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Introduction

La détection d’un spin individuel est une tâche ardue à laquelle peu de montages expérimen-
taux permettent d’accéder. L’essor des nanostructures semiconductrices et notamment des boîtes
quantiques a permis des avancées considérables dans ce domaine. Grâce à elles, il est possible
de localiser à l’échelle nanométrique des électrons ou des trous pour ensuite modifier ou détecter
leur état de spin par des moyens électriques ou optiques.

Les principaux travaux sur le contrôle électrique du spin électronique dans une boîte quantique
reposent sur l’utilisation de boîtes quantiques électrostatiques [1, 2, 3]. La forme de la nano-
structure est alors contrôlée par le champ électrostatique appliqué sur un gaz bidimensionnel de
porteurs par le biais d’électrodes lithographiées à la surface de l’échantillon. Il est alors possible
d’injecter des porteurs dans la boîte quantique en modifiant le potentiel appliqué aux électrodes.
Un contact ponctuel quantique placé au voisinage de la boîte, permet de détecter la présence d’un
électron dans la boîte quantique par mesure de conductance. Ces structures sont particulièrement
utilisées pour étudier la relaxation du spin électronique sous champ magnétique ou les interactions
entre électrons dans les boîtes quantiques couplées.

En ce qui concerne l’étude optique de spins individuels dans les boîtes quantiques, on peut
citer les travaux récents (et impressionants) de Berezovky et al. [4] et de Atatüre et al. [5].
Ceux-ci sont basés sur l’utilisation des effets Faraday et Kerr permettant de sonder l’état de spin
d’un électron résidant dans une boîte quantique unique. Il s’agit là de véritables défis expérimen-
taux puisque l’expérience consiste à mesurer une rotation de polarisation de quelques µradians
provoquée par un spin individuel sur un faisceau sonde.

Cependant, le spin des électrons et des trous est une grandeur éphémère. L’interaction de ces
particules avec leur environnement (les spins nucléaires notamment) [6, 7, 8] et leur durée de vie
propre [9] limite en effet la durée de stockage de l’information sur le spin d’un porteur individuel.

La recherche d’objets présentant de grandes durées de vie de spin nous mène alors à l’étude
du spin de défauts ou d’impuretés magnétiques dans les semiconducteurs. Dans ce cas, seules les
expériences de microscopie à effet tunnel (dés 1989 avec les travaux de Manassen et al. [10] !) ou
de microscopie à résonance magnétique [11] ont jusqu’alors permis la détection de tels objets.
Cependant, ces expériences requièrent toutes deux l’application d’un champ magnétique en vue
de la détection du spin unique et les expériences de détection d’un spin individuel en l’absence
de champ magnétique n’en sont encore qu’au stade de propositions [12].

C’est dans ce contexte que nous avons cherché à allier les propriétés des boîtes quantiques
à celles des semiconducteurs magnétiques dilués ou DMS (alliages semiconducteurs permettant
l’insertion d’impuretés magnétiques) avec une question en tête : Comment faire interagir le spin
des porteurs confinés dans une boîte quantique avec les spins électroniques d’atomes magné-
tiques ? Nous n’imaginions pas au départ que nous allions découvrir dans nos échantillons des
boîtes quantiques contenant un atome magnétique individuel. Nous allons voir que ces objets

vii



Introduction

permettent de sonder et de manipuler optiquement l’état de spin de l’atome magnétique inséré
dans la boîte.

Ce mémoire est organisé de la manière suivante :

Dans le chapitre 1, nous poserons les bases théoriques nécessaires à la compréhension des
phénomènes physiques régissant les propriétés magnéto-optiques des boîtes quantiques à base
de semiconducteurs magnétiques dilués. Le confinement des porteurs dans une boîte quantique,
leurs propriétés de spin ainsi que l’interaction entre porteurs et atomes magnétiques dans les
DMS seront les thèmes abordés dans ce chapitre. Nous étudierons plus particulièrement le cas
des boîtes quantiques à base de tellurure de cadmium (CdTe/ZnTe) dopées magnétiquement par
l’insertion d’atomes de manganèse (Mn).

Le chapitre 2 est consacré aux boîtes quantiques CdTe/ZnTe non-magnétiques. Les techniques
de micro-spectroscopie de boîtes quantiques individuelles et de contrôle électrique et optique de
l’état de charge de boîtes quantiques seront présentées. Nous discuterons ensuite les propriétés
magnéto-optiques des boîtes quantiques CdTe/ZnTe afin de démontrer les effets non négligeables
du mélange de bande de valence lié aux contraintes sur la physique de ces boîtes.

Avec le chapitre 3, nous entrerons véritablement dans l’étude des boîtes quantiques contenant
un atome magnétique unique1. Ce chapitre est consacré à l’étude magnéto-optique du système
exciton-Mn. Nous montrerons que les interactions d’échange entre les porteurs confinés dans la
boîte quantique et l’atome magnétique sont à l’origine d’une structure fine de photoluminescence
spécifique permettant de détecter l’état de spin de l’atome magnétique. Les effets d’une aniso-
tropie du potentiel de confinement et de différentes distributions de contraintes sur les propriétés
d’émission des boîtes quantiques magnétiques seront discutés.

Nous démontrerons dans le chapitre 4 la possibilité de contrôler l’anisotropie magnétique
d’une boîte quantique contenant un atome de manganèse individuel. Ce contrôle peut se faire
électriquement en changeant l’état de charge de la boîte quantique mais également optiquement
en faisant varier le nombre et la nature des porteurs injectés dans la boîte quantique.

Enfin, le chapitre 5 est consacré à la dynamique des boîtes quantiques magnétiques. Celles-ci
présentent en effet des propriétés de thermalisation surprenantes qui témoignent d’une dynamique
complexe. Des mesures de photoluminescence résolues en temps et de corrélations de photons
nous apporterons quelques indices sur les processus régissant le comportement dynamique du
spin de l’atome de manganèse contenu dans la boîte quantique.

1Par abus de langage, dans la suite de ce manuscrit, nous appellerons simplement "boîtes quantiques magné-
tiques" les boîtes contenant un atome magnétique individuel bien qu’elles ne représentent qu’une infime partie
des boîtes quantiques d’un échantillon Cd(Mn)Te/ZnTe !
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Chapitre 1

Une boîte quantique pour manipuler un
spin

Sommaire
1.1 Du semiconducteur massif aux nanostructures . . . . . . . . . . . . . 1
1.2 Un atome artificiel . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 2
1.3 Spins des porteurs confinés . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 5

1.3.1 Structure de bande dans CdTe massif . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 5
1.3.2 Bande de Valence et brisures de symétrie . . . . . . . . . . . . . . . . . 7
1.3.3 transitions optiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 9
1.3.4 Manipuler le spin d’électrons ou de trous . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

1.4 Insertion d’un atome magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

Dans ce chapitre, nous discutons les propriétés qui font des boîtes quantiques des objets
d’études incontournables dans le domaine de la manipulation de spin comme le confinement des
porteurs ou leurs propriétés de spin. Nous verrons également que la réalisation de boîtes quan-
tiques à base de semiconducteurs magnétiques dilués est une piste de recherche particulièrement
attractive dans le domaine du contrôle d’un spin individuel.

1.1 Du semiconducteur massif aux nanostructures

Les caractéristiques macroscopiques des semiconducteurs telles que la perte de conductivité à
basse température, la conductivité photo-induite ou encore la photoluminescence (PL) sont ori-
ginaires d’une structuration particulière des niveaux d’énergie des électrons dans ces matériaux.

Lorsque des liaisons se forment entre les atomes du semiconducteur, les orbitales atomiques
s’hybrident pour former des niveaux électroniques liants et antiliants. Du fait de l’interaction
entre les différentes orbitales, ces niveaux s’étalent pour former deux bandes d’énergie séparées
par une énergie caractéristique appelée bande interdite. Dans les semiconducteurs, le nombre
d’électron peuplant ces bandes est tel que la bande de plus basse énergie, appelée bande de
valence est entièrement peuplée. Au contraire, la bande de haute énergie, appelée bande de
conduction n’est pas peuplée.

On appelle excitation élémentaire du système le passage d’un électron de la bande de valence
dans la bande de conduction. Cet électron ainsi que le "trou" laissé dans la bande de valence sont
alors disponibles pour conduire l’électricité. Si l’excitation élémentaire provient de l’absorption
d’un photon, on appelle le phénomène la conductivité photo-induite.

1



Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

Le trou est une absence d’électron dans une mer électronique. Il peut être considéré comme
une quasi-particule de charge positive. De ce fait, l’électron et le trou forment un système lié par
interaction coulombienne. C’est l’exciton de Wannier. Puisqu’il n’est composé que d’une particule
de charge positive et une particule de charge négative, on compare souvent l’exciton à l’atome
d’hydrogène. Cependant, l’exciton est instable ; l’électron peut à tout moment se recombiner avec
le trou. Cette désexcitation se fait généralement par émission d’un photon dont l’énergie est celle
de la bande interdite (à l’énergie d’interaction coulombienne près). Il y a photoluminescence.

Les nanostructures semiconductrices sont réalisées en introduisant au sein d’un semicon-
ducteur de grande bande interdite un second semiconducteur de bande interdite plus petite.
Le matériau de faible bande interdite se comporte alors comme un puits de potentiel pour les
électrons de conductions et/ou les trous. Le confinement des porteurs de charges à 1D (puits
quantique), 2D (fil quantique) ou 3D (boîte quantique) permet une discrétisation partielle ou to-
tale de l’énergie des porteurs. La force d’oscillateur des transitions optiques se trouve alors accrue.
Cette augmentation peut être considérable dans le cas des boîtes quantiques ou la discrétisation
énergétique est totale.

C’est sans doute la raison principale de l’essor des boîtes quantiques dont les propriétés sont
prometteuses pour la réalisation de dispositifs optiques ou électroniques. Les boîtes quantiques
présentent également un intérêt pour la physique fondamentale. On peut en effet considérer ces
systèmes discrets comme des atomes artificiels dont on peut faire varier la taille et la forme du
potentiel de confinement (donc la structure des niveaux d’énergie) et où le nombre de porteurs
confinés est facile à contrôler. On peut notamment citer les travaux théoriques de Schmitt-Rink
et al. en 1987 qui les premiers se sont intéressé au spectre énergétique d’un exciton dans une
boîte quantique.

1.2 Un atome artificiel

La forme du potentiel de confinement que subissent les porteurs injectés dans une boîte
quantique détermine en grande partie le spectre énergétique du système et donc ses propriétés
optiques. Ce confinement dépend essentiellement de la méthode de réalisation de l’hétérostruc-
ture. Les boîtes quantiques II-VI (CdTe/ZnTe) auto-assemblées que nous avons étudiées ont été
réalisées par épitaxie par jet moléculaire (MBE)[13]. Il s’agit de faire croître une couche épaisse
de ZnTe et ensuite de déposer quelques monocouches (6 en moyenne) du matériau actif : CdTe.
Cette couche est fortement contrainte du fait de la différence de paramètre de maille entre les
deux matériaux (∆a/a = 5.8%). Un dépôt de tellure amorphe, change l’énergie de surface de
CdTe et provoque alors une relaxation de la partie supérieure de cette couche et la formation
d’îlots (transition Stranski-Krastanov). On reprend ensuite la croissance de ZnTe et l’on obtient
ainsi des boîtes quantiques CdTe encapsulées dans des barrières de ZnTe. Les boîtes quantiques
ainsi réalisées présentent une épaisseur d’environ 3nm pour un extension latérale d’environ 20
nm. La figure 1.1 montre une image AFM et une image TEM de ces boîtes. Le confinement dans
l’axe de croissance est donc plus important que le confinement latéral.

