terms of Green’s functions. On the one hand, QL(R)

is given by the determinant of the zero-energy reflection
matrix at site j = 0 (j = N + 1) [32–34]. These ma-
trices can be obtained (cf. Appendix C) from Gret

0 (0)
and Gret

N+1(0) via the Fisher-Lee relations [35–38]. On
the other hand, ∆L(R) can be extracted from the spec-
tral functions. However, this requires evaluating Gret

j (E)
for multiple energies, which is numerically costly and in-
efficient. Fortunately, for the purposes of optimization,
the absolute value of the gap is not needed, but only a
function that scales in the same way. Herein, we will
construct an effective gap that is based solely on Gret

j (0).
To that end, we define the “center-of-mass” (CM) of

the left (L) and right (R) zero-energy states (Fig. 2a),

〈xL〉 =
1

NL

N/2∑

j=1

jρj ; 〈xR〉 =
1

NR

N∑

j=N/2

jρj , (4)

where ρj ≡ −Im
{

Tr
[
Gret
j (0)

]}
/(2π) is the zero-energy

local density of states, while NL =
∑N/2
j=1 ρj and NR =∑N

j=N/2 ρj are the total “masses” of the L and R states.

In a superconducting wire weakly coupled to normal
leads, zero-energy states from the leads leak in the super-
conducting region leading to ρj 6= 0 in both the topologi-
cal and trivial phase. Hence, the CM gives a smooth and
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FIG. 2. (a) Zero-energy local density of states ρj and the
corresponding “centers-of-mass” (CM) 〈xL〉 and 〈xR〉 (cf.
Eq. (4)) in a homogeneous wire with superconducting gap ∆
and Zeeman splitting VZ . (b) Evolution of ρj , the two CM,
and the topological visibility QL (green curve) as a function
of VZ . The black dotted line indicates the VZ value used in
panel (a). At the topological phase transition (solid black
line), ρj is approximately uniform. (c) Evolution of ρj , the
CM and QL with successive iterations of the RGF-GRAPE
optimization algorithm.

quantitative measure of the localization of zero-energy
states (Fig. 2b). Moreover, there is an inverse relation
between the localization length of E = 0 states and the
p−wave component of the superconducting gap [39]: the
larger the latter is, the closer 〈xL〉 and 〈xR〉 get to 1 and
N , respectively. With this in mind, we introduce the
effective gaps

∆̃L ≡
N/2

〈xL〉 − 1
; ∆̃R ≡

N/2

N − 〈xR〉
, (5)

which lead to a performance index

Φ̃ = −∆̃LQL − ∆̃RQR. (6)

The effective gaps ∆̃L(R) correlate closely with the
p−wave component of the superconducting gap. The op-
timization of Φ̃ will accordingly converge towards max-
imally localized MBS, which is beneficial for the phase
coherence of MBS-based qubits [25]. However, ∆̃L(R)

may be blind to localized non-topological subgap states
that might appear at the extremities of the wire, insofar
as these do not affect the localization length of the MBS.
Though these subgap states can lead to a “soft” gap, their
occupation does not flip the MBS-based qubit’s parity if
the MBS are spatially well-separated [39, 40].
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FIG. 3. Optimization of the electrostatic potential profile
in a spin-orbit coupled superconducting wire with 400 sites
and one subband. Blue (orange) curves are the results before
(after) optimization. (a) Initial and final (optimized) gate
potential textures. A period of R = 10 sites (lattice constant
a = 10 nm) is enforced during the optimization. (b,c) MBS
wave function amplitude. (d) Energy eigenvalues (En) of the
isolated superconducting region. (e) Energy spectrum near
zero-energy. See Appendix D for parameters.

B. Proof of concept of the optimization

Our optimization algorithm, which we name RGF-
GRAPE, consists of the following steps: (i) propose an

initial set of {fkj}; (ii) compute Φ̃ and ∂Φ̃/∂fkj adapting
ideas from RGF and GRAPE (cf. Appendix C); (iii) up-
date {fkj} via gradient ascent; (iv) repeat steps (ii) and

(iii) until a maximum of Φ̃ is attained. These steps are
applicable to an arbitrary single-particle tight-binding
model of nanowire. The occurence of soft gaps can be re-
duced by running the algorithm with varying initial and
optimization parameters and keeping the solution with
the largest gap afterwards (cf. Appendices E and H).

To confirm that the algorithm is working properly, we
consider a superconducting wire in the single channel
regime without spin-orbit coupling placed under an inho-
mogeneous magnetic field. Starting from a topologically
trivial initial state (a superposition of two spiraling fields
of different periods), successive iterations of the optimiza-
tion algorithm adjust the magnetic texture and drive the
wire into the topological regime (Fig. 2c). The final mag-
netic texture, shown in Appendix F, resembles a perfect
spiral in the bulk of the wire, but departs from it within
a superconducting coherence length from the boundaries.
At a small loss for the topological gap, the departure from
a uniform spiral renders the MBS significantly more lo-
calized, which lead to a MBS energy splitting reduced by
more than an order of magnitude. This finding demon-
strates that boundary engineering, appropriately done,
can improve the MBS characteristics. It also shows that
in inhomogeneous wires, unlike in uniform ones, the zero-
mode energy splitting can be suppressed without increas-
ing the topological gap or the length of the wire.
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C. Optimization of potential profiles

The electrostatic potential in realistic quantum wires
is inevitably inhomogeneous and partially tunable by ap-
plying voltages on nearby gates. Recent studies [21, 41–
43] have concluded that inhomogeneities result in non-
topological localized states with near-zero energy. Other
authors [14] have analyzed the impact of (quasi)periodic
gate potentials in the topological phase diagram. Yet,
there are no explicit results about the optimal spatial
profile that would lead to more robust MBS.

In Fig. 3, we perform an optimization of the electro-
static potential profile. The precise relation between this
potential and the gate voltage could be obtained by solv-
ing the Schrodinger-Poisson equation [44–47]. For sim-
plicity, we constrain ourselves to smooth and periodic po-
tentials along the wire axis. Non-periodic potentials are
non-optimal in that they generically lead to soft gaps [21].
Smoothness can be achieved by imposing penalties in
Φ̃ against rapid potential variations (cf. Appendix E).
Through successive iterations of the optimization algo-
rithm, the potential profile evolves from a uniform ini-
tial state to a harmonic final state. Unexpectedly, har-
monic modulations strongly enhance the MBS localiza-
tion, while preserving the initial energy gap (albeit with
a larger density of states at the gap edge). The increased
localization reduces the MBS energy splitting by three
orders of magnitude. Such improvement could be crucial
for extending coherence times in Majorana-based qubits,
whose dephasing times are expected to be limited by the
zero-mode energy splittings [25]. This result appears to
be a counterexample to the common belief that inhomo-
geneous potentials are harmful for MBS.

In view of the preceding result, one might question
whether a spatially uniform superconducting gap is opti-
mal or not. According to RGF-GRAPE, the answer turns
out to be affirmative (not shown), this time in agreement
with conventional wisdom [5, 48].

D. Optimization of magnetic textures

Inhomogeneous magnetic fields produced by arrays of
micromagnets constitute a tunable resource for the emer-
gence and manipulation of MBS [49]. On the one hand,
spiral fields lead to an artificial spin-orbit coupling that
can induce topological superconductivity in weakly spin-
orbit coupled wires [8]. On the other hand, the combina-
tion of spiral and uniform magnetic fields can help attain
MBS when neither of the fields alone would suffice [10].
However, once again little is known about the optimal
magnetic texture conducive to more robust MBS. The
RGF-GRAPE algorithm is well suited to explore this is-
sue.

We consider a superconducting wire without intrinsic
spin-orbit coupling, subjected to a uniform magnetic field
B0 and a spiral-like magnetic field bj . We assume the
amplitude of bj to be uniform and equal to b, while
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FIG. 4. Characteristics of Majorana wires with experimen-
tally relevant parameters (cf. Appendix D) with (i) non-
optimized magnetic texture (combination of uniform and spi-
ral fields with period R = N/16 = 25) and (ii) optimized mag-
netic texture in the b-B0 parameter space. For each point in
parameter space, we take the outcome with the largest energy
gap out of multiple optimizations with different optimization
parameters (cf. Appendix E). The same optimized texture
is used for all three rows. (a) Topological visibility QL (red:
trivial phase, blue: topological phase). The black dot-dashed
line indicates B0 + b = ∆, the expected minimal Zeeman
energy to reach the topological phase. (b) Energy gap δE
in the topological phase (white regions indicate the trivial
phase). Dotted black curves are the contours drawn in the
panel to the left. Dashed (solid) curves denote energy gaps of
100 (200) mK. (c) Majorana zero-mode energy splitting εM
in the topological phase.

its site-dependent orientation is optimized using RGF-
GRAPE. Figure 4 compares key attributes of Majorana
wires between the case where bj is a perfect spiral (col-
umn (i)) and the case where bj , along with a uniform
chemical potential, are optimized (column (ii)). From
the topological visibility in panel (a), one can see that
the optimization reaches the topological phase as long as
B0 + b > ∆. In addition, the constant topological gap
contours in panel (b) show that the optimization allows
to increase the parameter space area where the gap is
larger than experimentally relevant temperatures. It is
likewise clear that, for a fixed b, adding a modest uniform
field augments the topological gap. This result offers
a path to circumventing the problem of small g-factors,
which has impeded the experimental realization of MBS
in wires with weak intrinsic spin-orbit coupling. Finally,
from the zero-mode energy splitting in panel (c), it en-
sues that the optimization allows to greatly enhance the
zero-mode degeneracy, in particular in the low B0 region.
These findings are useful for the realization of MBS using
micromagnet arrays [8, 50], where bj is limited to . 1 T.
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FIG. 5. Optimized magnetic textures for B0 = 0.53∆ and
b = 0.8∆ (black disks of Fig. 4). Blue (orange) curves cor-
respond to initial (optimized) textures. (a,b) Components
of the magnetic textures (R = N/16 = 25). (c) MBS wave
function amplitude. (d) Energy spectrum near zero energy.

Figure 5 gives a more detailed account of the opti-
mization for a fixed amplitude of B0 and b (the black
disks in Fig. 4). In this case, the optimized texture re-
sults in a large enhancement of the topological gap (from
less than 50 mK to 100 mK) and a large reduction of
the MBS’ localization length that suppresses the MBS
energy-splitting by more than two orders of magnitude.
This finding suggests that small but judicious departures
from simple textures can significantly improve the MBS
attributes.

IV. CONCLUSION

We have introduced an efficient algorithm that opti-
mizes real-space parameter profiles in superconducting
quantum wires for the generation of robust Majorana
bound states. The algorithm explores regions of parame-
ter space where no intuitive (analytical) results are avail-
able and identifies new regimes for the emergence of MBS
with strongly reduced energy splitting. Combined with
realistic device simulations, our algorithm could provide
detailed guidance for improved coherence in Majorana-
based qubits. More generally, variations of the intro-
duced RGF-GRAPE algorithm could be applied to char-
acterize new topological phases in inhomogeneous low
dimensional systems including photonic crystals where
machine learning has recently been used for a similar
purpose [51].
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Appendix A: Gradient Ascent Pulse Engineering

This appendix is a short self-contained introduction to
the GRAPE algorithm [26], with a focus on its computa-
tional complexity. The goal is to make explicit the anal-
ogy between the GRAPE algorithm, the RGF method,
and the RGF-based optimization algorithm introduced
in Sec. II.

For the sake of simplicity, we follow Ref. [53] and
present the GRAPE algorithm for a specific optimal
control problem: the optimization of a time-dependent
Hamiltonian for the preparation of a target unitary trans-
formation V in a time T . Given a time-dependent Hamil-
tonian

H(t) = H0 +

p∑

k=1

fk(t)Hk, (A1)

this control problem can be stated as finding the p control
functions {fk(t)} such that the propagator resulting from
time-evolution, U(T ), realizes the target transformation
V . One can quantify the success of a solution using the
performance index Φ = Tr

[
V †U(T )

]
, which is the inner

product between the realized and the target propaga-
tors [54]. One can find a solution to the control problem
by maximizing this performance index. While optimiza-
tion algorithms, such as gradient descent, are common-
place and independent of the problem, the GRAPE algo-
rithm uses knowledge of the structure of the propagator
to calculate efficiently the gradient of Φ, which can then
be used by an optimization algorithm.

In general, the propagator U(T ) is complicated to cal-
culate, as it involves a time-ordered exponential. How-
ever, the problem can be greatly simplified by considering
the functions fk(t) as piecewise constant functions [26].
In this reduced optimization space, the propagator is

U(T ) = UNUN−1 · · ·U2U1, (A2)

where, for timestep tj of duration ∆t = T/N , the prop-
agator of the locally time-independent Hamiltonian is

Uj = exp

{
−i∆t

[
H0 +

p∑

k=1

fk(tj)Hk
]}

. (A3)

By removing the time-ordering operator from the prob-
lem, the derivatives of the performance index with re-
spect to the (now finite) set of control parameters
{fk(tj)} can be easily obtained using the linearity of the
trace

∂Φ

∂fk(tj)
= Tr

[
V †UN · · ·Uj+1

∂Uj
∂fk(tj)

Uj−1 · · ·U1

]
(A4)

= Tr

[
P †j

∂Uj
∂fk(tj)

Xj−1

]
, (A5)
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where in the second line we have defined the forward-
in-time string of propagators Xj = UjUj−1 · · ·U1

and the backward-in-time string of propagators Pj =

U†j+1 · · ·U †NV . These strings of propagators are at the
origin of the computational advantage of the GRAPE al-
gorithm over more naive finite-difference approaches. In
brief, due to the recursive nature of these strings (e.g.

Xj+1 = Uj+1Xj and Pj−1 = U†j Pj), the computational
cost of computing the final strings XN and P1 is the same
as computing all the strings if one simply keeps interme-
diate results in memory. Thus, for the computational
cost of a single forward-in-time evolution (calculation of
XN ) and a single backward-in-time evolution (calcula-
tion of P1) one can compute the performance index and
all of its derivatives.

For concreteness, we summarize the GRAPE algorithm
indicating, where appropriate, the computational cost of
the step in brackets:

1. Choose initial vector of parameters {fk(tj)}.

2. Calculate and store in memory all propagators Uj
[N matrix exponentials].

3. Starting from X0 = 1, calculate and store in mem-
ory all forward propagator strings [N matrix prod-
ucts].

4. Starting from PN = V calculate and store in
memory all backward propagator strings [N matrix
products].

5. Calculate gradient of Φ with respect to {fk(tj)}
[2pN matrix products].

6. Use gradient to update the parameter vector and
return to step 2.

Steps 2-5 are the core of the GRAPE algorithm, while
step 1 and 6 are general steps of any gradient-based op-
timization algorithm. One can see that all steps are at
most linear in N . If one does not keep intermediate re-
sults in memory and computes each derivatives indepen-
dently (as is usually the case in a finite-difference calcu-
lation), the complexity is O(N2). Thus, at the cost of an
increased usage of memory, the GRAPE algorithm allows
a polynomial speedup (in the number of timesteps) over
a finite-difference approach.

Appendix B: RGF-based optimization

In this appendix, we give more details about the real-
space optimization algorithm (which we name RGF-
GRAPE) based on the RGF method. After stating the
useful recursive relations and their derivatives, we ex-
pand on its relation to the GRAPE algorithm and its
computational complexity.

1. Recursive relations

Following the notation set in Eq. (1), we consider a
1D tight-binding Hamiltonian with onsite terms hj and
nearest-neighbor hopping terms uj . We assume there are
M local degrees of freedom per site. As stated in Eq. (2),
the RGF method [29] allows to write the retarded Green’s
function of the system, projected onto site j, as a function

of the hybridization function Σ
L(R)
j±1 which describres the

influence on site j of the sites to the left (right). These
hybridization functions are defined as

ΣLj = ujG
L
j u
†
j ; ΣRj = u†j−1G

R
j uj−1, (B1)

where G
L(R)
j is the projection on site j of the Green’s

function of the system formed by site j and all sites to
its left (right). The exact expressions for these Green’s
functions are obtained iteratively by using the following
recursion relations (see e.g. Refs. [38, 55] for reviews):

GLj = (E − hj − ΣLj−1)−1

GRj = (E − hj − ΣRj+1)−1.
(B2)

The initial left (right) lead hybridization function

Σ
L(R)
0(N+1), starting the recursion relation, can be calcu-

lated using the translation invariance of the lead defined
by the sites j ≤ 0 (j ≥ N + 1). Indeed, the transla-
tion symmetry in the semi-infinite leads implies the re-
lations ΣLj≤0 = ΣL0 and ΣRj>N = ΣRN+1. In our numerics,
these lead hybridization functions are calculated using
the Kwant numerical package [56].

Before considering derivatives of Green’s functions and
their use for efficient optimization, it is worth noting
that, by itself, the RGF method has many similarities
to the GRAPE algorithm. Indeed, both methods keep
in memory intermediary results of recursive relations re-
lating propagators to reduce computational complexity.
The steps of the RGF algorithm for computing all lattice
Green’s functions Gret

j , including complexity in brackets,
are:

1. Compute ΣL0 and ΣRN+1 [Independent of N :

O(M3)].

2. Starting from ΣL0 compute and store in memory
all ΣLj [N matrix inversions, 2N matrix products:

O(NM3)].

3. Starting from ΣRN+1 compute and store in memory

all ΣRj [N matrix inversions, 2N matrix products:

O(NM3)].

4. Calculate all Gret
j [N matrix inversions: O(NM3)].

Steps 2-4 of this algorithm are analog to steps 3-5 of
the GRAPE algorithm stated in Sec. A, where the time-
domain propagators have been replaced by real-space lat-
tice Green’s functions. To make even clearer the analogy
between the RGF method and GRAPE, one can restate
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the recursive relations of Eq. (B2) as a string of enlarged
matrix products using properties of the so-called Mobiüs
transformation [57].

Finally, from a computational complexity point-of-
view, by keeping in memory all the hybridization
functions ΣLj , ΣRj , one can compute with complexity

O(NM3) all onsite lattice Green’s functions. This is
a polynomial speedup over a naive inversion of the full
Hamiltonian, which is an O(N3M3) calculation. Such
a speedup is possible due the nearest-neighbor hop-
ping structure of the problem, which leads to a block-
tridiagonal matrix representation of the single-particle
Hamiltonian.

2. Derivatives of the RGF expressions

Taking the onsite Hamiltonian to be hj = h
(0)
j + λjA,

with A some local operator [58], we now calculate the
derivative of the lattice Green’s function at site j with
respect to a local parameter of a possibly different site
λn. Using standard matrix algebra, this derivative is

∂

∂λn
Gret
j (E) = Gret

j

[
δn,jA+

∂

∂λn

(
ΣLj−1 + ΣRj+1

)]
Gret
j ,

(B3)

which can be expanded using the definition of the left
and right hybridization functions. These derivatives are
given by

∂

∂λn
ΣLj = ujG

L
j

[
δn,jA+

∂

∂λn
ΣLj−1

]
GLj u

†
j ; (B4)

∂

∂λn
ΣRj = u†j−1G

R
j

[
δn,jA+

∂

∂λn
ΣRj+1

]
GRj uj−1. (B5)

In order to implement these expressions in a computer
program, it is useful to rewrite them as

∂

∂λn
ΣLj = Θ(j − n)

(
ujG

L
j

) (
uj−1G

L
j−1
)
· · · (B6)

×
(
unG

L
n

)
A
(
GLnu

†
n

)
· · ·
(
GLj−1u

†
j−1

)(
GLj u

†
j

)
,

∂

∂λn
ΣRj = Θ(n− j)

(
u†j−1G

R
j

)(
u†jG

R
j+1

)
· · · (B7)

×
(
u†n−1G

R
n

)
A
(
GRnun−1

)
· · ·
(
GRj−1uj−2

) (
GRj uj−1

)
,

where Θ is the Heaviside function with Θ(j ≥ 0) = 1. By
analogy to the GRAPE algorithm, we now define strings
of propagators, such that derivatives can be simply ex-
pressed as

∂

∂λn
ΣLj = Θ(j − n)XL

j,n

∂hn
∂λn

PLj,n;

∂

∂λn
ΣRj = Θ(n− j)XR

j,n

∂hn
∂λn

PRj,n,

(B8)

where ∂hn

∂λn
= A and the Heaviside function is used to

make explicit that, by definition, a left (right) hybridiza-
tion function can not have a nonzero derivative with re-
spect to a parameter to its right (left). The explicit def-
initions of the propagator strings in recursive form are

XL
j,n =

(
ujG

L
j

) (
uj−1G

L
j−1
)
· · ·
(
unG

L
n

)

= XL
j,n+1

(
unG

L
n

)

PLj,n =
(
GLnu

†
n

)
· · ·
(
GLj−1u

†
j−1

)(
GLj u

†
j

)

=
(
GLnu

†
n

)
PLj,n+1

XR
j,n =

(
u†j−1G

R
j

)(
u†jG

R
j+1

)
· · ·
(
u†n−1G

R
n

)

= XR
j,n−1

(
u†n−1G

R
n

)

PRj,n =
(
GRnun−1

)
· · ·
(
GRj−1uj−2

) (
GRj uj−1

)

=
(
GRnun−1

)
PRj,n−1.