Considérons une boîte quantique ayant la forme d’un disque plat dont les dimensions latérales
(Lx et Ly) sont très supérieures à l’épaisseur. Dans une telle structure, l’énergie de confinement
suivant z est très supérieure à toutes les autre énergies caractéristiques du système. Le mouve-
ment des porteurs dans le plan peut alors être découplé du degré de liberté suivant z. Le potentiel
V(z) pris usuellement selon l’axe de croissance est celui d’un puits quantique dont la hauteur est
la discontinuité de bande entre les matériaux CdTe et ZnTe. Ainsi les états électroniques ne sont
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1.2. Un atome artificiel

Fig. 1.1 – (a) Image AFM (1µm2) de boîtes quantiques CdTe/ZnTe de densité 5.109 cm−2. (b)
Image TEM de l’une de ces boîtes après encapsulation.

plus caractérisés dans cette direction par le vecteur d’onde kz mais par un nombre quantique
n. Pour ce qui est du confinement latéral, les électrons et les trous sont soumis à un potentiel
effectif bidimensionnel V(x, y). Lorsque l’extension de la boîte est comparable à la longueur ca-
ractéristique de variation du potentiel (notre cas), une bonne approximation du potentiel latéral
peut être obtenue avec un puits gaussien :

V(x, y) = V0.exp(−x2/L2
x − y2/L2

y) (1.1)

Pour décrire les premiers niveaux d’énergie et en considérant que la boîte est isotrope, ce
potentiel gaussien peut être remplacé par un puits parabolique infini caractérisé par les pulsations
ωx et ωy comme le montre la figure 1.2.

Fig. 1.2 – Boîte quantique asymétrique de hauteur Lz �
√
LxLy. Un porteur dans la boîte est

soumis au potentiel d’un puits quantique suivant z (V (z)) et est confiné par un potentiel latéral
parabolique V (x, y).

Pour simplifier, nous utiliserons dans la suite un potentiel parabolique isotrope de pulsation ω :

V(r) = V0 +
1
2
mω2r2 (1.2)
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Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

où m est la masse de la particule confinée.
Dans l’approximation de la masse effective et en négligeant dans un premier temps l’interaction
coulombienne électron-trou, le hamiltonien d’une paire électron-trou dans un tel potentiel est
donné par H = Te + Th où Te,h représente l’énergie de l’électron (ou du trou) dans le potentiel
de confinement, donnée par :

Te,h =
p 2

2m∗e,h
+

1
2
m∗e,hω

2r2 + Ve,h(z) (1.3)

où m∗e et m∗h sont les masses effectives de l’électron et du trou respectivement.
L’équation de Shrodinger associée au hamiltonien 1.3 peut être résolue exactement. On obtient,
pour chacun des porteurs confinés, un spectre énergétique entièrement discrétisé. Un nombre
quantique décrit les niveaux d’énergie d’un puits quantique suivant z et deux autres, ceux d’un
puits parabolique isotrope à deux dimensions dans le plan de croissance. On qualifie donc les
boîtes quantiques d’atomes artificiels car le confinement des porteurs provoque une quantification
complète du spectre d’énergie de la paire électron-trou.

Une correction à cette énergie est possible en introduisant le potentiel d’interaction coulombienne
électron-trou Vc au hamiltonien précédent. On se rapproche ainsi de la notion d’exciton tel qu’on
peut la définir dans les matériaux volumiques. L’interaction coulombienne VC est écrantée, d’où
une constante électrique εr tel que :

VC = − e2

4πε0εrre−h
(1.4)

Cette correction peut être effectuée par méthode variationnelle. Pour l’état fondamental du
système, dans le modèle du centre de masse, on utilise la fonction d’essai suivante :

Ψ(re, rh) =
1

ξ
√
π
e
−R2
‖/2ξ

2

.

√
2
πλ2

0

e−ρ/λ0 .χe(ze)χh(zh) (1.5)

où la première partie de la fonction d’onde décrit le mouvement du centre de masse (de coor-
donnée R‖) dans le potentiel parabolique à deux dimensions. Pour l’état fondamental, c’est une
gaussienne de paramètre de localisation ξ. Les deux derniers termes sont les fonctions enveloppes
fondamentales de l’électron et du trou confinés dans un puits quantique. Dans l’approximation
d’un puits infini :

χe,h(ze,h) =

√
2
Lz
cos(πze,h/Lz) (1.6)

Le terme central décrit la corrélation électron-trou. Dans nos structures, le confinement est prin-
cipalement imposé par le potentiel suivant z. La fonction d’onde utilisée est donc bidimension-
nelle de paramètre λ0, ρ étant la position relative de l’électron et du trou dans le plan de la boîte.

Dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe, le confinement des électrons est très différent de ce-
lui des trous. Il existe plusieurs causes à ce phénomène. La première est liée au décalage des
bandes interdites de CdTe et ZnTe. Il existe une différence de largeur de bandes interdites d’en-
viron 800 meV entre ces deux matériaux. Cette différence n’est pas également répartie entre la
bande de valence et la bande de conduction. On estime que l’électron voit 7/8 de la différence
de bandes interdites dans une nanostructure CdTe/ZnTe. Le confinement est donc très fort pour
les électrons et très faible pour le trou. D’une part, la fonction d’onde de ce dernier est donc
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1.3. Spins des porteurs confinés

beaucoup plus étendue que celle de l’électron. D’autre part, Il doit donc y avoir beaucoup moins
d’états liés, dans une boîte quantique pour le trou que pour l’électron. Cependant d’autres para-
mètres, liés à la nature des porteurs vont influer sur leur confinement et les propriétés optiques
des boîtes quantiques ; c’est l’objet du paragraphe suivant.

1.3 Spins des porteurs confinés

1.3.1 Structure de bande dans CdTe massif

Les boîtes quantiques que nous étudions sont constituées d’alliage à base de CdTe, un semi-
conducteur II-VI à gap direct. Dans ces matériaux, la recombinaison radiative d’un exciton (i.e.
une paire électron-trou) se produit en centre de zone de Brillouin Γ. Afin de mieux comprendre
les transitions optiques dans CdTe, il nous est donc nécessaire de connaître la structure de bande
de cet alliage en ce point.

Les liaisons formées entre les éléments du groupe II et ceux du groupe VI proviennent des ni-
veaux externes de chaque élément (une orbitale s et 3 orbitales p). Ces niveaux s’hybrident pour
former des liaisons tétraédriques. Les huit électrons fournis peuplent alors les quatre premiers
niveaux hybridés de plus basse énergie : une orbitale s et 3 orbitales p (X, Y et Z définies suivant
les axes cristallographiques (100), (010) et (001)) liantes sont peuplées et forment la bande de
valence. L’énergie de l’orbitale s liante étant très faible, nous l’oublierons dans la suite. Les quatre
autres bandes, antiliantes, sont intrinsèquement non peuplées. Le niveau antiliant de plus basse
énergie, appelé bande de conduction est une orbitale s.

Au centre de la zone de Brillouin, la bande de conduction provenant du recouvrement d’orbitales
s, le moment cinétique orbital des électrons de conduction est nul et leur moment cinétique total
se résume à leur spin σ = 1/2. Pour la bande de valence, L’ajout de la dégénérescence de spin
double le nombre d’états de valence X↑, Y↑, Z↑, X↓, Y↓ et Z↓. L’interaction spin-orbite lève la
dégénérescence de ces six états pour produire un quadruplet en maximum de bande de valence :

|3/2,+3/2〉 = − ↑ X + iY√
2

, (1.7)

|3/2,+1/2〉 =
√

2
3
↑ Z− ↓ X + iY√

6
,

|3/2,−1/2〉 =
√

2
3
↓ Z+ ↑ X − iY√

6
,

|3/2,−3/2〉 =↓ X − iY√
2

.

de symétrie Γ8 et un doublet à plus basse énergie :

|1/2,+1/2〉 =
1√
3

(↑ Z+ ↓ (X + iY )), (1.8)

|1/2,−1/2〉 =
1√
3

(↓ Z+ ↑ (X − iY )),

(1.9)

de symétrie Γ7. Par analogie avec l’effet de l’interaction spin-orbite sur le niveau p de l’atome
d’hydrogène, la nomenclature de ces états est celle de leur moment cinétique total j = 3/2 et

5



Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

1/2 et de ses projections suivant l’axe de croissance du semiconducteur jz = ±3/2, ±1/2 et jz
= ±1/2. Le maximum de la bande de valence est donc la sous-bande de moment cinétique total
j = 3/2. Dans la suite de ce manuscrit nous oublierons le doublet j = 1/2 dont les effets sont
négligeables lors d’étude de boîtes quantiques par micro-spectroscopie.

CdTe ZnTe

Eg 1606 meV 2391 meV

εr 10.6 9.7

a0 6.48Å 6.10Å

∆so 0.90 eV 0.91 eV

γ1 4.8 4.07

γ2 1.5 0.78

γ3 1.9 1.59

mhh,z 0.556 0.398

mhh,⊥ 0.159 0.206

mlh,z 0.128 0.178

mlh,⊥ 0.303 0.303

me 0.096 0.116

Tab. 1.1 – Valeurs de quelques paramètres physiques de CdTe et ZnTe.

Sur des considérations de symétrie de la maille cristalline, Luttinger propose en 1956 un
hamiltonien effectif pour la sous-bande Γ8 [14] :

HL = − h̄
2

m0

{
[γ1 +

5γ2

2
]
k2

2
− γ2[k2

xj
2
x + p.c.]− 2γ3[{kx, ky}{jx, jy}+ p.c.]

}
(1.10)

dans lequel {a, b} = (a.b+b.a)/2 et p.c. signifie "permutation circulaire". La forme matricielle des
opérateurs de moment cinétique est donnée en annexe A. Ce hamiltonien de la bande de valence
est basé sur trois paramètres γ1, γ2 et γ3 dépendant du matériau considéré. Ceux-ci sont donnés
dans le tableau 1.1 ainsi que d’autres paramètres physiques de CdTe et ZnTe. Il permet, entre
autres, une modélisation de la différence de masse effective observée entre les trous |3/2,±3/2〉,
dits lourds et notés hh et les trous |3/2,±1/2〉, dits légers et notés lh. Au voisinage de k = 0, ces
masses effectives suivant l’axe de croissance z du matériau et dans le plan perpendiculaire (⊥)
sont définies par la masse de l’électron libre m0 et les paramètres de Luttinger :

mhh,z =
m0

γ1 − 2γ2
, mhh,⊥ =

m0

γ1 + γ2
, mlh,z =

m0

γ1 + 2γ2
, mlh,⊥ =

m0

γ1 − γ2
(1.11)

On voit donc ici apparaître clairement un axe caractéristique du système. La masse effective
des trous est dépendante de l’axe de croissance et surtout, la quantification du spin du trou se
fait suivant cet axe. Du fait de la différence de masse effective, le confinement des trous lève la
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1.3. Spins des porteurs confinés

dégénérescence entre trous lourds et trous légers. Les trous légers, moins confinés sont rejetés à
plus haute énergie et l’état fondamental de trou est le niveau de trous lourds. Ainsi, le spin du
niveau fondamental de trou n’est plus isotrope : Il est fixé suivant l’axe de croissance et vaut
jz = ±3/2.

Cependant, un autre facteur influence l’écart énergétique entre trous lourds et légers. Celui-ci
est directement relié à la méthode de croissance des boîtes quantiques CdTe/ZnTe. Lorsqu’on
fait croître CdTe sur ZnTe, La couche de CdTe déposée est fortement contrainte dans le plan de
croissance. Le dépôt de tellure amorphe permet une relaxation partielle de ces contraintes et la
formation des boîtes. L’effet des contraintes sur la structure de bande d’un semiconducteur peut
être décrit à travers le hamiltonien de Bir et Pikus [15], lui aussi introduit de manière effective
sur considérations de symétrie :

HBP = −av
∑
i

εii − b
∑
i

εii(j2i − 1/3j2)− 2d√
3

(
εxy{jx, jy}+ c.p.