(B9)

Similar recursive definitions can also be written for the j
index.

3. RGF-based real-space optimization

Using the results of the previous subsections, one can
now build an algorithm similar to GRAPE for the calcu-
lation of the derivative of lattice Green’s functions with
respect to the real-space profile of parameters. To make
the analogy to GRAPE clearer, we first consider a per-
formance index which depends only on a single Green’s
function. For example, when considering the Majorana
wire optimization, this would be the case if close to the
topological phase transition one considers directly the
topological visibility as a performance index such that
Φ = − det(r) = −F [Gret

0 ], with Gret
0 the Green’s func-

tion projected on site 0, and F a function defined in
App. C 1.

The RGF-GRAPE optimization algorithm can be sum-
marized in a way very similar to the GRAPE algorithm.
As in the previous sections, we state the main steps of
the algorithm and their respective computational com-
plexity:

1. Choose initial vector of parameters {fk,j}.
2. Calculate Gret

j using the RGF method and storing

all G
L(R)
j in memory [O(NM3)].

3. Starting from XL
j,j = ujG

L
j , calculate XL

j,1

storing intermediate results in memory (XL
j,j−1,

XL
j,j−2,. . . ). Similarly compute the strings of prop-

agators for PLj,n, XR
j,n, and PRj,n.

[Calculating all strings requires 4N matrix prod-
ucts: O(NM3)].

4. Compute derivatives using Eqs. (B8) and (B3).

5. Use gradient to update the parameter vector and
restart to step 2.
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Comparing the GRAPE algorithm stated in App. A, one
can see that the structure of the gradient calculation
performed in steps 2-4 is very similar. This similar-
ity extends to the computational complexity, such that
the derivative of a lattice Green’s function at a given
site j (fixed) with respect to parameters on each site
(n = 1, . . . N) scales linearly with the number of sites
in the scattering region. More precisely, it is the same as
the RGF calculation: O(NM3). In the case of a finite-
difference calculation, where one would perform the RGF
calculation N times in order to vary each parameter to
be optimized, the complexity would be O(N2M3). Thus,
by using the above algorithm, one obtains a polynomial
speedup over finite differences.

If we now extend the above algorithm to a more gen-
eral performance index, which requires the derivative of
lattice Green’s functions at all sites, the complexity be-
comes O(N2M3) (i.e., the same as for finite-difference).
This is a consequence of the fact that, in that most gen-
eral case, we need to vary both indices of the propagator
strings defined in Eq. (B9), which requires more matrix
products. In the GRAPE analogy, this would be equiva-
lent to having a performance index that depends on the
propagator at multiple times.

Below, we consider in more detail the case of the
LDOS-based performance index defined in Sec. III A for
the study of Majorana wires. This index depends on mul-
tiple Green’s functions belonging to different sites. Nev-
ertheless, by exploiting the structure of the performance
index, the computational complexity of the gradient cal-
culation can be made linear in N .

Appendix C: Performance index implementation

In this appendix, we expand on the implementation of
the LDOS-based performance index for Majorana wire
optimization defined in Eq. (6). We first state the Fisher-
Lee relations used to relate the calculation of the topo-
logical visibility to lattice Green’s functions. Then, we
discuss how to efficiently implement the gradient of the
effective gaps defined in Eq. (5). Finally, we verify nu-
merically the complexity of various gradient calculations.

1. Fisher-Lee relations and the topological visibility

The scattering matrix can be obtained from the
Green’s function using the Fisher-Lee relations general-
ized to account for the presence of a magnetic field [37].
Following the notation of Ref. [38], in the case of a scat-
tering region of N sites (site index j = 1, . . . , N) con-
nected to a lead to the left (L) at site 0 and to a lead to
the right (R) at site N + 1, the matrix elements of the
left reflection matrix rL are given by

rLmn = φ̃L†m,outΓL
[
iGret

0 ΓL − 1
]
φ̃Ln,in, (C1)

with φ̃
(l)
m,α = φ

(l)
m,α/

√
~vm,α the current normalized wave-

functions of propagating modes m in lead l with mode ve-
locity vm,α, and ΓL = i

[
ΣL0 − (ΣL0 )†

]
the skew-hermitian

part of the surface self-energy of the first site of the left
lead. A similar expression for rRmn can be obtained under
the index changes L↔ R and 0↔ N + 1. To lighten the
notation, the energy dependence of φLm,α, ΓL and Gret

0

has been suppressed.

The calculation of the Majorana wire performance in-
dex as defined in both Eq. (3) and Eq. (6) requires the
calculation of the zero-energy reflection matrices rL and
rR. These matrices are necessary to calculate the topo-
logical visibility Qα = det rα (α = L,R). For the nu-
merical implementation of the gradient calculation, the
derivative of the topological visibility is then computed
using

∂Qα
∂fk,n

= QαTr

[
(rα)−1

∂ rα

∂fk,n

]
, (C2)

which follows from Jacobi’s formula. This expression can
be related to the derivative of a Green’s function using
Eq. (C1) and noting that all lead quantities are inde-
pendent of fk,n. As this quantity depends on a single
Green’s function, the computational cost of the gradient
of the topological visibility scales linearly with the length
of the scattering region.

2. Majorana performance index derivatives

We now turn to the computation of the effective gaps
defined in Eq. (5). As ρj , the zero-energy LDOS at site j,
depends linearly on the retarded lattice Green’s function
Gret
j , one can use the RGF method to compute the effec-

tive gap ∆̃L(R) efficiently [complexity O(NM3)]. Since
these gaps depend on ρj on multiple sites, the computa-
tional complexity of the derivatives is a priori not obvi-
ous. Hence, we look in more detail at the calculation of
the effective gap for the left-half of the system (∆̃L). By
symmetry, the complexity analysis will be equally valid
for the right-half (∆̃R).

The derivative of ∆̃L with respect to some local on-site
parameter λn is straightforward to calculate and given by

∂∆̃L

∂λn
=

2∆̃2
L

NNL

N/2∑

j=1

(〈xL〉 − j)
∂ρj
∂λn

. (C3)

Using the definition of ρj (cf. below Eq. (4)), the preced-
ing equation can be rewritten as a sum over derivatives
of Green’s function

∂∆̃L

∂λn
=

∆̃2
L

NπNL
Im



Tr



N/2∑

j=1

(j − 〈xL〉)
∂Gret

j

∂λn





 .

(C4)
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To lighten the notation and to make the analysis more
general, we consider the efficient computation of the sum

Sn = Tr



N∑

j=1

γj
∂Gret

j

∂λn


 , (C5)

where any other bounds on the values of j, such as in
Eq. (C4), can be implemented through the definition of
γj . Using Eq. (B3), the sum can be written as

Sn = Tr



n−1∑

j=1

γjG
ret
j

∂ΣRj+1

∂λn
Gret
j


+ Tr

[
γnG

ret
n AGret

n

]

+ Tr




N∑

j=n+1

γjG
ret
j

∂ΣLj−1
∂λn

Gret
j


 , (C6)

where the bounds of the sums follow from the Heaviside
function in Eq. (B8). Considering each of these three
terms separately, such that Sn = SRn + S0

n + SLn , and
using the cyclic and linearity properties of the trace, one
obtains

SRn = Tr
[
MR
n A
]

; (C7)

S0
n = Tr

[
γn
(
Gret
n

)2
A
]

; (C8)

SLn = Tr
[
ML
nA
]
, (C9)

where, using Eq. (B8), we have defined the matrices

MR
n =

n−1∑

j=1

PRj+1,n

[
γj
(
Gret
j

)2]
XR
j+1,n, (C10)

ML
n =

N∑

j=n+1

PLj−1,n
[
γj
(
Gret
j

)2]
XL
j−1,n. (C11)

Finally, using the definitions of the propagator strings in
Eq. (B9), one notes the recursive relations

ML
n−1 = GLn−1u

†
n−1

[
ML
n + γn

(
Gret
n

)2]
un−1G

L
n−1;

MR
n+1 = GRn+1un

[
MR
n + γn

(
Gret
n

)2]
u†nG

R
n+1,

(C12)

with boundary conditions ML
N = 0, and MR

1 = 0. Since
each recursion step requires a constant small number of
matrix operations, calculating all the matrices ML

n and
MR
n , and thus the sum Sn for all n, will have a compu-

tational complexity of O(NM3). This is again a polyno-
mial speedup over the O(N2M3) complexity that would
be expected from a direct calculation of Eq. (C4) inde-
pendently for each value of the index n. Since the es-
sential element allowing this polynomial speedup is the
cyclic property of the trace, this result is valid for any
sum over the LDOS at different sites. Going back to
the analogy with the GRAPE algorithm, our result for
a space integral has the same structure as the efficient
calculation of a performance index that includes a time
integral [59].

3. Performance of implementations

To conclude this section, we supplement the previous
algorithmic complexity analysis with a numerical com-
parison of different algorithms. As a performance bench-
mark we define TN , the average time used to compute
the performance index and its gradient using a single
core of a standard desktop computer. To this end, we
have optimized a fixed amplitude magnetic texture in a
wire without intrinsic spin-orbit coupling, using different
implementations of the performance index and its gradi-
ent. The texture amplitude along the z-axis is fixed such
that the size of the optimization problem considered is N .
The average computation time has been obtained by di-
viding the total simulation time by the number of perfor-
mance index evaluations carried out (∼ 200). The opti-
mization is driven by an implementation of the Broyden-
Fletcher-Goldfarb-Shanno (BFGS) algorithm, where the
performance index and its gradient are always computed
together [60].