)
(1.12)

εij correspond ici à la composante ij du tenseur de contrainte (i, j = x, y, z). Les scalaires av, b
et d sont les potentiels de déformation de la bande de valence. D’après J. Allègre et al., ceux-ci
on pour valeurs av = 0.91 eV, b = 0.99 eV and d = 2.76 eV dans CdTe [16]. Les contraintes ont
deux effets majeurs. D’une part, la contrainte hydrostatique (premier terme dans HBP ) est à
l’origine d’une variation de la taille de la bande interdite. D’autre part la contrainte biaxiale lève
la dégénérescence de la bande Γ8 du semiconducteur. Elle sépare d’une quantité ∆lh les trous
lourds des trous légers. Pour une couche complètement contrainte de CdTe sur ZnTe, les trous
légers sont rejetés à 300 meV au dessus des trous lourds. Ces deux effets sont observés sur les
puits comme sur les boîtes auto-assemblées. La contrainte biaxiale est en réalité le principal effet
invoqué pour négliger les trous légers dans l’étude des nanostructures : elle s’ajoute en effet au
confinement en rejetant les trous légers à très haute énergie.

On a à ce stade du développement une image des boîtes quantiques certes simple mais suffisante
dans beaucoup de cas : les niveaux d’énergie des porteurs injectés dans une boîte quantique
sont discrets. Le niveau fondamental de l’électron est deux fois dégénéré du fait de son spin
σz = ±1/2. Le niveau fondamental du trou, issu de la bande Γ8, est le niveau de trou lourd, lui
aussi deux fois dégénéré et fixé suivant l’axe de croissance (jz = ±3/2).

1.3.2 Bande de Valence et brisures de symétrie

Cependant, Luttinger comme Bir et Pikus ont également montré, à travers leurs hamiltoniens
respectifs, l’importance de la symétrie sur les états de valence. En particulier, si ces hamiltoniens
sont à l’origine d’une séparation entre trous lourds et trous légers, une brisure de symétrie
provoquée par l’anisotropie du potentiel de confinement dans le cas de Luttinger ou par une dis-
tribution inhomogène de contraintes dans le cas de Bir et Pikus peut re-mélanger la sous-bande
Γ8 et rendre beaucoup plus complexes les propriétés de spin du trou.

La diagonalisation du hamiltonien de Luttinger se fait sur la base complète des trous, in-
cluant partie orbitale et partie dépendante du spin. Les éléments de couplage apparaissent dans
le deuxième et troisième terme du hamiltonien 1.10. Leur dépendance en k peut se réécrire sous
les formes k2

x − k2
y et kikj avec i 6= j. Ceci montre qualitativement que ces éléments de couplage

prennent effet en présence d’une anisotropie du potentiel de confinement. A travers leur analyse
détaillée, on constate par ailleurs que la parité des fonctions orbitales des états de trous est
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Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

prédominante sur l’efficacité du mélange [17]. Par exemple des états de trous de spins jz = 3/2
ou −1/2 ne peuvent pas se coupler à des états de trous de spins jz = −3/2 ou 1/2 de même
parité. Au contraire, un mélange peut avoir lieu entre trous jz = ±3/2 et jz = ∓1/2 de même
parité. Ces considérations ont d’importantes retombées sur la physique des boîtes CdTe/ZnTe où
le confinement du trou est particulièrement faible. On peut en effet supposer dans ces systèmes
qu’il n’existe qu’un état de trous légers confiné. Il n’y a donc qu’une façon de coupler cet état à
l’état fondamental de trous lourds : le mélange se produit entre des trous de spins jz = ±3/2 avec
des trous de spins jz = ∓1/2 [18]. Cependant, le mélange lourds-légers à travers le hamiltonien
de Luttinger reste faible dans la plupart des cas. Comme nous le verrons dans la suite, l’une
des principales signatures optiques du mélange de bande de valence est la polarisation linéaire
de l’émission des boîtes quantiques. Dans les boîtes II-VI, des taux de polarisation de l’ordre de
30% ont été mesurés [19, 20]. Tanaka et al. ont montré que de tels taux de polarisation linéaires
ne s’expliquent par la prise en compte du hamiltonien de Luttinger que dans le cas de nano-
structures ayant un fort confinement (barrières infinies) et une anisotropie importante (rapport
longueur/largeur de l’ordre de 2) [21]. Ce n’est pas le cas des boîtes quantiques étudiées dans ce
manuscrit. Par la suite nous ne considérerons pas l’anisotropie du confinement comme origine
possible du mélange de bande de valence dans nos structures.

L’effet des contraintes peut donc être considéré comme la cause majeure de mélange de bande
de valence dans les boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI. Cependant la prise en compte
des contraintes dans la description de la bande de valence est particulièrement délicate. Lors de
la relaxation des contraintes induisant la formation des boîtes quantiques, une distribution de
contrainte apparaît dans l’échantillon. Si l’on peut imaginer que les contraintes sont complète-
ment relaxées au centre des boîtes, ce ne doit pas être le cas aux interfaces avec les barrières. De
plus, des dislocations peuvent se produire aux environs d’une boîte quantique. Une anisotropie
du champ de contraintes doit alors être considérée. Les méthodes de calcul des états de valence
dans les boîtes quantiques auto-assemblées sont donc généralement basées sur une modélisation
des boîtes par éléments finis. Une distribution de contraintes est calculée dans l’hypothèse de
l’absence de dislocation. Le hamiltonien de Bir et Pikus est alors considéré en chaque point du
maillage et résolu avec le hamiltonien de Luttinger. Ces modèles sont particulièrement utilisés
pour modéliser le mélange de bande de valence dans les boîtes quantiques de semiconducteurs III-
V [22]. Pour ces systèmes, les paramètres de croissance sont très bien maîtrisés ; les échantillons
sont exempts de dislocations et l’on peut supposer que la distribution de contraintes respecte la
symétrie des boîtes quantiques. De plus les paramètres énergétiques des matériaux sont égale-
ment bien connus. Pour les boîtes quantiques à base de semiconducteurs II-VI, la situation est
différente. Des dislocations peuvent apparaître lors de la relaxation de contraintes [13], rendant
le calcul du champ de contraintes difficile. De plus certains paramètres énergétiques tel que le
décalage des bandes de valence de CdTe et Zn Te est mal connu. Ainsi, lorsque de telles mo-
délisations sont utilisées pour des semiconducteurs II-VI, des structures à barrières infinies sont
considérées.

Devant la complexité des modélisations par éléments finis et leur difficulté d’application aux
structures II-VI, nous allons donc nous restreindre à l’utilisation d’un hamitonien de Bir Pikus
moyenné sur l’ensemble du volume sondé par les fonctions d’onde de trous. Chaque paramètre
du hamiltonien est donc une moyenne volumique dans laquelle sont "cachées" les variations
du champ de contraintes et une tendance globale de celui-ci pour la boîte entière. Du fait de
la forme des boîtes quantiques étudiées (cylindre aplati), nous allons considérer principalement
l’effet d’une distribution inhomogène des contraintes dans le plan de croissance. Ceci se caractérise
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par des valeurs non-nulles de εxx− εyy and εxy. En première approximation, nous négligerons les
contraintes de cisaillement zx et zy. Celles-ci n’ont par ailleurs aucun impact sur la polarisation
de l’émission. Nous les réintroduirons dans la section consacrée à la magnéto-optique des boîtes
quantiques non-magnétiques et nous en ferons une description détaillée au chapitre 3 (section
3.4). Le hamiltonien de Bir et Pikus peut donc être réduit à une matrice diagonale par blocs,
dans la base (+3/2, −1/2, +1/2, −3/2) :

HBP =


P +Q R 0 0
R† P −Q 0 0
0 0 P −Q R
0 0 R† P +Q

 (1.13)

où,

P = av
∑
i

εii (1.14)

Q = b

(
εxx + εyy

2
− εzz

)
R = idεxy − b

√
3

2
(εxx − εyy)

En utilisant la sous bande de trous lourds comme origine des énergies, le hamiltonien de contraintes
peut être réécrit :

HBP =


0 ρse

−2iθ′s 0 0
ρse

2iθ′s ∆lh 0 0
0 0 ∆lh ρse

−2iθ′s

0 0 ρse
2iθ′s 0

 (1.15)

Cette notation permet d’introduire les paramètres utiles à la description des effets des contraintes :
l ’écart énergétique lourds-légers ∆lh, l’amplitude du couplage lié au contraintes ρs ainsi que l’axe
d’anisotropie induit par les contraintes dans le plan de croissance, défini par l’angle θ′s par rap-
port à l’axe cristallographique (100) (i.e. x). Dans la suite de ce manuscrit, nous définirons les
angles par rapport à l’axe de clivage des échantillons (axe cristallographique (110)). Il est donc
nécessaire d’introduire la nouvelle notation θs = θ′s − 45◦. On constate ici encore que le mélange
principal se produit entre les trous lourds jz = ±3/2 et les trous légers jz = ∓1/2. Les valeurs
des potentiels de déformation dans CdTe montre qu’un mélange de bande de valence lié aux
contraintes est tout-à-fait envisageable. Nous verrons plus loin que la plupart des phénomènes
caractéristiques d’un mélange lourds-légers peuvent être expliqués par ce biais2.

1.3.3 transitions optiques

Les recombinaisons excitoniques peuvent donc avoir lieu entre des électrons de conduction
de spin σz = ±1/2 et des trous lourds ou légers de spin j = 3/2. Les transitions optiques
possibles dans un puits quantique ou une boîte quantique auto-assemblée à barrières infinies,
leurs polarisations et leurs probabilités relatives sont présentées sur la figure 1.3.

La conservation du moment cinétique lors d’une recombinaison impose une équivalence entre
la polarisation du photon émis et le moment cinétique total du système de deux particules

2Un troisième phénomène peut être à l’origine du mélange de bande. Le couplage des états X et Y de la bande
de valence produit par le réarrangement microscopique aux hétéro-interfaces peut être invoqué. Cependant il
est difficile d’être quantitatif quant à l’efficacité de ce phénomène. Il n’aurait que de faibles conséquences sur la
structure de la bande de valence dans les boîtes quantiques [23].
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Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

Fig. 1.3 – Règles de sélection des transitions optiques entre les états de la bande de valence et
de la bande de conduction, dans un puits quantique ou une boite quantique à barrières infinies.
σ± indique des transitions polarisées circulairement dans le plan du puits et πz correspond à une
polarisation linéaire suivant l’axe z.

électron-trou. On constate ainsi que les transitions optiques impliquant la bande de trous lourds
sont au nombre de deux et ne peuvent se faire que dans les polarisations circulaires droite (σ+)
ou gauche (σ−). On peut donc distinguer les états radiatifs constitués d’excitons de moment
cinétique total Jz = ±1 des états non-radiatifs constitués d’excitons de moment cinétique total
Jz = ±2. Les transitions optiques vers la bande de trous légers sont plus complexes. Si deux
transitions peuvent se produire en polarisations circulaires droite et gauche, deux autres tran-
sitions radiatives ont une polarisation πz et sont donc "invisibles" lors d’une détection optique
suivant l’axe de croissance.

Pour connaître la force d’oscillateur de ces transitions, il est nécessaire d’estimer le module
carré de l’élément de matrice dipolaire [24] :

Ω(e) ∝ |〈f |e.p|i〉|2 (1.16)

où e est le vecteur unité définissant l’axe d’observation. Dans la suite nous caractériserons cet
axe par l’angle φ entre e et l’axe cristallographique 110. |i〉 et |f〉 sont les états initiaux et finaux
et p l’opérateur moment cinétique. L’état initial est une paire électron trou |χe(r)ψe〉|χh(r)ψh〉
(ψe =↑, ↓ and ψh = ±3/2,±1/2) et l’état final est l’état vide d’exciton |∅〉. Ω(e) est donc
proportionnel à l’intégrale de recouvrement des fonctions d’onde

∫
χe(r)χh(r)dr, et à l’un des

éléments de matrice de l’opérateur p. Les éléments non-nuls sont :

〈∅|p+| ↑ 1/2〉 = −1/
√

3 (1.17)
〈∅|p+| ↓ 3/2〉 = 1
〈∅|p−| ↑ −3/2〉 = 1
〈∅|p−| ↓ −1/2〉 = −1/

√
3

〈∅|pz| ↑ −1/2〉 =
√

2
3
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〈∅|pz| ↓ 1/2〉 = −
√

2
3

On peut alors écrire :

e.p ∝ e−iφ
(
|∅〉〈↑ −3/2| − 1√

3
|∅〉〈↓ −1/2|

)
+ eiφ

(
|∅〉〈↓ 3/2| − 1√

3
|∅〉〈↑ 1/2|

)
(1.18)

Parfois cependant, le formalisme de recombinaison impliquant l’état vide n’est pas toujours
approprié. Si l’on souhaite utiliser le formalisme électron de conduction — électron de valence,
on peut réécrire l’équation (1.18) :

e.p ∝ −e−iφ
(
|3/2〉〈↑ |+ 1√

3
|1/2〉〈↓ |

)
+ eiφ

(
| − 3/2〉〈↓ |+ 1√

3
| − 1/2〉〈↑ |

)
(1.19)

Cette dernière forme s’applique également aux transitions d’un exciton chargé positivement en
considérant des porteurs isolés dans l’état initial et l’état final 3. On notera un changement de
signe entre les coefficients de (1.18) et de (1.19). Il correspond de manière implicite à un décalage
de phase de π dans la fonction d’onde de la particule dans l’état final [20].

Lors du calcul des probabilités relatives, le poids des intégrales de recouvrement disparaît
pour des structures à barrières infinies. Ces probabilités sont donc directement données par le
carré des éléments de matrice 1.17. Par contre, dans le cas plus réaliste de barrières non-infinies,
la différence de confinement entre trous lourds et trous légers joue une part essentielle dans
le calcul des forces d’oscillateur. Le tableau 1.2 donne les probabilités relatives des transitions
optiques dans le cas le plus général.

h, +3/2 h, +1/2 h, −1/2 h, −3/2

e, −1/2 1 2η/3 η/3 0

e, +1/2 0 η/3 2η/3 1

Tab. 1.2 – Probabilités de transitions les plus générales dans un puits ou une boîte quantique.
η est le rapport des intégrales de recouvrement de l’exciton léger et de l’exciton lourd : η =∫
χe(r)χlh(r)dr∫
χe(r)χhh(r)dr

Il ressort de cette étude théorique que l’état fondamental d’une boîte quantique est un état
d’excitons lourds. A ce stade du développement, il semble quatre fois dégénéré. Il existe deux
excitons non radiatifs Jz = ±2 et deux excitons radiatifs Jz = ±1 dont l’émission est contra-
polarisée (σ+, σ−) avec les mêmes probabilités de transition. De ce fait, si l’on excite une boîte
quantique de manière non-résonante avec des porteurs non-polarisés, à basse température, ces
porteurs vont relaxer sur le niveau fondamental de la boîte, en peuplant indifféremment les
différents états d’excitons lourds. Le spectre de luminescence de cette boîte, intégré sur quelques
secondes sera donc constitué d’une raie unique, non polarisée, dont l’énergie est déterminée par
le confinement des porteurs et par la distribution de contraintes.

3Nous verrons plus tard que cette approche, que nous nommerons "modèle du porteur isolé", est incontournable
pour la modélisation des propriétés optiques d’excitons chargés dans les boîtes quantiques magnétiques.
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Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

1.3.4 Manipuler le spin d’électrons ou de trous

Les boîtes quantiques semiconductrices offrent des propriétés particulièrement attrayantes
pour la manipulation de spin. Outre la localisation des porteurs de charges, les boîtes permettent
une augmentation non-négligeable de leurs temps de relaxation de spin. On peut alors imaginer
des dispositifs de taille nanométrique dans lesquels il est possible de stocker de l’information sur
un spin individuel, de la modifier électriquement ou optiquement grâce aux propriétés spécifiques
des semiconducteurs. Voyons quels sont à l’heure actuelle les facteurs limitant la conservation
d’information sur un spin individuel dans une boîte quantique.

Le confinement des électrons réduit fortement le couplage spin-orbite à l’origine des proces-
sus de relaxation du spin électronique dans les structures de plus grande dimensionnalité [25].
L’origine de la dépolarisation du spin électronique réside alors principalement dans l’interaction
hyperfine avec les spins nucléaires. Ce phénomène est particulièrement important dans les ma-
tériaux III-V où les noyaux présentent des spin élevés (In : 9/2, Ga et As : 3/2 pour 100% des
isotopes) en comparaison des atomes des colonnes II et VI pour lesquels la plupart des isotopes
ont un spin nucléaire nul (seuls 25% des isotopes du Cd , 8% de Te, et 7.5 % de Se ont un
spin 1/2 ; 4 % des isotopes de Zn ont un spin 5/2). Bien que des temps de relaxation de spin
de l’ordre de la milliseconde aient pu être mesurés sous fort champ magnétique dans les boîtes
quantiques III-V [26], le temps de relaxation du spin électronique en champ nul reste assez court,
de l’ordre de quelques centaines de ps en champ nul bien qu’il s’agisse plus ici d’une mesure
du temps de décohérence que d’une relaxation de spin à proprement parlé [6]. Dans les boîtes
quantiques II-VI, des temps de relaxation du spin électronique de l’ordre de la dizaine de µs ont
été mesurés en champ nul [9]. Cette dynamique lente est alors vraisemblablement déterminée par
le comportement des spins nucléaires. Dans ces expériences, la durée de vie du porteur résidant
peut alors devenir le facteur limitant la conservation du spin.

La dynamique du spin du trou est quant à elle très différente de celle de l’électron. Du fait
de la structure de la bande de valence, le temps de relaxation du spin du trou est généralement
beaucoup plus court que celui de l’électron. La relaxation énergétique du trou par les phonons
peut notamment occasionner également une relaxation de spin, à l’inverse des électrons. Cepen-
dant, dés lors que l’étude se porte sur des systèmes où les bandes de trous lourds et de trous
légers sont séparées, on observe des temps de relaxation du spin du trou beaucoup plus longs :
de l’ordre de 1 ns dans les puits quantiques [27] et d’au moins 10 ns dans les boîtes quantiques
[28].

L’obtention de systèmes présentant des temps de conservation de spin records reste encore
à l’heure actuelle l’un des axes majeurs des recherches en électronique de spin. Dans ce but,
l’utilisation du spin des porteurs de charge présente donc deux inconvénients majeurs : la durée
de vie des porteurs qui n’est pas infinie et leur interaction avec l’environnement (noyaux, phonons)
à l’origine des phénomènes de relaxation de spin.

1.4 Insertion d’un atome magnétique

Il existe donc des freins à la manipulation du spin de porteurs confinés dans une boîte quan-
tique. Rappelons les atouts que devrait avoir un spin unique en vue de sa manipulation. Celui-ci
doit être localisé, d’une durée de vie la plus longue possible, avec des temps de relaxation et de
cohérence longs. C’est le cas du spin d’un atome magnétique isolé. Par contre, il est plus difficile
d’agir (par des moyens optiques ou électriques) sur un atome isolé que sur une boîte quantique.
L’insertion d’un atome magnétique unique au sein d’une boîte quantique, couplé aux porteurs
confinés, pourrait donc être une solution avantageuse pour la manipulation d’un spin individuel.
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1.4. Insertion d’un atome magnétique

L’étude des semiconducteurs magnétiques dilués (DMS) a commencé au début des années 80.
Ces matériaux sont basés sur le remplacement d’une fraction des cations du composé semiconduc-
teur (III-V ou II-VI) par des ions magnétiques. En particulier, les structures AII1−xMnxB

V I ont
l’avantage de permettre la substitution d’atomes du groupe II par des ionsMn2+ de manière iso-
électronique. Leur nature ternaire permet alors de modifier à volonté les paramètres de bande par
variation de la composition du matériau. Mais surtout la présence d’ions magnétiques localisés
dans ces semiconducteurs confère aux porteurs de charges des propriétés magnétiques spécifiques.

La structure électronique d’un ion Mn2+ est [Ar]3d54s0. Il possède donc un spin S = 5/2
provenant des électrons de la couche d. Il existe donc une interaction d’échange entre le spin des
électrons s de la bande de conduction ou p de la bande de valence et le spin S d’un ion Mn2+

localisé dans le semiconducteur. Cette interaction, communément appelée interaction d’échange
sp-d, a été étudiée en détail dans des semiconducteurs massifs [29]. Dans ces systèmes, les porteurs
de charge, du fait de leur fonction d’onde étendue, sondent un grand nombre d’ions magnétiques.
On note communément cette interaction sous la forme :

Hsp−d =
∑
Ri

Jsp−d(r −Ri)S.σ (1.20)

où Si et σ sont les spins respectifs de l’atome de Mn i et de l’électron de la bande de conduction
ou de valence. Jsp−d est l’intégrale d’échange électron-Mn sp-d ; r et Ri sont les positions de
l’électron et de l’atome i. Des mesures sur ces systèmes ont permis d’extraire les moyennes
statistiques des paramètres régissant l’interaction sp-d : l’intégrale d’échange entre un électron
de conduction délocalisé et un ion Mn2+ (< s | Jsp−d | s >) notée α et l’intégrale d’échange
entre les états p de valence et un ion manganèse (< X | Jsp−d | X >, < Y | Jsp−d | Y >, < Z |
Jsp−d | Z >) notée β. Pour l’alliage Cd1−xMnxTe avec x < 0.3, Gaj et al. [30] ont déterminé
par des mesures de magnéto-réfléctivité :
(α− β)N0 = 1100± 50meV
β/α = −4
N0α = 220± 10meV
N0β = −880± 40meV
où N0 est le nombre de mailles élémentaires par unité de volume (N0 ' 4/a3

0). On remarque que
les constantes α et β sont de signes opposés (α > 0 —interaction ferromagnétique— et β < 0
—interaction antiferromagnétique) et que la valeur de β est largement supérieure à celle de α.

Notons ici que la définition β s’appliquent aux états de valence (1.7) dans le cadre d’états
orbitaux et d’états de spin découplés. Il est plus commode de traduire l’interaction sp-d dans la
base du moment cinétique totale pour le trou en utilisant les états de valence définis en (1.7).
De ce fait, dans la suite de ce manuscrit nous n’aurons à manipuler que des hamiltoniens de spin
(au sens large du terme). De plus, nous nous intéresserons uniquement à l’interaction entre des
porteurs confinés dans une boîte quantique et un atome de Mn unique. L’intensité de l’interaction
dépend donc de la probabilité de présence du porteur sur le site de l’atome magnétique. On réécrit
donc l’interaction d’échange sp-d sous la forme :

He−Mn = −IeSσ (1.21)
Hh−Mn = −IhSj (1.22)

où Ie = α|χe(R)|2 et Ih =
β

3
|χh(R)|2

avec χe(h) la fonction enveloppe de l’électron (du trou). Les opérateurs σi, ji et Si sont donnés
en annexe A.
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Chapitre 1. Une boîte quantique pour manipuler un spin

Bhattacharjee, Fishman et Coqblin [31] ont été les premiers à identifier les mécanismes sous-
jacents de l’interaction entre les porteurs des bandes et les électrons 3d des ions Mn2+. Ils
suggèrent deux mécanismes :

– Une interaction potentielle en 1/r entre les électrons a tendance à aligner les spins des
porteurs des bandes avec ceux des ions Mn2+. C’est donc une interaction ferromagnétique
qui contribue positivement aux constantes d’échange.

– Au centre de la zone de Brillouin, l’hybridation des niveaux 3d des ions manganèse et des
niveaux p de la bande de valence conduit à une importante contribution négative (c’est à
dire antiferromagnétique) à la constante d’échange.