Since different methods can be implemented more or
less efficiently, depending on computational details such
as the programming language, one should not focus much
on the absolute values of TN , but mainly on its scal-
ing with N , the number of sites in the scattering region.
To this end, one can consider this scaling quantitatively
using a power-law fit to the numerical data such that

102 103 104
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104
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108

T
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ia onali ation Finite diffe ence

RGF Finite diffe ence

RGF GR E 1

RGF GR E 2

FIG. 6. Average duration TN (in seconds) for the calcula-
tion of the performance index and its gradient, as a function
of the length of the Majorana wire. The performance in-
dex is calculated using either the topological minigap (blue
crosses) or the effective p-wave gap. The latter is evaluated
in three different ways: (i) using the finite difference gradient
(orange disks); (ii) using Eq. (C4) independently for each site
index (green squares); (iii) using the recursive relation from
Eq. (C12) (red triangles). The last method is clearly the most
efficient. Dashed lines are power-law fits to the numerical data
(see text). The dotted black vertical line indicates N = 400,
used in most of our calculations. The numerical parameters
in the simulations are ∆ = 0.0225t, b = 4∆/3, B0 = 0 (see
Appendix D for more details on the model Hamiltonian).
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TN ∝ N ξ. The exponent ξ should then be compared to
the expected complexity [61].

Figure 6 compares TN for 4 algorithms and perfor-
mance indices as a function of N . For each method, the
dashed curve is the result of a power-law fit. The blue
crosses are computing times for the optimization of the
Majorana performance index Φ′ = −δEQL (used in Ap-
pendix G), where the minigap δE is obtained through
diagonalization of the isolated superconducting region
Hamiltonian and the gradient is computed using finite
difference [62]. The three other datasets are computing
times for the effective performance index, Eq. (6), where
we use the RGF method to compute the performance
index. Three different methods were used to compute
the gradient of the performance index : (i) finite differ-
ence (orange disks), (ii) Eq. (C4) independently for each
site index (green squares, labeled RGF-GRAPE v1), and
(iii) the recursive relations of Eq. (C12) (red triangles,
labeled RGF-GRAPE v2). These three gradient calcula-
tion methods lead to the same gradient up to numerical
precision.

We now turn to the fit results. In the case of the di-
agonalization, we extract the exponent ξ ≈ 4.27, which
is close to the expected complexity O(N4) [63]. For the
RGF-based calculations, all obtained exponents are be-
low 2 (respectively ξ ≈ 1.85, 1.83, and 0.98), showing
that, independent of the details of the implementation
of the gradient there is a clear advantage from the com-
putational point-of-view to consider the effective gap in-
stead of the minigap. In addition, these exponents are in
agreement with the complexity analysis of Sec. B 3, which
stated that the calculation of the gradient of a sum over
N sites should be at worst O(N2). Finally, we note that
the use of the recursion relations of Eq. (C12) allows to
reach a linear complexity, which is a polynomial speedup
over finite difference.

Finally, to put these results into perspective, one can
also look at the actual computation times for the dif-
ferent methods. As an example, for N = 400 (dotted
black vertical line) the calculation times of the perfor-
mance index and its gradient are TN = 0.34, 0.91, 23,
and 700 s. Although one should use caution when
interpreting such results, since absolute timings are
implementation-dependent, these numbers help to put in
perspective the concrete advantage of reducing the com-
plexity of the gradient calculation. Indeed, in the con-
text of an optimization algorithm, which requires to re-
peat this calculation hundreds if not thousands of times,
a speedup of the gradient calculation allows, for a fixed
computation time, to consider either more realistic wire
models, or more sophisticated optimization algorithms
that get closer to a global maximum.

Appendix D: Nanowire model and parameters

Following the notation of Eq. (1), we consider in our
calculations a noninteracting tight-binding model for a

unidimensional wire (single subband) with a supercon-
ducting scattering region of N sites (j = 1, . . . N) cou-
pled to semi-infinite metallic leads (sites j = 0,−1, . . . for
the left lead and sites j = N + 1, N + 2, . . . for the right
lead). In this case, the number of local degrees of freedom
is M = 4, and the spinors are taken in a Bogoliubov-de
Gennes basis such that

ψ†j =
(
c†j,↑, c

†
j,↓,−cj,↓, cj,↑

)
, (D1)

with c
(†)
j,σ, an operator annihilating (creating) a fermion

at site j with spin σ. Denoting τα (σα) the Pauli matrices
acting on the particle-hole (spin) sectors, the structure of
the hopping matrices is

uj = −tτz − iασyτz, (D2)

where t = ~2/2m∗a2 is the hopping amplitude with m∗

the effective mass and a the lattice constant, and α is the
spin-orbit coupling amplitude. The onsite Hamiltonian
reads

hj = (2t− µj)τz + (B0 + bj) · σ + ∆jτx, (D3)

where µj is the effective local potential including both the
local electrostatic gate voltage and the chemical poten-
tial, ∆j is the local proximity-induced superconducting
gap, B0 is a uniform magnetic field, and bj is a possibly
non-uniform local magnetic field. All prefactors relating
the magnetic field to the Zeeman energy, including the
g-factor, are absorbed in the definitions of B0 and bj .

Unless otherwise stated, in all numerics, we consider
approximate parameters for a semiconductor with neg-
ligible intrinsic spin-orbit coupling (α = 0) [64]. We
take a lattice constant a = 10 nm (N = 200 then corre-
sponds to a 2 µm long nanowire) and an effective mass
m∗ = 0.2me, where me is the bare electron mass. Those
parameters lead to a hopping amplitude t = 1.9 meV.
Based on the experimentally observed proximity-induced
superconductivity in a GaAs two-dimensional electron
gas [65], we take ∆ = 0.0225t (43µeV). For a g-factor
of 2, |B0 +b| = 4∆/3 ≈ 0.03t corresponds to a magnetic
field of 1 Tesla. In addition, we consider uniform metallic
leads (∆ = 0), with a large density of states (µ = 1.9t)
and strongly coupled to the superconducting region (no
barrier at the interface). The same values of t, α and
B0 are used in both the leads and the superconducting
scattering region. The strong coupling to the leads was
found to ensure a good convergence of the optimization
algorithm. However, as illustrated by the results of di-
agonalization shown in the main text (see e.g. Fig 5(d)),
which correspond to the regime of isolated wires, the final
results appear to be robust with respect to the details of
the lead couplings and parameters. Finally, to improve
the numerical stability of recursive calculations, the zero-
energy Green’s functions are calculated at a small but
finite imaginary energy E/t = 10−6 i.
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FIG. 7. (a) the x− and (b) the y-components of the initial
(dashed blue) and the optimized (solid orange) magnetic tex-
tures without penalties for smoothness.

Appendix E: Regularization and parameter scaling

In order to favor smooth spatial profiles, penalty func-
tions can be added to the performance index. We refer
the reader to Ref. [66] and references therein for example
penalties used in time-domain optimizations. In the case
of a scalar quantity such as the electrostatic gate voltage,
we add a penalty function

Φµ = −βµ
N−1∑

j=1

(µj − µj+1)
2
, (E1)

where βµ > 0 is a parameter that weights the cost of
spatial variations in the gate voltage. A large weight will
favor a flat voltage profile independently of the problem.

This type of penalty can be generalized to a vector pro-
file. In the case of the fixed amplitude magnetic texture,
we use the penalty

Φb = βb

N−1∑

j=1

[
b̂j · b̂j+1 − 1

]
, (E2)

where b̂j = bj/|bj | is a unit vector and βb > 0 is again
a weight factor for the penalty. This penalty will favor a
smooth and uniform magnetic texture, which should be
more easily realizable experimentally.

In the case of an optimization involving parameters
with different units or scales, it can be useful to intro-
duce a scaling parameter w in order to control the relative
weight of the different types of parameters in the gradi-
ent descent. In particular, in the case of Fig. 4 where the
orientation of a fixed amplitude magnetic texture and a
uniform chemical potential are optimized, a parameter
wµ is introduced in order to reduce the relative weight
of the chemical potential in the optimization. This was
found to reduce the risk of the optimizer (BFGS) declar-
ing convergence too quickly following a large reduction
of the gradient of the performance index with respect to
only the chemical potential, without much change in the
magnetic texture.

The optimal value of the heuristic parameters β and
w depends on the details of the problem. Since these

FIG. 8. (a) the x− and (b) the y-components for the opti-
mized (solid orange) magnetic textures. Dashed blue curves
are a spiral texture obtained by a harmonic fit to the x-
component of the optimized texture. (c) Wavefunction am-
plitude for the left and right MBS (solid and dashed curves,
respectively). (d) Spectrum of the isolated superconducting
scattering region close to zero energy. For all panels, the or-
ange curves are results for the optimized texture, while the
blue curves are results for a perfect spiral texture fitted to the
optimized texture.

are not known, it is useful to perform the optimization
for a few different values. In particular, the results of
Fig. 4 are obtained by considering the solution with the
largest minigap δE out of 8 optimizations. These 8 runs
of the algorithm, all starting from the same initial spi-
ral magnetic texture, differed by the choice of the op-
timization parameters βb and wµ which were taken to
be the possible combinations of wµ ∈

{
10−2, 10−4

}
and

βb ∈ {0.01, 0.1, 0.5, 1}. Due to the variation of the prob-
lem landscape and the performance index amplitude, dif-
ferent parameters performed better in some regions of the
(B0, b) parameter space than others. These values were
found sufficient to obtain improved MBS characteristics
compared to the initial configuation in all region of pa-
rameter space.

Appendix F: Proof of principle for the optimization
algorithm and the role of boundaries

In this appendix, we expand on the optimization re-
sults presented as a proof of concept in Fig. 2c. For this
optimization, we consider a superconducting nanowire
with N = 200 sites, with neither intrinsic spin-orbit in-
teraction (α = 0) nor external magnetic field (B0 = 0).
We optimize both the local amplitude and orientation of
a magnetic texture (with the constraints bj ≤ 0.03t =
4∆/3 and bj · ẑ = 0). No penalties for smoothness are
added (βb = 0). In addition, we optimize the chemi-
cal potential in the superconducting region (though we
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FIG. 9. (a,b) Topological visibility in a nanowire without
spin-orbit coupling. (a) Initial spiral magnetic texture. (b)
Magnetic textures optimized using Eq. (G1). (c,d) Energy
minigap δE . (c) Initial spiral magnetic texture. (d) Optimized
magnetic texture. Purple dashed (solid green) curves denote
minigaps δE = 100(200) mK. Dotted black contours are a
copy of the contours for the initial spiral texture (panel to
the left). The dot-dashed black line indicates B0 + b = ∆,
the expected minimal Zeeman energy to reach the topological
phase.

restrict ourselves to a spatially uniform chemical poten-
tial).