L’hybridation s-d étant interdite en centre de zone de Brillouin, la valeur de la constante α qui
décrit la bande de conduction est issue exclusivement de l’interaction potentielle et, par consé-
quent, est positive (ferromagnétique). La constante β décrivant la bande de valence inclut non
seulement l’interaction potentielle qui contribue positivement mais également l’hybridation qui
contribue de façon beaucoup plus importante et négativement ; la valeur de β est donc négative
(antiferromagnétique).

Penchons nous plus en détail sur l’interaction trou-Mn. Dans l’approximation du trou lourd,
les spin-flips entre le trou et un ion Mn2+ sont bloqués. Le hamiltonien d’échange 1.22 peut être
réduit à :

Hredh−Mn = −IhSzjz (1.23)

On constate donc qu’un trou agit sur le manganèse comme un champ magnétique effectif
orienté selon l’axe de croissance. La présence d’un trou dans une boîte quantique contenant un
atome de manganèse doit donc lever la dégénérescence du spin S = 5/2 en l’absence de tout
champ magnétique extérieur. Ceci pourrait encore augmenter le temps de relaxation de spin de
l’atome magnétique et permettre sa manipulation.
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Chapitre 2

Boîtes quantiques de semiconducteurs
II-VI à charge variable
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Ce chapitre permet d’introduire l’étude par micro-spectroscopie de boîtes quantiques de se-
miconducteurs II-VI CdTe/ZnTe. Après une description du montage, nous montrons les premiers
résultats du contrôle électrique et optique de l’état de charge de boîtes quantiques II-VI. La der-
nière section de ce chapitre consiste en l’étude des propriétés de photoluminescence des boîtes
quantiques CdTe. L’effet non-négligeable du mélange de bande de valence provoqué par une
distribution inhomogène de contraintes dans les boîtes quantiques CdTe est démontré.

2.1 Micro-spectroscopie

L’énergie de luminescence d’une boîte quantique dépend énormément du confinement des
porteurs et donc de la forme ainsi que de la taille de la boîte. Malgré les progrès réalisés dans les
techniques de croissance d’hétérostructures II-VI, il subsiste une inhomogénéité importante des
boîtes quantiques. Ainsi, l’étude de la luminescence d’un ensemble de boîtes n’est pas la méthode
idéale pour accéder aux propriétés intrinsèques d’une boîte quantique, (a fortiori lorsqu’on tente
de coupler cette boîte à un atome de manganèse unique) car les spectres observés ne sont qu’une
moyenne de la luminescence des sites optiquement actifs de l’échantillon.
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Chapitre 2. Boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI à charge variable

Pour palier à ce problème, des techniques de spectroscopie permettant une sélection spatiale
et une sélection spectrale fortes ont été développées dans les dix dernières années. Dans notre cas,
nous utilisons comme sélection spatiale l’excitation aux travers d’ouvertures réalisées par litho-
graphie électronique dans un masque à la surface de l’échantillon semiconducteur. La sélection
spectrale se fait de manière plus classique à l’aide d’un montage de spectroscopie.

2.1.1 Réalisation de masque par lithographie électronique

La micro-spectroscopie nécessite d’isoler une petite zone de l’échantillon sur laquelle va être
réalisée l’étude optique. La méthode la moins destructive et la plus fiable est la pose d’un masque,
percé d’ouvertures de tailles variables (typiquement entre 20 et 0.2 µm). Ainsi, la luminescence
de l’échantillon est excitée et détectée à travers ces ouvertures dont la surface définit la résolution
spatiale du dispositif expérimental. Ces masques sont obtenus par lithographie électronique et

Fig. 2.1 – Photographie optique d’un motif de masque utilisé pour la micro-spectroscopie. Les ouvertures,
séparées les unes des autres permettent une excitation indépendante.

attaque chimique. La première étape consiste à déposer à la surface de l’échantillon une couche
d’aluminium (≈ 100 nm). Ce matériau est opaque au longueur d’onde de travail (600 nm) et
peut être attaqué facilement par des acides faibles. Cette couche est déposée par évaporation dans
un bâti à canon à électrons. La couche d’aluminium est ensuite recouverte de résine sensible à
un bombardement électronique. Après une étape de recuit, la résine est insolée, selon un motif
donné, par le faisceau d’électrons d’un microscope électronique à balayage. La résine insolée
est ensuite supprimée par un solvant. Un second recuit permet de durcir la résine restante, qui
protégera une partie de l’aluminium. Enfin, quelques minutes d’attaque dans un bain d’acide
ortho-phosphorique permettent de révéler le motif définitif dans la couche d’aluminium. Une
photographie d’un tel masque est présentée figure 2.1.

2.1.2 Dispositif optique

Un schéma du dispositif expérimental utilisé est présenté figure 2.2.
Les sources d’excitation principales utilisées dans un montage de micro-spectroscopie sont des

lasers continus. Dans notre cas, un laser Argon de longueur d’onde 488 ou 514 nm et un laser à
colorant fonctionnant avec de la rhodamine 6G (accordable entre 570 et 630 nm) ont été utilisés
car particulièrement bien adaptés à l’excitation de boîtes quantiques CdTe/ZnTe. Pour le laser
à colorant, un dispositif de filtrage spectral est utilisé afin de s’affranchir de la fluorescence du
colorant. Un prisme de Pellin Broca permet de disperser le faisceau laser. Une lentille de grande
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2.1. Micro-spectroscopie
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Fig. 2.2 – Schéma de montage de microspectroscopie à basse température et sous champ magné-
tique. L’insert (i.a) est une photographie du porte-échantillon incluant le système de position-
nement de l’échantillon et l’objectif de microscope. L’insert (i.b) montre la luminescence d’un
échantillon CdTe/ZnTe obtenue sur différentes ouvertures.
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focale (50cm) en configuration f − f transforme la dispersion angulaire en dispersion spatiale
au niveau d’un miroir plan. Un jeu de fentes placé devant le miroir permet de sélectionner la
bande passante spectrale souhaitée. La partie réfléchie du faisceau suit le chemin inverse et
un faisceau laser filtré est recomposé en sortie du prisme. Après modification de l’intensité des
faisceaux laser (par une lame λ/2 et un polariseur linéaire ou par un modulateur électro-optique),
ils sont superposés. Leur polarisation est éventuellement préparée par l’utilisation de lame λ/4
ou λ/2 puis ils ont focalisés sur l’une des ouvertures de la surface de l’échantillon à travers un
objectif de microscope. L’échantillon est placé dans un cryostat à flux d’hélium, équipé de bobines
supraconductrices pouvant fournir un champ magnétique de 11 T, appliqué en configuration
Faraday ou Voigt. Pour une stabilité optique maximale, un porte échantillon intégrant l’objectif
de microscope et le système de positionnement de l’échantillon (positionneurs piezo-électriques
Attocube X,Y,Z) a été conçu (Fig.2.2 insert (i.a)). Par cette méthode les éventuelles vibrations
ou contractions à froid de la canne échantillon ne sont pas perceptibles.

La luminescence est ensuite collectée par ce même objectif de microscope et transmise en
faisceau parallèle vers un filtre coloré permettant de s’affranchir de l’image du spot laser réfléchie
par l’échantillon. Le faisceau est ensuite diaphragmé et focalisé sur les fentes du double mono-
chromateur à réseau (Jobin Yvon, 2× 1m, 2× 1800 traits). Une caméra CCD, montée à l’entrée
du monochromateur, donne une image agrandie de l’échantillon et permet de repérer l’ouverture
étudiée.

Après diffraction dans le monochromateur, le spectre de luminescence peut être collecté par
un détecteur CCD silicium (Jobin Yvon 2000 × 800 pixels) refroidi à l’azote. Dans ce cas, un
dispositif placé après le diaphragme et constitué d’une lame λ/4 et d’un prisme polarisant, peut
permettre de séparer spatialement les deux polarisations circulaires afin de les analyser simulta-
nément sur deux régions de la CCD.

L’encart (i.b) de la figure 2.2 montre la luminescence de différentes ouvertures d’un échantillon
CdTe/ZnTe, refroidi à 4 K. A travers une ouverture de taille importante (20 µm), la distribution
de luminescence est gaussienne. Ceci témoigne de la diversité de taille des boîtes quantiques dans
un échantillon de boîtes quantiques auto-assemblées. On constate que la diminution de la taille
des ouvertures permet bien l’isolement de raies fines. Comme nous l’avons vu précédemment,
celles-ci sont caractéristiques de boîtes quantiques individuelles. La résolution du montage est
estimée à environ 30µeV à 600 nm et est donnée par l’ouverture du diaphragme et des fentes du
monochromateur.

2.2 Contrôle de charge

2.2.1 Excitons, Excitons chargés et multi-excitons

Poursuivant l’analogie de l’atome hydrogénoïde, Lampert proposa dés 1958 l’existence de
complexes excitoniques dans les semiconducteurs massifs. Il suggéra notamment l’existence du
biexciton(X2), formé de deux excitons, sur le principe de la molécule de di-hydrogène et celle de
l’exciton chargé négativement (X−), sorte d’ion hydrure H− pour le semiconducteur.

Les études expérimentales sur ces structures n’ont cessé de se développer par la suite, depuis
les semiconducteurs massifs jusqu’aux puits quantiques et enfin les boîtes quantiques. La pre-
mière mise en évidence du biexciton dans une boîte quantique unique par micro-spectroscopie
date de 1994. Elle a été réalisée par Brunner et al. [32]. Cette découverte est impressionante
pour deux raisons. D’une part il s’agit également de la première mise en évidence de l’exciton
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dans une boîte quantique. D’autre part, la technique utilisée pour générer le biexciton est loin
d’être simple à mettre en oeuvre ; Brunner a en effet généré le biexciton par absorption à deux
photons entre le niveau excitonique et le niveau biexcitonique ! Cette méthode expérimentale est
encore largement utilisée à l’heure actuelle pour des expériences d’optique quantique : De part
sa nature résonante, cette absorption doit augmenter la cohérence excitonique et pourrait per-
mettre l’observation de coalescence de photons lors de cascades radiatives biexciton-exciton. Une
méthode plus simple d’observation du biexciton dans une boîte quantique est l’augmentation de
la puissance d’excitation. On injecte ainsi de plus en plus de paires électron-trou dans la boîte
et on voit luminescer différents multi-excitons les uns après les autres.

En comparaison, la mise en évidence des excitons chargés dans les boîtes quantiques s’est
fait attendre. C’est en 2000 que Warburton et al. observent pour la première fois la luminescence
d’excitons chargés négativement par micro-spectroscopie dans des boîtes quantiques InAs/GaAs
[33]. Six états de charge différents sont observés dans la même boîte quantique (de X à X5−)
grâce à l’insertion des boîtes quantiques au sein d’une diode permettant de contrôler l’état de
remplissage d’une boîte quantique par des électrons excédentaires.

Dans ce manuscrit, nous allons nous intéresser principalement aux complexes excitoniques les
plus simples : le biexciton et les excitons possédant une charge excédentaire, soit positive (X+)
soit négative (X−). Pour ces complexes, seuls les niveaux fondamentaux de l’électron et du trou
sont peuplés. Dans ce cas le principe de Pauli joue un rôle essentiel : Si deux électrons ou deux
trous partagent le même niveau énergétique, leurs spins doivent être opposés. Les deux parti-
cules sont alors appariées et n’ont pas a priori d’incidence sur le comportement du complexe.
On peut alors dénombrer les états possibles pour l’exciton neutre, le biexciton et les excitons une
fois chargés ainsi que les transitions optiques dont ils peuvent être responsables. L’exciton est
formé par un électron deux fois dégénéré en spin et un trou, supposé lourd, deux fois dégénéré
également. Il existe donc quatre états d’exciton neutre, nous l’avons vu au premier chapitre :
deux excitons radiatifs (Jz = ±1) et deux excitons non-radiatifs(Jz = ±2). A l’opposé, il n’existe
qu’un état de biexciton puisqu’il est composé de deux électrons et deux trous appariés, autrement
dit, de deux excitons radiatifs appariés. La boîte quantique peut alors émettre consécutivement
deux photons liés à la recombinaison des deux excitons radiatifs. Enfin, les excitons chargés sont
deux fois dégénérés : X+ se comporte comme un électron isolé et X− comme un trou isolé. On
constate ici que le spin du porteur isolé détermine à la fois la polarisation du photon émis lors
d’une recombinaison excitonique et l’état final du porteur excédentaire.