Figure 7 compares the initial magnetic texture to the
optimized result. Starting from an initial texture con-
sisting of a sum of two spirals of different periods, the
optimization converges to a solution which is spiral-like
in the bulk (panels a and b), with a uniform amplitude
bj = 4∆/3 (the maximal value allowed by the imposed
constraints). As shown in Fig. 2c, the system is ini-
tially in the trivial phase and the optimization drives
the parameters through a topological phase transition.
It is worth noting that the optimization naturally finds
a smooth solution in the bulk even though no penal-
ties were used in this optimization. By introducing such
a penalty, discontinuities near the boundary can be re-
duced (not shown).

In order to better understand the role of the boundaries
of the optimized texture, we fit the x-component of the
optimized magnetic texture to an harmonic function bj ·
x̂ = A cos(2πj/R+ φ) (with fit parameters A, R and φ).
Fig. 8 compares the optimized texture to a spiral texture
built from the fit result. One can see that, while the
spiral texture has a larger minigap (0.37 ∆ compared to
0.29 ∆), the MBS in the case of the optimized texture
is more localized. This smaller localization length leads
to a reduced overlap of the Majorana wavefunctions and
thus to a reduced zero-mode splitting from εM = 1×10−3

to εM = 2× 10−5.
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FIG. 10. Non-optimized (spiral, dashed blue) and optimized
(solid orange) curves for (a) the x− and (b) the y-components
of the magnetic texture. Optimization was performed for a
fixed amplitude texture |bj | = 0.018t = 4∆/5 and a uniform
magnetic field B0/t = 0.012 x̂ (black dot in Fig. 9). (c) Solid
(dashed) curves indicate the left (right) MBS’ wavefunctions.
For all panels, blue curves are the results for the initial spiral
texture, while the orange curves are the results for the opti-
mized texture. (d) Spectrum of the isolated superconducting
scattering region close to zero energy.

Appendix G: Maximizing the topological minigap

As a complement to the results of Sec. III D, we con-
sider the same magnetic texture optimization, but using
the performance index

Φ′ = −δEQL, (G1)

where δE is the minigap obtained by diagonalization of
the single-particle Hamiltonian [67].

Figure 9 presents optimization results for a grid of
points in the (B0, b) parameter space. Panel (a) com-
pares the topological visibility for an initial spiral texture
(column (i)) to an optimized texture (column (ii)). As
for Fig. 4, where the more numerically efficient perfor-
mance index Φ̃ is optimized, the area of the topological
(blue) region of parameter space increases for the opti-
mized texture. For both performance indices, the opti-
mization leads to the topological phase almost indepen-
dently of the position in parameter space, as long as the
total Zeeman energy B0 + b is larger than the supercon-
ducting gap ∆. Panel (b) presents the minigap δE in the

topological phase. Similarly to the optimization of Φ̃ in
Fig 4, the direct optimization of the minigap leads to con-
stant gap contours enclosing a larger area of parameter
space for the topological phase.

Finally, we compare the optimization results for a point
in parameter space (corresponding to the black disks in
Fig. 9). Figure 10(a,b) shows the components of the op-
timized magnetic texture for two periods (solid orange
curve) and compares them to the initial spiral texture
(dashed blue curve). Figure 10(c,d) displays both the
MBS’ wavefunction (panel c) and the spectrum for the
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FIG. 11. Statistics of convergence of the RGF-GRAPE algo-
rithm for the optimization of a fixed amplitude magnetic tex-
ture starting from 100 different random texture realizations
(see text). (a) Distribution of the initial value of the perfor-
mance index. (b) Distribution of the final value of the perfor-
mance index after running the BFGS optimization algorithm
until convergence. (c) Scatter plot of the bulk gap (obtained
through diagonalization) as a function of the final (maxi-
mized) value of the performance index. A uniform chemical
potential in the wire is also optimized (initial value µ = 10−3t,
wµ = 10−3). The numerical parameters in the simulations are
N = 200, b = 4∆/3, ∆ = 0.0225t, B0 = α = βb = 0.

superconducting region decoupled from the leads (panel
d). The optimization leads to both an increased minigap
and enhanced energy degeneracy between the left and
right MBS. These optimization results are equivalent to
the results obtained by the optimization of Φ̃ presented

in Fig. 5. Hence, similar results to the numerically costly
exact optimization of the topological minigap can be ob-
tained using the LDOS-based effective performance in-
dex Φ̃ presented in Sec. III.

Appendix H: Convergence statistics

In this appendix, we present additional data related
to the convergence of the RGF-GRAPE algorithm and
the bulk gap of the optimization results. To this end,
we performed 100 optimizations each starting from a dif-
ferent realization of a fixed-amplitude random magnetic
texture. In each realization, the magnetic field at site j
is bj(θj , φj) = b(sin θj cosφj x̂ + sin θj cosφjŷ + cos θj ẑ),
where φj and θj are uncorrelated random variables taken
from a uniform distribution of width 2π respectively cen-
tered around 0 and π/2.

Figure 11(a) presents the distribution of the initial
value of the performance index. The negative values in-
dicate that all initial textures are in the trivial phase.
Panel (b) shows the distribution of the final performance
index after performing an optimization using the BFGS
algorithm where the gradient of Φ̃ was calculated at each
iteration using RGF-GRAPE. For 26 occurrences the op-
timization converged to a solution near the topological
phase transition (|Φ̃| < 2), where the performance index
value is dominated by the topological visibility. In the
remaining 74 cases the optimization converged deep in
the topological phase. For these occurrences, panel (c)
shows a scatter plot of the resulting bulk gap where we
can see a relation between the value of the performance
index and the bulk gap. For the 26 cases with |Φ̃| < 2,
the failure to find solutions deep in the topological phase
might be explained by the presence of local minima in
the high-dimensional optimization space. This standard
problem of optimization can we be solved by using stan-
dard methods of global optimization such as the basin
hopping method.
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Solid-state experimental realizations of Majorana bound states are based on materials with strong
intrinsic spin-orbit interactions. In this work, we explore an alternative approach where spin-orbit
coupling is induced artificially through a non-uniform magnetic field that originates from an array
of micromagnets. Using a recently developed optimization algorithm, we find suitable micromagnet
geometries for the emergence of topological superconductivity in a one-dimensional wire without
intrinsic spin-orbit coupling. We confirm the robustness of Majorana bound states against micro-
magnet nanofabrication errors, and identify low g-factor materials commonly used in mesoscopic
physics experiments as viable candidates for Majorana devices.

I. INTRODUCTION

Topologically protected states, such as Majorana zero
modes, are envisioned as building blocks for hard-
ware efficient quantum computation [1, 2]. One of
the most promising implementations relies on semicon-
ducting nanowires with strong spin-orbit coupling and
proximity-induced superconductivity [3–5]. In this setup,
a magnetic field can drive a topological phase transition,
where Majorana bound states (MBS) emerge as localized
states at the ends of the nanowire [6]. Recent experi-
ments have shown increasingly convincing signatures of
these modes in InAs [7, 8] and InSb [9–11] nanowires.
But despite progress in growth techniques [5], scaling
the nanowire approach to the two-dimensional networks
needed for quantum computation remains a daunting
task [12–14].

Motivated by the aforementioned difficulty, new top-
down fabrication methods for InAs/Al heterostructures
are under development [15–17]. Likewise, exploring other
classes of planar materials could lead to new prospects
for MBS-based devices. For example, the low disorder
of GaAs/AlGaAs or Si/SiGe heterostructures could be
beneficial for topological protection [18], and the well-
established fabrication capabilities of materials such as
silicon would be an asset for the development of com-
plex devices [19]. Even though induced superconductiv-
ity was demonstrated in several of these low g-factor ma-
terials [20–22], the absence of a strong spin-orbit coupling
hinders the possibility of a topologically protected phase.
This lack of intrinsic spin-orbit coupling can be remedied
with the help of an inhomogeneous magnetic texture [23],
engineered by the use of magnetic adatoms [24], arrays
of micromagnets [25, 26], magnetic domains [27], or mag-
netic tunnel junctions [28–30] placed in proximity to the
wire. The latter was also proposed as an alternative ap-
proach for the braiding of MBS.

In this work, we focus on architectures in which mag-
netic textures are created by micromagnet arrays. Al-

∗ sara.turcotte@usherbrooke.ca

though the idea of using magnetic textures for the engi-
neering of topological phases is widely recognized [23–
25, 31, 32], relatively little effort has been devoted
towards modeling realistic magnet arrays and under-
standing the effect of non-helical magnetic fields on
MBS [26, 28]. In addition, two important obstacles of
the micromagnet approach have been largely overlooked.
First, the small g-factors in semiconductors such as Si,
Ge or GaAs/AlGaAs heterostructures limit the Zeeman
energy and therefore make it more difficult to reach the
topological phase. Second, this approach is subjected to
an additional source of disorder due to the possible mis-
placement of micromagnets during nanofabrication.

The main objective of the present paper is to demon-
strate that robust topological superconductivity can be
engineered in low g-factor materials placed in proximity
to realistic micromagnet arrays, with the crucial help of
an automated process [33] that determines the optimal
magnet arrangement. In Sec. II, we introduce the model
describing the Majorana wire and review the method
used to optimize the shape and position of the micro-
magnets. In Sec. III, we investigate three simple magnet
geometries and assess their robustness against variations
of tunable parameters such as the chemical potential and
the external magnetic field. Section IV focuses on the
impact of possible micromagnet misplacements arising
during the fabrication process, and identifies geometries
that are resilient to this additional disorder channel. Fi-
nally, in Sec. V we analyze the engineering of MBS in
various low g-factor materials, and discuss the influence
of micromagnets on wires with strong intrinsic spin-orbit
coupling.

II. MODEL AND METHODS

A. Single-channel nanowire model

We consider a single-band nanowire of length L with
proximity-induced s-wave superconductivity. This wire
could be for example a genuine nanowire or the result
of electrostatic gating in a two-dimensional electron gas
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(2DEG) formed at the interface of a semiconductor het-
erostructure. Below, we will mostly concentrate on the
latter scenario.

The low energy physics of the wire is described by the
Hamiltonian

H = H0 +H∆, (1)

where

H0 =

∫ L

0

dxψ†(x)H0(x)ψ(x) (2)

is the non-superconducting part, ψ(†)(x) is a two-
component spinor that annihilates (creates) an electron
at position x, and

H∆ =

∫ L

0

dx
[
∆ψ†↑(x)ψ†↓(x) + h.c.

]
(3)

is the superconducting part with the proximity-induced
s-wave gap ∆. In Eq. (2), we have defined

H0(x) =
p2
x

2m∗
− µ+

1

2
gµBB(x) · σ, (4)

with px = −i~∂x, m∗ the effective mass, µ the chemical
potential, g the effective g-factor, µB the Bohr magneton
and σ a vector of spin Pauli matrices. In addition, the
total local magnetic field reads

B(x) = B0 + b(x), (5)

where we have separated an external uniform magnetic
field B0 from the magnetic texture b(x) that is gen-
erated by polarized micromagnets (see Sec. III). We
simulate cobalt micromagnets with a magnetization of
M = 1.8 T parallel to a polarization field of ampli-
tude |B0| = 0.2 T [34]. The non-uniform magnetic
field can be calculated either analytically (in the case
of bar magnets [35]) or else using finite elements calcula-
tions [36]. Unless otherwise specified, we focus on silicon
with m∗ = 0.2 (in units of the bare electron mass) and
g = 2. For this material, we neglect the weak intrin-
sic spin-orbit interaction [19, 26] and consider a wire of
length L = 5 µm. The interplay between intrinsic spin-
orbit coupling and magnetic textures will be considered
in Sec. V. In that case, Eq. (4) must be modified to in-
clude the additional term αpxσy, where α is the intrinsic
spin-orbit coupling strength.

As shown in e.g. Ref. [25], a magnetic field rotating in
space is unitarily equivalent to the action of a uniform
magnetic field and spin-orbit coupling oriented perpen-
dicular to the field rotation plane. In the simple magnet
geometries considered below, the field rotation will take
place on a single plane. Then, the amplitude of the arti-
ficial spin-orbit coupling can be written as

αeff =
~

2m∗
dφ

dx
, (6)

where φ is the magnetic field angle. In the case
of a perfect spiral field of period p, with b =
b0 [cos (2πx/p) x̂ + sin (2πx/p) ẑ], the artificial spin-orbit
coupling is uniform along the wire and has an amplitude
αeff = ~π/mp.

Depending on the material used to form the 2DEG,
various techniques can be employed to induce su-
perconductivity in the channel [20–22]. Experimen-
tally, the amplitude of the proximity-induced supercon-
ducting gap will depend on multiple parameters such
as the semiconductor-superconductor interface trans-
parency, the applied external magnetic field and the su-
perconductor thickness [37]. As these parameters are
sensitive to experimental details, hereafter we adopt the
conservative estimate of ∆ = 16.5 µeV ≈ 200 mK, which
is approximately half the superconducting gap reported
for doped silicon at zero external field in Ref. [20]. For
simplicity, we approximate ∆ to be independent of the
magnetic field texture. This approximation is justified
when the critical field of the bulk superconductor far ex-
ceeds |B(x)|, a circumstance that will be realized when
using niobium, for example.

In the following sections, we characterize the MBS by
diagonalizing numerically a discretized version of Eq. (1).
From the diagonalized Hamiltonian, we extract (i) the en-
ergy gap ∆0, also referred to as the topological gap, which
separates the zero modes from the low-lying quasiparticle
excitations, and (ii) the energy splitting εM between the
two MBS. The latter quantity gives a quantitative mea-
sure of the MBS localization (εM decreases as the over-
lap between the MBS wave functions is reduced) [18].
Together, ∆0 and εM characterize the topological pro-
tection of the MBS and provide bounds on timescales for
braiding operations in future Majorana-based qubits [2].

B. Optimization method

Finding the optimal spatial configuration of the mi-
cromagnets, which will lead to the largest ∆0 and small-
est εM , is a nontrivial task. Here, we optimize mi-
cromagnet geometries following the RGF-GRAPE algo-
rithm [33], which is based on an analogy between the
recursive Green’s function (RGF) method [38] used for
quantum transport calculations and the gradient ascent
pulse engineering (GRAPE) algorithm of quantum op-
timal control [39]. RGF-GRAPE allows for an efficient
gradient-based optimization of functions of local (on-site)
retarded Green’s functions.

The optimization procedure is carried out for a
nanowire that is weakly coupled to normal metallic
leads [33]. The algorithm maximizes (minimizes) the lo-
calization length of zero-energy states when the wire is
in the trivial (topological) phase. As a result, irrespec-
tive of the initial values of the tunable parameters, the
algorithm converges towards regions in parameter space
that are deep in the topological regime. The localization
length is obtained from the zero-energy local density of
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FIG. 1. (a-c) Schematics of the three studied geometries with all micromagnets polarized along the same direction. The
magnets form arrays of periodicity p. Electrostatic gates (yellow) are used to deplete the two-dimensional electron gas located
at a depth d below the heterostructure surface. A uniform external field is applied in the polarization direction. (a) Magnets
polarized along the x axis, with parameters l = h = 265 nm, w = 1 µm, dM = 490 nm, and p = 755 nm. (b) Magnets polarized
along z axis, where l = 520 nm, w = 1 µm, h = 280 nm, dM = 250 nm, and p = 800 nm. (c) Magnets polarized along y,
with l1,2 = 575 nm, w1 = 960 nm, w2 = 930 nm, h = 575 nm, y1 = 480 nm, y2 = -465 nm, and p = 1.15 µm. (d-f) Magnetic
field lines within a unit cell, at d = 50 nm. The color map describes the z component of the field. The black line at y = 0
represents the nanowire position, while the white and yellow dashed lines represent magnets in the unit cell. (g-i) Profiles of
all three components of the magnetic field, at d = 50 nm. The dashed line denotes the magnitude of b. (j-l) The corresponding
effective spin-orbit coupling generated by b(x). The dashed line denotes the spatial average of αeff over a unit cell.

states. In addition, the topological phase is character-
ized using the so-called topological visibility Q [40]. For
a finite-size superconducting wire breaking time-reversal
symmetry (class D [41]), this quantity can be obtained
from the scattering matrix as Q = det r, where r is the
zero-energy reflection matrix in the Majorana basis. The
Z2 topological invariant characterizing the phase is then
simply Q = sign(Q), with Q = ±1 in the trivial (+1)
and topological (-1) phase [42].

We refer the reader to Ref. [33] for an extensive dis-
cussion of the optimization algorithm. Here, we simply
mention some differences in the implementation of the
algorithm between Ref. [33] and the present work. First,
we use a basin hopping global optimization method [43].
This algorithm implements a series of gradient-based op-
timizations separated by stochastic perturbations to the
optimization solution, which allows to explore a larger

portion of parameter space and reduce the risk of finding
low quality local extrema. Second, we perform the opti-
mization simultaneously for wires with different chemical
potentials and require that all of them attain the topo-
logical phase. This favors solutions where the topologi-
cal phase is stable on a larger chemical potential range,
a desirable outcome for experimental implementations.
Finally, since we consider a relatively small optimization
parameter space (see Sec. III-V), we employ a simpler
finite difference gradient calculation instead of the ana-
lytical gradient used in Ref. [33].
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III. MICROMAGNET ARRAYS

A. Optimized geometries

In the following, we focus on geometries where all
magnets are polarized in the direction of the external
magnetic field B0. This design choice leads to rotating
magnetic field textures while circumventing the need for
complex magnet arrays that would contain either mate-
rials with different magnetization profiles or small single-
domain magnets arranged in an anti-parallel fashion [44].
For the latter configuration, an external field exceeding
the coercive field would align all magnets and potentially
ruin the field texture needed to attain MBS. Such con-
straint is absent in the geometries we consider, thereby
enabling a larger parameter space for the engineering of
MBS.

The three magnet arrangements (I, II and III) we study
are depicted in Fig. 1 (a-c). In all three geometries,
an array of micromagnets and electrostatic gates are
placed at a distance d above a 2DEG. The gates produce
the desired confinement potential to form a single band
nanowire in the 2DEG. The magnets are polarized along
the x-, z-, and y-axes for geometries I, II and III (respec-
tively). We note that geometry III presents the added
advantage of having the external field aligned along the
easy axis of the magnets. The lower polarization field
of the magnets in this configuration extends the tuning
range of the external field.

An automated optimization of each geometry allows
us to systematically take into account constraints on the
design of the magnet arrays. Thus, we restrict the opti-
mization to experimentally realizable identical magnets
with dimensions h, w, l, dM ≥ 50 nm and a conservative
aspect ratio of h/max(l, w) ≤ 1 (see Fig. 1 for parameter
definitions) [45, 46]. Although non-periodic arrays might
give rise to improved topological properties [33], we re-
strict the optimization to periodic arrays containing one
or two micromagnets per unit cell. Thus, the starting
point for the optimization is a periodic array of cubic
magnets with dimensions h,w, l, dM = 500 nm. Aperiod-
icities originating from fabrication errors will nevertheless
be accounted for in Sec. IV.