Mais l’énergie d’un photon émis par un biexciton ou un exciton chargé est-elle la même que
celle du photon émis par recombinaison de l’exciton neutre ? La réponse à cette question réside
dans la notion d’énergie de liaison. L’énergie de liaison est la somme des interactions coulom-
biennes attractives et répulsives dans un complexe (moléculaire ou excitonique). Dans une boîte
quantique, c’est principalement le confinement qui localise les porteurs en un même point et non
les interactions coulombiennes. On comprend alors aisément que l’énergie de liaison, liée à la
distribution spatiale des charges du complexe, diffère fortement d’un type de boîte à un autre.
Pour les boîtes quantiques CdTe/ZnTe auto-assemblées, les énergies de liaisons du biexciton et
des excitons chargés stabilisent les complexes. De ce fait, l’énergie d’un exciton chargé est plus
faible que celle de l’exciton et celle du biexciton plus faible que le double de celle de l’exciton.
Par simplicité on définira ces énergies positives par la suite. Les raies d’émission de ces com-
plexes excitoniques doivent donc être à plus basse énergie que celle de l’exciton dans les boîtes
quantiques CdTe/ZnTe.
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Fig. 2.3 – Schéma des principaux complexes excitoniques observés dans une boîte quantique.

Nous verrons dans cette partie qu’il est difficile d’identifier les processus de charge dans les
boîtes quantiques CdTe/ZnTe. Cependant, ils peuvent être utilisés, avec précision et de ma-
nière reproductible, afin de contrôler électriquement et optiquement l’état de charge d’une boîte
quantique de semiconducteurs II-VI.

2.2.2 Influence des états de surface

L’un des principaux acteurs des processus de charge et décharge dans les échantillons de
boîtes quantiques CdTe/ZnTe est le dopage p produit par les états de surface de ZnTe, au niveau
du masque d’aluminium situé à 200 nm du plan de boîtes quantiques. Il a en effet été démontré
pour ce type de jonction, que les états de surface se comportent en accepteurs et bloquent le
niveau de Fermi aux environs de la bande de valence [34, 35]. Afin d’étudier l’influence de ce
dopage "involontaire", il est possible d’utiliser l’échantillon comme une diode Schottky [36] en
plaçant des contacts électriques entre le masque d’aluminium en surface et le substrat ZnTe pos-
sédant un dopage p résiduel (voir l’insert en Fig.2.4). On peut également réalisé en face arrière un
contact de type p, plus près des boîtes que ne l’est le substrat. La caractéristique courant-tension
de l’une de ces diodes est présentée en figure 2.5.
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Fig. 2.4 – Spectres de photoluminescence d’une boîte quantique unique (M1662 k4l4) insérée dans
une structure Schottky en fonction de la tension appliquée sur la diode, obtenus sous excitation
non-résonante (2412 meV). Les raies d’émission peuvent être attribuées aux recombinaisons de
l’exciton neutre (X), du biexciton (X2), des excitons chargés positivement (X+) et négativement
(X−). Le schéma en insert représente la structure de bandes dans la structure Schottky.

La figure 2.4 montre le spectre d’émission sous excitation non résonante d’une boîte quan-
tique unique en fonction de la tension appliquée sur la diode. Les deux raies extrêmes peuvent
être identifiées comme étant l’exciton et le biexciton de la boîte quantique. L’énergie de liaison
biexciton-exciton EX2−X = 12 meV est en accord avec ce que l’on peut trouver dans la littérature.
Nous verrons plus en détails leurs propriétés dans la suite. Leur présence à tension nulle montre
que, dans ces conditions, l’état de charge de la boîte est majoritairement neutre. On observe
entre l’exciton et le biexciton, deux autres raies d’émission qui peuvent être les premiers états de
charge de la boîte quantique. L’application d’une tension positive ou négative sur la diode, en
déplaçant le niveau de Fermi vis à vis des états confinés de la boîte quantique, doit permettre de
les distinguer. En effet, lorsqu’une tension positive est appliquée, les états de surface et donc le
niveau de Fermi se rapprochent du niveau fondamental de trou dans les boîtes quantiques et peut
même passer au dessous. On doit alors charger positivement les boîtes quantiques par transfert
de charge. Au contraire, une tension négative appliquée à la surface de l’échantillon doit favoriser
les structures chargées négativement. On voit donc que la raie d’émission d’énergie 2092 meV
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Fig. 2.5 – Courbe courant-tension d’une diode réalisée en plaçant des contacts électriques entre
le masque d’aluminium et et le substrat d’un échantillon de boîtes quantiques CdTe/ZnTe.

provient de la recombinaison d’un exciton chargé positivement, vraisemblablement X+ alors que
la raie d’émission d’énergie 2089.5 meV est liée à la présence d’un électron excédentaire dans
la boîte. Nous avons ici l’un des premiers arguments permettant d’identifier X+ et X− dans
les boîtes quantiques CdTe/ZnTe. Au fil de ce manuscrit, nous verrons d’autres indices venant
conforter cette caractérisation, en particulier avec l’étude des boîtes quantiques magnétiques. Les
énergies de liaisons de ces deux états de charge sont relativement stables de boîte à boîte :

5.5 < EX+−X < 8meV (2.1)
8.5 < EX−−X < 10meV

La présence simultanée de X− et X+ à tension nulle et le dopage p des boîtes quantiques
sont a priori contradictoires. Elle témoigne de la complexité des processus de charge dans les
échantillons étudiés. En particulier, l’environnement local d’une boîte quantique (défauts ou
autres boîtes quantiques pouvant piéger des charges, structure de la couche de mouillage etc.)
constitue un facteur non négligeable dans les mécanismes de charge. Une excitation non-résonante
à 514 nm - 2412 meV - de la boîte quantique, du fait de cet environnement, influe sur l’état de
charge de la boîte.

Prenons l’exemple de la couche de mouillage. Si celle-ci est presque inexistante, l’énergie
d’excitation étant supérieure de 20 meV à la hauteur des barrières de ZnTe, les électrons et
les trous sont injectés majoritairement dans les barrières. Dans les boîtes CdTe/ZnTe, il a été
démontré qu’il est plus approprié de considérer des mécanismes de capture séparée de porteurs
provenant des barrières [37]. La probabilité de capture d’un électron ou d’un trou seul serait trois
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fois plus grande que celle de capturer un exciton. A faible excitation, l’état de charge de la boîte
peut donc évoluer entre des états neutres, chargés positivement, ou négativement. On peut en
outre imaginer que la probabilité de capturer un électron est légèrement supérieure à celle de
capturer un trou étant donné la différence de profondeur du puits de potentiel que représente
une boîte CdTe pour les deux types de porteurs.

Au contraire, si l’on a une couche de mouillage bien formée, la différence de confinement des
électrons et des trous doit jouer un rôle important étant donné la section efficace de la couche de
mouillage vis à vis de l’excitation. Les transitions indirectes entre la couche de mouillage et les
barrières ne peuvent pas être négligées. Elles privilégient l’injection d’électrons dans la couche
de mouillage qui peuvent ensuite relaxer rapidement dans les boîtes. Dans ce cas la probabilité
d’obtenir des boîtes quantiques chargées négativement doit être assez importante.

Dans le cas de la boîte quantique présentée en figure 2.4, le spectre d’émission en champ nul
montre que la probabilité pour la boîte d’être chargée négativement est faible. On peut donc
supposer que la couche de mouillage a peu d’influence dans cet échantillon. Parallèlement, des
pièges de charges aux environs de la boîte quantique peuvent influencer son état de charge.
L’application d’une excitation non résonante doit tendre à neutraliser cet environnement et donc
à modifier l’état de charge de la boîte quantique. Cependant cette influence est difficile à mesurer
et varie d’une boîte à l’autre.

2.2.3 Influence des conditions d’excitation

Les conditions d’excitation doivent donc jouer un rôle important dans les mécanismes de
charge des boîtes quantiques. Par exemple, lorsqu’un exciton est injecté dans une boîte quan-
tique de manière résonante, la probabilité de créer X− doit être quasiment nulle. Cet état de
charge est pourtant observé sous excitation non-résonante. Afin d’étudier ces effets, des expé-
riences d’excitation de photoluminescence (PLE) ont été réalisées. Celles-ci permettent de sonder
l’absorption des boîtes quantiques en étudiant l’intensité de luminescence en fonction de l’éner-
gie d’excitation. Un pic de luminescence montre que l’excitation entre en résonance avec un état
excité de la boîte quantique à l’énergie indiquée. Son intensité reflète à la fois la capacité d’ab-
sorption de l’état excité et le couplage de ce dernier à l’état fondamental excitonique. La figure
2.6 montre des spectres de PLE réalisés sur quatre boîtes quantiques CdTe/ZnTe provenant de
différents échantillons. L’annexe B donne une description de la structure et de la méthode de
croissance des échantillons cités dans ce mémoire.

La figure 2.6 montre que chaque boîte quantique possède une structuration spécifique de ses
états excités. Celle-ci dépend en effet des propriétés physico-chimiques de la boîte qui contrôlent
le confinement des porteurs. Pour les boîtes quantiques auto-assemblées, il est donc logique
d’observer une grande variété de spectres de PLE. On peut cependant regrouper les échantillons
en deux catégories. Pour certains échantillons comme le M1662, la distribution de luminescence
d’un ensemble de boîtes quantiques est située à haute énergie (∼2085 meV). Au contraire, pour
les derniers échantillons réalisés dans l’équipe, tel que le M1809, les boîtes quantiques ont une
luminescence à beaucoup plus basse énergie (∼ 1950 meV). Ceci explique notamment la différence
de plage énergétique sondée lors des PLE car la plage d’utilisation du laser à colorant utilisé lors
de ces expériences s’étend de 2000 à 2170 meV. Pour les boîtes quantiques se comportant comme
celles de l’échantillon M1809, on observe une série d’états excités à basse énergie. 60 meV au
dessus du fondamental, il n’y a plus aucune absorption jusqu’à ce qu’un continuum apparaisse
100 meV au dessus du fondamental. L’intensité de ce continuum dans les spectres de PLE montre
que l’absorption est très forte à ces longueurs d’onde et que le continuum d’états est très bien
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Fig. 2.6 – Intensité de photoluminescence de l’exciton de différentes boîtes quantiques en fonction
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couplé au niveau fondamental de la boîte. Les boîtes quantiques du type de l’échantillon M1662
luminescent à haute énergie. De ce fait, les états excités observés sont très rapidement superposés
à un léger continuum d’absorption dû à la proximité de la couche de mouillage ou des barrières.
L’annexe B ne montre pourtant pas de différence quant aux méthodes de croissance de ces
échantillons.

Malgré cette différence, l’analyse des spectres de PLE des boîtes quantiques CdTe/ZnTe ré-
vèle des similitudes dans la structure des états excités. Pour les boîtes quantiques M1662 k4l4 et
M1809 k2l7, ces similitudes sont vraiment flagrantes (Fig.2.6). Les boîtes quantiques présentent
deux groupements de raies d’absorption : autour de 40 meV et 55 meV au dessus du fondamental.
A 30 meV environ, on trouve également deux pics d’absorption plus ou moins bien couplés. Enfin,
on observe une raie d’absorption très piquée aux environs de 25 meV, précédée d’une autre raie
moins marquée 5 meV plus bas. Il existe très peu d’études théoriques ou expérimentales consa-
crées aux états excités des boîtes de semiconducteurs II-VI. De ce fait, il est difficile d’identifier
ces structures. Seule la raie d’absorption très intense située 25 meV au dessus du fondamental
peut être attribuée à une réplique de l’état fondamental induite par le couplage de l’exciton
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avec les phonons LO. Lors de l’absorption par la boîte, il y a création simultanée d’un exciton
dans l’état fondamental et d’un phonon LO. Cependant, l’absorption de la réplique phonons est
fortement influencée par son couplage aux autres états excités [38, 39]. Dans les échantillons
étudiés, il semble difficile d’observer la réplique phonon si elle n’est pas proche énergétiquement
d’autres états excités : les boîtes quantiques M1662 k4l4 et M1809 k2l7 présentent toutes les deux
un états excité 5 meV au dessous de la réplique phonon. Au contraire, la boîte M1662 k7l3 ne
présente pas d’états excités aux environs de 25 meV et aucune raie phonon ne peut être observée.