Figures 1 (d-i) display the results of the optimization
procedure for each geometry. An external magnetic field
of |B0| = 200 mT, necessary to polarize the magnets,
was included in the optimization. While this additional
field can be detrimental to the emergence of Majorana
modes [26], in the case of geometries I and III the opti-
mization procedure naturally finds magnet array designs
whose magnetic texture is offset in order to compensate
for the external field. Geometry II appears to make the
design of such an offset more difficult and no solution of
this type is found by the optimization procedure. The re-
sulting spin-orbit coupling calculated from Eq. (6) (with-
out the polarizing field) is shown in Fig. 1 (j-l) and high-
lights the differences in spin-orbit profile for geometries
with similar average Zeeman energies. The three geome-
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FIG. 2. Topological gap, total magnetic field amplitude and
effective spin-orbit coupling for geometry I. Blue, orange and
green curves correspond respectively to the starting point of
the optimization, to the outcome of the optimization and to
an array of cubic magnets with the same periodicity as the
optimized geometry. (a) Topological gap as a function of the
wire chemical potential, with ∆0 = 0 indicating the trivial
phase. The chemical potential is offset so that the maximal
value of ∆0 is at µ− µmax = 0 µeV. The circles, crosses and
triangles are the results for magnet arrays. The lines are the
results for a perfectly spiral magnetic texture, whose ampli-
tude and periodicity correspond to the average value of the
magnetic field and spin-orbit coupling in the magnet array.
(b) Amplitude of the total magnetic field for a unit cell of
length p = 755 nm. (c) Effective spin-orbit coupling strength
calculated from Eq. (6). The orange dashed (green dotted-
dashed) horizontal lines indicate the average of the curves
over a unit cell, while the blue lines are the average values for
the initial array. Even though the average Zeeman and spin-
orbit energies vary little in the course of the optimization, the
gain in the topological gap is significant.

tries present an average spin-orbit coupling greater than
1600 m/s. While this is an order of magnitude lower than
typical values observed in InAs or InSb nanowires, it does
not constitute the limiting factor to reach the topological
phase (see Sec. III B).

To better appreciate the benefits of the optimization
procedure, Fig. 2 (a) compares the topological gap as a
function of the wire chemical potential for the initial and
optimized arrays in geometry I. The optimization leads
to an increase of the topological gap by a factor of ∼ 3
and the topological phase is reached for a significantly
wider range of the chemical potential.

As the optimized array has a smaller unit cell than
the initial one, it is natural to wonder whether the ob-
served improvement of the topological gap is solely the
result of a larger effective spin-orbit coupling (a 35% in-
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crease). To investigate this, we compare the optimized
array to an array of cubic magnets with the same period-
icity. While the increased spin-orbit coupling due to the
reduced period does lead to an increased topological gap,
the array of cubic magnets falls short from the optimized
array. As shown in Fig. 2 (b), this can be understood
by the 15% larger Zeeman energy of the optimized array
compared to the cubic magnets. Another advantage of
the optimized array with respect to the cubic array is
that its magnetic texture partly compensates the exter-
nal magnetic field. This compensation, beneficial for the
topological gap, leads to smoother magnetic field profiles
[see Fig. 2 (b,c)].

Finally, Fig. 2 (a) shows that the dependence of ∆0 on
µ is similar in the optimized array and in a hypothetical
wire with spatially uniform Zeeman and spin-orbit ener-
gies, provided that the latter are chosen to be equal to the
spatially averaged values 〈αeff〉 and gµB〈|B|〉 of the op-
timized array. This behavior is reproduced in optimized
arrays belonging to geometries II and III.

B. Robustness over parameter variations

It is important to assess whether or not the optimized
geometries obtained in Sec. III A exhibit robust MBS
over modest changes of parameters such as the chemical
potential, the external magnetic field and the induced
superconducting gap. Indeed, a geometry presenting a
high sensitivity to such parameters would be difficult to
implement experimentally, due to a limited precision in
attaining the parameter values.

Although the engineered magnetic textures are not
perfectly helical, we can gain useful intuition by com-
paring numerical results to the analytic expressions for
this ideal case. In a long nanowire without intrinsic spin-
orbit coupling placed under a helical magnetic field and
without any uniform external field, the condition for the
appearance of MBS reads

1

2
gµB |b| >

√
|∆|2 + (µ− µ̃)2, (7)

where µ̃ is a renormalized chemical potential due to the
effective spin-orbit coupling and |b| the amplitude of the
spiral field [25]. From Eq. (7), we anticipate that the
topological phase will be realized in a larger interval of
chemical potential when the amplitude of the Zeeman
energy is increased. This expectation is confirmed by
Fig. 3 (a), where geometry III displays the widest range
of µ for which ∆0 > 0.

The intuition from the ideal helical case can be ex-
tended to understand the dependence of the topological
gap on various parameters. In the ideal case, the topo-
logical protection is determined from the energy gaps at
zero momentum (k = 0) and at the Fermi momentum
(k = kf ). Following the notation of Ref. [47], we define
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FIG. 3. Robustness of the topological gap under the varia-
tion of parameters in all three geometries. (a) Topological gap
∆0 as function of the chemical potential at B0 = 200 mT. In
each geometry, the plots are offset by µmax for the sake of com-
parison. (b) Magnetic field dependence of ∆0 at µ−µmax = 0.
(c) Dependence of δµ (namely the interval of chemical poten-
tial for which ∆0 > 10 mK) on the external magnetic field.
(d) Effect of the superconducting proximity gap ∆ on the the
topological gap. The shaded areas in panels (b) and (d) rep-
resent the regions where the topological gap is limited by ∆1

(blue) or ∆2 (green); see main text for definitions.

the gap at k = 0 in the µ ≈ µ̃ limit as

∆1 =
1

2
gµB |b− bc|, (8)

where bc = 2∆/(gµB) is the critical field at which the
topological phase transition occurs [cf. Eq. (7)]. The
gap at k = kf is given by

∆2 ≈
2∆

[2 +
√

(gµBb/2)2/E2
so + 4]1/2

, (9)

where Eso = m∗α2
eff/2 is the spin-orbit energy scale. The

topological gap is dictated by the smallest between ∆1

and ∆2. As we enter the topological phase from lower
magnetic fields (gµBb & ∆), ∆0 is limited by ∆1. Deeper
in the topological phase (gµBb � ∆), the topological
gap becomes limited by ∆2, which decreases as the ratio
gµBb/Eso increases. The latter effect follows from a re-
duction of the effective p-wave superconducting gap, due
to the alignement of spins at ±kf as the Zeeman field is
increased.
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The preceding observations are also relevant to wires
placed in proximity to micromagnet arrays, as evidenced
by Fig. 3 (b). For geometries I and III, the additional Zee-
man energy at low external field brings the wire deeper
into the topological phase (i.e. ∆0 grows with B0) by in-
creasing ∆1. At higher B0, the suppression of ∆2 brings
about a decrease in ∆0. For geometry II, the effective
spin-orbit coupling is weak enough to have ∆1 > ∆2 at
B0 = 0 T. In this case, ∆0 is limited by ∆2. Accord-
ingly, ∆0 is quite insensitive to the external field at low
B0, and decreases as B0 is made stronger. At high B0,
the function ∆0(B0) is nevertheless more complex than
in uniform wires with perfect spiral fields, because the
band structure is distorted by the non-uniform spin-orbit
coupling and the appearance of undesired gaps.

Suppressions and revivals of the topological gap are
revealed in Fig. 3 (a) as the chemical potential is varied.
Maurer et al. showed [26] that undesired gaps (so-called
bad gaps) appear in the band structure when the average
Zeeman energy over a unit cell is nonzero. When the
chemical potential enters a bad gap, the wire becomes
a trivial insulator (∆0 = 0). For all three geometries,
the polarizing field offsets one component of the total
magnetic field, thus creating a nonzero average field in
a unit cell. From there, increasing the amplitude of the
external field augments the energy spans for undesired
gaps. As expected from the discussion of Fig. 1(g-i), this
effect is most striking for geometry II where the texture
cannot compensate the external magnetic field. This is
further highlighted in Fig. 3 (c), where we define δµ as the
chemical potential range over which ∆0 > 10 mK. Sharp
steps in δµ (B0) are indicative of the opening of bad gaps
in the band structure, and the fastest reduction of δµ is
observed for geometry II. We also note that finite size
effects contribute to the reduction of δµ at B & 300 mT
due to the overlap of the MBS wave functions.

In low g-factor materials, the interplay between ∆0

and ∆ can be crucial for the observation of MBS (see
Fig. 3 (d)). All geometries show robust MBS for values
of ∆ that are close to those reported experimentally in
low g-factor materials at zero external field [20, 21]. Far
from the crossover between ∆1-limited and ∆2-limited
regions, the topological gap varies roughly linearly with
∆. This agrees with the behavior that one would expect
in a uniform wire. However, the non-helical character of
the magnetic texture becomes evident in the fact that
the slope in the ∆1-limited region (at higher ∆) is not
the same for all geometries.

IV. MAJORANA MODES WITH DISORDERED
MAGNET ARRAYS

In a real device, errors in micromagnet patterning give
rise to disordered arrays with non-periodic magnetic field
profiles. In this section, we investigate the robustness
of MBS to such fabrication noise. Specifically, we focus
on the impact of random deviations from the optimized
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FIG. 4. Impact of fabrication errors on MBS character-
istics of optimized arrays. The histograms compile (a) the
topological gap ∆0, and (b) the MBS energy splitting εM for
300 realizations of disorder. (c,d) Disorder-averaged values of
∆0 and εM , represented by filled circles, for optimized arrays
at different 2DEG depths d. The shaded area represents the
standard deviation.

array designs on two key quantities: (i) the topological
gap (∆0), and (ii) the energy splitting between the MBS
(εM ).

We model the experimental variations by allowing de-
viations from the optimized dimensions and positions of
each magnet in the array. These deviations are sampled
from a gaussian distribution with a standard deviation of
20 nm. We assume the deposition of cobalt to be made in
a single step, such that all magnets have the same height.
The chemical potential for a wire with a disordered ar-
ray is fixed to the optimized value obtained for an array
without noise.

Figures 4 (a-b) and Table I depict the influence of dis-
ordered arrays on the MBS parameters. We find that
certain disorder configurations lead to better MBS char-
acteristics in geometries I and III, while all realizations of
noise reduce the topological gap in geometry II. At any
rate, the disorder-averaged gap is smaller than the opti-
mized value of a perfect array, regardless of the geometry.
In this regard, geometry I shows the strongest robustness
against disorder, with the largest disorder-averaged gap
(∆0), the lowest standard deviation for the gap (σ∆0

) and
the lowest disorder-averaged MBS energy splitting (εM ).
The relative fragility of MBS to disorder in geometry III
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can be understood by looking at the spatial variation of
the magnetic field in Fig. 1 (d-f). Unlike in geometries I
and II, small relative displacements of the magnets along
the y direction lead to a strong cancellation of the spiral
field amplitude and account for the broad distribution of
∆0 and εM .

TABLE I. Topological gap ∆0 and the MBS energy separation
εM in perfect and disordered magnet arrays, for d = 50 nm.
For perfect arrays, the optimal values (∆opt

0 and εopt
M ) are

listed. For disordered arrays, disorder-averaged values (•)
and standard deviations (σ•) are shown.

.

Geom. ∆opt
0 ∆0 σ∆0 εopt

M εM σεM
(mK) (mK) (mK) (nK) (nK) (nK)

I 57 56 3 56 78 36
II 59 49 4 580 2400 4000
III 70 55 11 1200 1120 1320

From the previous discussion, it appears that a trade-
off has to be made between the largest topological gap in
an optimized array and its robustness to disorder. De-
pending on the precision of microfabrication protocols,
design choices could be oriented either to noise resilient
geometries (such as geometry I) or to geometries with the
largest optimized parameters (geometry III). Moreover,
one would need to consider how other parameters, such
as the distance d between the magnets and the nanowire,
affect the MBS properties.

It turns out that the Zeeman energy and the effec-
tive spin-orbit coupling are greatly affected by the 2DEG
depth d. In shallow 2DEGs, the increased Zeeman energy
and spin-orbit coupling can boost the MBS characteris-
tics at the expense of larger magnetic field gradients that
amplify the impact of disorder. Increasing d smooths the
field profiles and MBS characteristics becomes less sen-
sitive to disorder. This effect is best seen in Fig. 4(c-d)
for geometry III, where the smoother magnetic texture
mitigates the impact of disorder on ∆0 and εM . Indeed,
at d > 50 nm, geometry III presents the strongest gap
and robustness to disorder.

The reduction of ∆0 with d in geometries I and II
(Fig. 4(c)) can be understood in terms of the gaps ∆1 and
∆2 [cf. Eqs. (8) and (9)]. In geometry I, ∆0 is limited
by ∆1 and the lower Zeeman energy at higher d further
reduces the topological gap. In geometry II, the gap is
limited by ∆2 and the strong reduction of the spin-orbit
energy contributes to the low ∆0 at high d. In geometry
III, the gap is roughly constant over the studied range in
d.

V. INFLUENCE OF MATERIAL PARAMETERS
ON MBS ATTRIBUTES

In previous sections, we have focused our analysis on
parameters that are relevant for silicon. In the model

1.0 1.5 2.0 2.5 3.0

acto

0.05

0.10

0.15

0.20

m
∗

Ga s

a

Si

Ge

C T

1.5 2.0 2.5 3.0

acto

0

50

100

150

∆
0

m

m∗ 0.2

b

0.1 0.2

m∗

2

c

50

100

150

∆
0

m

FIG. 5. (a) Topological gap ∆0 for optimized magnet arrays
(geometry I, see Fig. 1), as a function of the effective mass
m∗ and the g factor. Dotted light (solid dark) purple curve is
a constant gap contour corresponding to ∆0 = 50(100) mK.
Each point of panel (a) is the outcome of an independent
optimization starting from an array of cubic magnets (cf.
Sec. II B). White regions identify the parameter space where
the optimizer could not reach the topological phase. Markers
indicate the experimental parameter values for carbon nan-
otubes (CNT) [48] and germanium [49]. The red dashed (or-
ange dot-dashed) curves indicate cuts for the effective mass
(g factor) of silicon plotted in panels (b) and (c).

Hamiltonian (see Sec. II A), the choice of material is re-
flected in the values of the effective mass m∗, the g factor,
and the spin-orbit coupling α. The proximity-induced
superconducting gap ∆ is treated as a fixed phenomeno-
logical parameter.

We first explore the MBS characteristics for a region of
parameter space close to that of silicon, which is relevant
for weakly spin-orbit coupled semiconductors (α ≈ 0).
Due to its experimental simplicity and robustness to
nanofabrication errors (see Sec. IV), we focus on geome-
try I. Figure 5(a) presents the optimized topological gap
in the parameter space spanned by m∗ and g, where each
point is the result of an independent optimization of the
magnet array. Markers in Fig. 5 indicate the parame-
ters corresponding to various materials, taken from the
literature. In practice, one can move somewhat in param-
eter space by changing the material or by renormalizing
parameter values e.g. through quantum confinement or
through hybridization to a superconductor [50].

The influence of the g factor on the topological gap
is straightforward. The band inversion leading to MBS
being controlled by the Zeeman energy, sufficiently large
values of g (& 1.5) are needed in order to drive the topo-
logical phase transition. However, for larger Zeeman en-
ergies, the topological gap becomes limited by the effec-
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FIG. 6. Topological gap in a single-channel InAs nanowire
with (disks, solid curves) and without (crosses, dashed curves)
an optimized magnet array. Each disk is the result of a sep-
arate optimization. We consider a magnet array in geometry
I (see Fig. 1) and an InAs nanowire of length L = 5 µm,
m∗ = 0.023, g = 8, and an intrinsic spin-orbit coupling
α/~ = 3 × 104 m/s [5].

tive spin-orbit coupling strength induced by the magnet
array [see line cut in Fig. 5(b)]. As this quantity is in-
versely proportional to the effective mass [cf. Eq. (6)], the
largest topological gaps are found in the lower right cor-
ner of the plotted parameter space (largest g and smallest
m∗ values). This leads to constant gap contours (dotted
light and solid dark purple curves) with a positive slope
in the (m∗, g) space.

One caveat to the above analysis is that the effective
mass also affects the superconducting coherence length
ξ. For a fixed µ and ∆, a smaller effective mass increases
the superconducting coherence length and thus the im-
portance of finite-size effects. In particular, the overlap
of MBS in regimes where ∆0 is small becomes significant,
making it difficult for the optimization procedure to reach
the topological phase. This explains the negative slope
of the phase transition line in parameter space.

To conclude this section, we consider the application
of magnet arrays for the engineering of MBS in materials
with strong intrinsic spin-orbit coupling. The interplay
between magnetic textures and spin-orbit coupling has
been predicted to yield a complicated phase diagram that
includes fractionalized fermions [31, 32], as well as MBS if
superconductivity is induced. Here, we focus on the case
where the magnetic texture and the spin-orbit coupling
act in cooperation. This is the case when the helical
texture is in the plane perpendicular to the intrinsic spin-
orbit interaction. In such a case, magnet arrays could
be used to boost the effective spin-orbit coupling of the
device and locally increase the Zeeman energy.

To illustrate this point, Fig. 6 presents the topolog-
ical gap for the parameters of an InAs nanowire cov-
ered by a partial shell of aluminium [5] and compares
the case of a standard uniform wire (dashed curves) to
the case where a magnet array is added to the device
following geometry I. For all superconducting gap ampli-
tudes considered, the magnets allow to lower the external

magnetic field amplitude needed to reach the topological
phase. This could be particularly useful in the context
of hybrid nanocircuits involving, on the same chip, both
Majorana-based qubits [13, 14] and superconducting cir-
cuits [51, 52].

VI. DISCUSSION

In summary, our results indicate that it is possible to
reach robust Majorana zero modes in low g-factor mate-
rials using magnet arrays. Materials with small effective
masses appear to be promising for the realization of such
Majorana devices.

An optimal Majorana device should exhibit the follow-
ing main characteristics: (i) a large topological gap, (ii)
well localized MBS (small wave function overlap) char-
acterized by a small energy splitting between the zero
energy modes, and (iii) robustness of the MBS charac-
teristics to variations in parameters with respect to op-
timized nominal values. In the case of a magnet array,
there is an additional criterion: (iv) robustness to varia-
tions in the dimension and position of micromagnets that
are caused by unavoidable microfabrication errors. While
none of the three geometries considered in this work are
ideal with regards to all of those criteria, the following
assessment of their strengths and weaknesses can help
guide the design of devices.

First, our results show that geometry III is optimal
with respect to criteria (i-iii). It exhibits the largest
topological gap at optimized parameters, which is stable
over a range of parameters around the optimized values.
However, for 2DEGs of depth d ≤ 50 nm, this geometry
is the most sensitive to microfabrication errors and does
not perform as well as geometries I and II when it comes
to criterion (iv). Therefore, depending on the expected
fabrication precision and the tolerable device yield, one
might prefer geometry I where the optimal topological
gap is slightly smaller, but the resilience to microfabri-
cation errors is larger. Second, for heterostructures in
which the channel depth is over 50 nm, geometry III ap-
pears to be most suited since its topological gap exceeds
40 mK, while for the other two geometries ∆0 < 20 mK.

Overall, our work demonstrates the advantage of au-
tomated optimization as a tool for the design of Majo-
rana devices based on magnetic textures. Using a sim-
ple nanowire model, our results provide design guidelines
for Majorana devices based on simple periodic micro-
magnet arrays, and allow to explore a large parameter
space of magnet and material parameters. Our approach
could be augmented to carry out a more precise opti-
mization for specific geometries and materials by using
recent developments in the advanced modeling of hybrid
semiconductor-superconductor devices [53, 54].
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B. Scharf, and I. Žutić, Solid State Communications 262,
1 (2017).

[31] J. Klinovaja, P. Stano, and D. Loss, Phys. Rev. Lett.
109, 236801 (2012).

[32] D. Rainis, A. Saha, J. Klinovaja, L. Trifunovic, and
D. Loss, Phys. Rev. Lett. 112, 196803 (2014).

[33] S. Boutin, J. Camirand Lemyre, and I. Garate, Phys.
Rev. B 98, 214512 (2018).

[34] D. Lachance-Quirion, J. Camirand Lemyre, L. Berg-
eron, C. Sarra-Bournet, and M. Pioro-Ladrière, Applied
Physics Letters 107, 223103s (2015).

[35] R. Engel-Herbert and T. Hesjedal, Journal of Applied
Physics 97, 074504 (2005).

[36] Using e.g. the RADIA Wolfram Mathematica pack-
age http://www.esrf.eu/Accelerators/Groups/

InsertionDevices/Software/Radia.
[37] M. Tinkham, Introduction to Superconductivity: Second

Edition, Dover Books on Physics (Dover Publications,
2004).

[38] D. J. Thouless and S. Kirkpatrick, Journal of Physics C:
Solid State Physics 14, 235 (1981).

[39] N. Khaneja, T. Reiss, C. Kehlet, T. Schulte-Herbrüggen,
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