De manière générale, l’absorption sur les états excités d’une boîte quantique n’engendre pas
uniquement l’émission de l’exciton neutre. Certains états excités sont en effet communs à l’exciton
neutre et à un ou plusieurs états chargés de la boîte quantique. La figure 2.7 présente les spectres
de PLE de l’exciton neutre et des excitons chargés positivement et négativement pour deux boîtes
quantiques provenant d’échantillons dont la luminescence est à plutôt basse énergie. L’annexe B
montre que ces échantillons présentent des différences structurales :
• L’échantillon M1248 est caractérisé par un plan de dopage n entre le plan de boîtes quan-

tiques et le masque. L’effet des états de surface devrait donc être écranté. Des transferts
d’électrons pourraient en outre se produire du plan de dopage vers les boîtes quantiques.
Enfin, les boîtes quantiques de cet échantillon résultent de la relaxation spontanée d’une
couche assez épaisse de CdTe (6.5 MCs sans dépôt de tellure amorphe). On peut donc
supposer l’existence d’une couche de mouillage importante dans cet échantillon.
• Pour l’échantillon M1662, la méthode du dépôt de tellure amorphe a été utilisée pour forcer

la transition 2D-3D de 5.2 MCs de CdTe. On attend donc une couche de mouillage moins
importante dans cet échantillon. De plus, l’état de charge des boîtes quantiques ne peut
être influencé que par la proximité des états de surface de ZnTe (200 nm).

Ces deux échantillons sont donc complémentaires pour étudier les différents facteurs influençant
l’état de charge de boîtes quantiques. Dans le cas (a), le spectre de PLE se divise en deux zones
distinctes. Pour une énergie excitatrice inférieure à 2140 meV (40 meV au dessus du fondamen-
tal), la présence de trous excédentaires dans la boîte quantique semble dominer. Il n’y a presque
aucune absorption de l’exciton chargé négativement. Au contraire on observe une structure d’ab-
sorption sur l’ensemble de cette plage pour X+. Pour des énergies supérieures à 2140 meV, la
situation est inversée. On n’observe plus de luminescence de X+ et la plupart des états excités
sont partagés par l’exciton neutre et l’exciton chargé négativement. Cette tendance doit s’inver-
ser à plus haute énergie car une excitation non résonante par le laser Argon favorise légèrement
la luminescence de X+ comme le montre la figure 2.4 sous champ électrique nul. Cependant cette
nouvelle inversion ne nous est pas accessible expérimentalement.

Le dopage p provenant des états de surface augmente la probabilité pour les boîtes quantiques
de contenir un trou excédentaire. Lorsque l’excitation se fait à très basse énergie, l’exciton est
réellement injecté de manière résonante. De ce fait, on peut observer la formation de X+ par
l’association de l’exciton injecté et du trou excédentaire. Par contre, nous avons vu que l’offset de
bande de valence entre CdTe et ZnTe est particulièrement faible. Une boîte quantique apparaît
comme un puits de potentiel beaucoup plus important pour l’électron que pour le trou. Ainsi,
lorsque l’énergie d’excitation devient suffisante, des transitions indirectes entre les états de trous
de la couche de mouillage ou des barrières et les états confinés d’électrons dans la boîte peuvent
se produire. L’excitation est quasi-résonante et favorise l’observation de complexes excitoniques
chargés négativement. On peut qualifier ce processus de dopage dynamique des boîtes quan-
tiques bien que, plus rigoureusement, il ne s’agisse que d’une séparation des charges positives et
négatives aux environs des boîtes. Le bilan électrique local reste nul. Il reste cependant délicat
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Fig. 2.7 – Spectres de PLE des trois états de charges (X, X+, X−) de deux boites quantiques :
(a) M1662 k4l4, (b) M1248-1.

d’expliquer la correspondance des états excités de l’exciton neutre et de l’exciton chargé négati-
vement. Il est raisonnable de penser qu’un exciton est tout d’abord injecté de manière résonante
lorsque la boîte est neutre et qu’ensuite une transition indirecte charge négativement la boîte. On
doit alors avoir une compétition entre la durée de vie excitonique et le taux de génération d’élec-
tron excédentaire lié à l’intensité d’excitation. Il semble peut probable que l’exciton neutre et
l’exciton chargé possèdent des états excités communs : l’interaction coulombienne directe et l’in-
teraction d’échange produites par une éventuelle charge excédentaire doivent toujours modifier
l’énergie des états excités dans une gamme supérieure à la résolution spectrale de notre excitation.

Seuls les trois pics d’absorption situés entre 2123 et 2133 meV sont beaucoup moins marqués
pour l’exciton chargé négativement que pour l’exciton neutre. Ceci reflète une très faible proba-
bilité d’injecter un électron excédentaire à ces énergies. Enfin, on constate à environ 2119 meV
une zone énergétique où l’état de charge de la boîte est particulièrement instable : Deux pics
d’absorption, l’un pour X+, l’autre pour X− sont uniquement séparés d’1 meV. Entre 2119 et
2120 meV l’état de charge de la boîte s’inverse donc complètement. On peut analyser ce com-
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portement de deux manières : Soit l’absorption sur l’un ou l’autre de ces états n’est possible que
si la boîte est dans l’état de charge correspondant ; dans ce cas, il pourrait s’agir des répliques
phonons des excitons chargés négativement et positivement. Soit les transitions possibles à ces
deux énergies sont responsables de la charge de la boîte quantique. Etant donné les énergies de
ces deux pics d’absorption, l’hypothèse des répliques phonon est peu envisageable. Il se produirait
donc à ces énergies deux transitions indirectes chargeant positivement ou négativement la boîte
selon le cas. Des pièges de charges aux environs de la boîte quantique pourraient avoir un rôle
dans ce phénomène.

Nous avons donc quelques indices permettant d’imaginer les processus de charge de la boîte
quantique pour une excitation en dessous des barrières de ZnTe. Intéressons nous à présent aux
mécanismes de charges liés à une excitation non-résonante. L’excitation non-résonante semble fa-
voriser la luminescence de X+ contrairement à l’excitation quasi-résonante. Ceci révèle l’existence
de deux processus de charges opposés. Nous pouvons faire entrer en compétition ces processus
en couplant les deux conditions d’excitation. La figure 2.8(a) présente les spectres d’émission de
la boîte quantique M1662 k4l4 pour trois conditions d’excitation. Le premier spectre correspond
à une excitation quasi-résonante favorisant la luminescence de X−. Le deuxième spectre est ob-
tenu en ajoutant à l’excitation quasi-résonante une excitation non-résonante suffisamment faible
pour ne pas contribuer de manière efficace à la luminescence de la boîte. Enfin le dernier spectre
montre la contribution de l’excitation non-résonante seule à la luminescence de la boîte.

Il apparaît alors que l’excitation non-résonante, bien que trop faible pour contribuer à la
luminescence, change radicalement l’état de charge de la boîte quantique. Lorsqu’une paire
électron-trou est créée dans les barrières, celle-ci tend à neutraliser localement l’échantillon :
l’électron est attiré par les charges positives et le trou par les charges négatives. Ce phénomène
doit contrer de manière efficace la séparation de charge induite par les transitions indirectes : les
électrons excédentaires des boîtes quantiques et les trous non-confinés aux environs des boîtes
sont neutralisés. Il en va de même pour l’environnement électrique local dont l’influence doit
diminuer sous excitation non-résonante. En terme de probabilité de capture, cela reviendrait à
dire que lorsque des transitions indirectes peuplent les boîtes quantiques d’électrons et la couche
de mouillage de trous, la probabilité de capture de trous par la boîte quantique augmente et
celle de capturer des électrons diminue. Dans ce cas, même si la contribution à la luminescence
de l’excitation non-résonante est négligeable, les porteurs capturés individuellement par la boîte
seront majoritairement des trous. Ainsi, l’exciton chargé positivement est de nouveau favorisé.

Par contre, l’excitation non-résonante doit avoir un effet moindre sur le dopage p induit par
les états de surface. Lorsqu’un trou passe par effet tunnel des états de surface vers le plan de
boîtes, le déséquilibre de charge créé ne peut pas être caractérisé de "local" car la surface de
l’échantillon et les boîtes quantiques sont séparées d’une centaine de nm. Dans ce cas, on peut
considérer le bilan électrique des charges aux environs des boîtes positif. L’injection d’une paire
électron-trou proche des boîtes ne peut pas changer localement l’état de charge et le dopage p
persiste. En d’autres termes , si la probabilité de capture d’un électron par la boîte peut aug-
menter légèrement en raison de la présence d’un trou excédentaire dans la boîte quantique, les
trous ne sont pas quant à eux attirés par des zones chargées négativement. La probabilité qu’ils
soient capturés par la boîte quantique reste donc importante.

Les boîtes quantiques de l’échantillon M1248 présentent quant à elles un comportement ra-
dicalement différent (Fig.2.7(b)). Dans la plage énergétique sondée par le laser à colorant (30 à
150 meV au dessus du fondamental), il n’est pas possible d’observer la luminescence de l’exciton
chargé négativement. La structure d’absorption de la boîte est également constituée de pics bien
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Fig. 2.8 – Luminescence des boîtes quantiques M1662 k4l4 (a) et M1248-1 (b) pour différentes
conditions d’excitations : 1- Sous excitation non-résonante (Ar.) à très basse puissance. On
constate la luminescence de X+ pour la boîte M1662 k4l4 et X− pour la boîte M1248-1. 2- Sous
excitation résonante (Dye) permettant de faire apparaître l’état de charge opposé. Les énergies
d’excitation sont 2119 meV et 2126 meV pour les boîtes M1662 k4l4 et M1248-1 respectivement.

marqués superposés à un faible continuum. Cependant elle est, pour ces boîtes, partagée par
X et X+. Ce comportement tend à montrer que les boîtes quantiques possèdent une très forte
probabilité d’être chargée positivement.

Cet échantillon contient pourtant un plan de dopage n (Al à 3 × 1010 cm−2 à 30 nm du
plan de boîtes (voir annexe B). On s’attendrait alors à observer principalement la luminescence
de boîtes quantiques chargée négativement. L’effet de ce plan de dopage doit être comparé à
celui des états de surface au niveau du masque d’aluminium. La densité d’états au niveau d’une
jonction Schottky Al/ZnTe a été estimée à 4.7 × 1013 cm−2/eV [34]. Le plan de dopage n peut
donc être compensé par une élévation du niveau de Fermi à l’interface métal-semiconducteur
inférieure à 1 meV. Le plan de dopage n ne doit donc pas avoir de réel effet sur l’état de charge
des boîtes quantiques. De plus, les états de surface dans l’échantillon M1248 sont situés à une
distance beaucoup plus proche du plan de boîtes quantiques que pour l’échantillon M1662 (120
nm contre 200). Il convient donc a posteriori de considérer un dopage p assez important pour
les boîtes quantiques de l’échantillon M1248.
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2.2. Contrôle de charge

L’effet de l’excitation non-résonante sur l’état de charge des boîtes quantiques de l’échantillon
M1248 est également surprenant. Comme précédemment, nous avons réalisé trois spectres de
luminescence d’une boîte quantique pour trois conditions d’excitation : quasi-résonante seule,
non-résonante seule n’influençant pas la luminescence et excitation combinée. L’excitation non-
résonante favorise très efficacement la luminescence de X−. Ce résultat est en contradiction avec
le dopage p de l’échantillon mais peut s’expliquer par l’importance de la couche de mouillage.
Comme nous l’avons vu dans la section 2.2.2, l’excitation non-résonante favorise alors l’injection
d’électrons dans la couche de mouillage par transitions indirectes. Ceci résulte donc en un dopage
n dynamique de la couche de mouillage et la luminescence des boîtes quantiques peut être dominée
par l’exciton chargé négativement.

2.2.4 Dynamique de charge dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe

Pour mieux comprendre les mécanismes de charge optique des boîtes quantiques CdTe/ZnTe,
nous avons procédé à des expériences de luminescence résolue en temps. Le principe de ces
expériences est d’alterner deux conditions d’excitations afin de favoriser l’un ou l’autre des deux
états chargés d’une boîte quantique. On sélectionne donc une énergie d’excitation résonante
favorisant la luminescence de l’exciton chargé qui n’apparaît pas sous excitation non-résonante.
On ajoute ensuite une faible excitation non-résonante modulée au cours du temps. On utilise
une modulation créneau "tout ou rien" à l’aide d’un modulateur acousto-optique.

Nous avons procédé à ces expériences pour les deux boîtes quantiques étudiées précédemment.
Les courbes de luminescence des états chargés de ces deux boîtes sont tracées en figure 2.9. Ces
deux exemples permettent d’étudier la dynamique de trois processus de charge différents d’une
boîte quantique : l’injection d’électron excédentaires par transitions indirectes quasi-résonantes,
l’injection de trous par effet tunnel depuis les états de surface et le dopage n dynamique de la
couche de mouillage par transitions indirectes non-résonantes.

Intéressons-nous tout d’abord au cas (a). X− apparaît en quelques dizaines de µs. Ce méca-
nisme, plutôt lent, traduit le peu d’efficacité de l’injection d’électrons excédentaires directement
dans la boîte par excitation quasi-résonante. Au contraire, l’injection de porteurs dans les bar-
rières provoque une brusque disparition de X− (quelques µs) et X+ apparaît dans le même temps.
La relaxation de porteurs dans les barrières et la couche de mouillage est usuellement considérée
de l’ordre de la dizaine de ps. La séparation de charges induite par l’excitation quasi-résonante
disparaît dans cette gamme de temps et la boîte quantique se charge ensuite positivement avec
un temps caractéristique lié à l’injection de trous par effet tunnel.

Lorsque l’existence d’un état de charge donné dans les boîtes quantiques provient du transfert
de charge depuis un plan de dopage, la dynamique de charge des boîtes est contrôlée par les
processus d’effet tunnel impliqués dans le transfert. Le temps caractéristique d’apparition de X+

représente donc la dynamique de l’effet tunnel des trous depuis les états de surface. Pour les deux
échantillons étudiés le temps caractéristique d’apparition de X+ est de l’ordre de la µs.

Enfin, pour l’échantillon M1248, l’excitation non-résonante provoque la disparition de X+ et
l’apparition de X− en un temps très court inférieur à la µs. Ceci montre que le dopage dynamique
de la couche de mouillage par des électrons est un phénomène violent. Cette dépendance tem-
porelle est à comparer à l’injection quasi-résonante d’électrons dans les boîtes de l’échantillon
M1662. La différence d’efficacité des deux types de transitions indirectes (barrières-couche de
mouillage ou barrières-boîte quantique) est lié à la densité d’états dans l’état final. En effet, les
transitions vers la couche de mouillage doivent être beaucoup plus efficace car elles se font vers
un continuum d’états à l’inverse des transitions vers la boîte quantique où l’état final est discret.
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Fig. 2.9 – Luminescence résolue en temps des boîtes quantiques M1662 k4l4 (a) et M1248-1 (b).
Les boîtes quantiques sont excitées en continu de manière résonante (2119 meV pour (a) et 2126
meV pour (b)). Un excitation Ar. dépendante du temps perturbe l’état de charge du système
(créneaux de 20 µs pour une période de 100 µs pour (a) et créneaux de 1.7 µs pour une période
de 3.7 µs pour (b)).

Ces temps caractéristiques de charge dépendent bien entendu de l’intensité d’excitation. C’est
ce que montre la figure 2.10. Cette étude de l’intensité d’excitation non-résonante a été réalisée
pour la boîte quantique de l’échantillon M1248 précédemment étudiée. Le graphique (a) montre
que la vitesse de disparition de X+ lors du dopage n dynamique de la couche de mouillage
augmente bien entendu avec l’intensité d’excitation non-résonante. En multipliant l’intensité
d’excitation par quatre, on augmente considérablement la densité d’électrons aux environs des
boîtes et le temps caractéristique de disparition de X+ passe d’environ 170 ns à 40 ns. Cepen-
dant l’intensité d’excitation non-résonante peut également influer sur la dynamique de charge
après son extinction, c’est ce que montre les graphiques (b) et (c) réalisés pour des intensités
d’excitation non -résonante de 50 et 10 mW. Il ne s’agit pas ici d’un changement de temps carac-
téristique de charge mais d’un décalage temporelle de mise à l’équilibre du fait d’états de charges
initiaux différents. En effet, lorsque l’intensité de l’excitation non-résonante est forte (cas (b)), à
son extinction, la boîte est statistiquement fortement chargée négativement. On ne pourra donc
observer X+ qu’une fois la probabilité que la boîte soit chargée négativement passée en dessous
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Fig. 2.10 – Luminescence résolue en temps de la boîte M1248-1. (a) Luminescence de X+ pour
différentes intensités d’excitation non-résonante. La luminescence est normée à 1 sous excitation
résonante. (b) et (c) Evolution de X+ et X− pour deux intensités d’excitation non-résonante.

d’une certaine valeur. La probabilité que la boîte soit chargée négativement à la fin du créneau
diminue avec l’intensité d’excitation non-résonante. La boîte quantique se charge donc positi-
vement plus rapidement pour de faibles intensités d’excitation non-résonante. La comparaison
des graphiques (b) et (c) montre particulièrement bien le délai à l’apparition de X+ pour deux
intensités d’excitation non-résonante.

2.2.5 Contrôle électrique et optique de l’état de charge d’une boîte quantique

Les possibilités de contrôle de l’état de charge d’une boîte quantique CdTe/ZnTe sont donc
à la fois électriques et optiques. Dans le cadre de l’étude de boîtes quantiques magnétiques, il
s’avère particulièrement intéressant de pouvoir accéder aux premiers états de charge d’une boîte
quantique car ceux-ci permettent d’étudier l’interaction entre un porteur unique, électron ou
trou, et des atomes magnétiques. Cette variété des méthodes de charge s’avère parfois essentielle
à l’étude des différents états de charge d’une boîte quantique. Il arrive en effet que certains
échantillons répondent plus difficilement à l’une ou l’autre des méthodes de charge. La figure
2.11 montre les spectres de PLE de la boîte M1809 k2l6 sous champ électrique nul (a) et quand
on applique une tension de 11V sur la diode Schottky (b).

En champ électrique nul, il n’est pas possible d’observer l’exciton chargé positivement. Ceci
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Fig. 2.11 – Spectres de PLE des différents états de charges observés pour la boîte quantique
M1809 k2l6. (a) Spectre réalisé en champ électrique nul. (b) Spectre réalisé lorsque la diode
Schottky est soumise à une tension de 11V.

révèle un faible couplage avec les états de surface. Comme nous l’avons vu précédemment, il existe
une série d’états excités à basse énergie pour l’exciton neutre. Ceux-ci ne sont pas partagés par
d’autres états de charge. A haute énergie au contraire, le continuum d’absorption permet la
luminescence simultanée de l’exciton neutre et de X−. Ce continuum particulièrement marqué
est attribué à l’influence de la couche de mouillage. Comme précédemment, ce continuum favorise
la présence d’électrons excédentaires dans la boîte par transitions indirectes entre la couche de
mouillage et les états confinés de la boîte quantique. Afin d’observer la luminescence de X+, il
est donc nécessaire d’augmenter le couplage de la boîte aux états de surface. L’application d’une
tension positive entre le masque d’aluminium et le contact arrière favorise l’effet tunnel de trous
vers les boîtes. Ainsi sous une tension de 11 V (2.11(b)), le spectre de PLE change radicalement.
A présent, il n’est plus possible d’observer X−, même à haute énergie. Les états excités présents
à basses énergie ont légèrement changés et avantagent la luminescence de X+.

Les boîtes quantiques de l’échantillon présentent en outre la particularité suivante : Lors-
qu’elle sont soumises à une excitation non-résonante, leurs spectres d’émission n’évoluent pas
lorsqu’on applique une tension à la structure Schottky. L’exciton chargé positivement est absent
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des spectres et X− domine quelque soit la tension appliquée. Il semble que dans ces échantillons
le dopage dynamique lié à l’excitation non-résonante soit particulièrement efficace. Pour étudier
l’évolution de la luminescence des boîtes de cet échantillon sous champ électrique nous avons donc
excité les boîtes quantiques de manière résonante, à 1990 meV pour la boîte k2l6 et à 2006 meV
pour la boîte k2l7 (2.12). Pour ces deux boîtes, ces états excités sont localisés à basse énergie,
loin d’un continuum d’absorption justifiant l’existence de transitions indirectes qui pourraient
charger négativement la boîte quantique. Pour la boîte quantique k2l7 la présence de X− à cette
énergie n’est pas expliquée. Il pourrait s’agir d’un état résonant où le trou est particulièrement
instable et peut fuir de la boîte avant de relaxer sur l’état fondamental.
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Fig. 2.12 – Luminescence sous champ électrique de deux boîtes quantiques : (a) boîte M1809
k2l6 excitée à 1990 meV ; (b) boîte M1809 k2l7 excitée à 2006 meV ; (c) boîte M1662 k4l4 excitée
à 2412 meV (non résonant) à très basse puissance.

Pour les deux boîtes quantiques de l’échantillon M1809 (Fig.2.12(a) et (b)), l’application d’un
champ électrique sur l’échantillon provoque alors un changement de l’état de charge. L’évolu-
tion des spectres d’émission sous champ électriques est semblable à celle de la figure 2.4. Seul,
l’état de charge initial (0 V) diffère. Par contre, pour cet échantillon il est possible d’augmenter
davantage la tension appliquée sans perdre la luminescence. Pour de fortes tensions positives,
la luminescence de l’exciton chargé positivement s’estompe pour faire place à une nouvelle raie
située dans la même gamme énergétique. Elle se situe au dessus de X+ pour la boîte k2l6 et en
dessous pour la boîte k2l7. On peut vraisemblablement attribuer cette raie à la luminescence de
X2+. Cet état de charge reste malgré tout difficilement accessible car il requiert la combinaison
d’une excitation résonante et l’application d’un fort champ électrique. Une étude détaillée pose
donc quelques problèmes. Nous reparlerons de X2+ dans le chapitre consacré à la dynamique de
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spin des boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI.
Le choix de l’excitation : résonant ou non-résonant, a donc un impact important sur le com-

portement des boîtes quantiques sous champ électrique. On constate également que l’intensité
d’excitation peut modifier ce comportement. C’est ce que montre la comparaison des évolutions
sous champ électrique de la luminescence de la boîte quantique M1662 k4l4 présentées en fi-
gures 2.4 et 2.12(c). Sur la figure 2.12(c), où l’expérience a été réalisée à plus basse puissance
d’excitation, on observe que l’exciton chargé négativement est très peu favorisé, même à tension
négative. Au contraire, la raie attribuée à X2+ apparaît à beaucoup plus faible tension positive
(4V).

Le contrôle électrique ou optique de l’état de charge d’une boîte quantique est un outil es-
sentiel de spectroscopie. Même si les processus sous-jacents restent mal identifiés, ce dernier offre
la possibilité d’accéder aux différents états de charges d’une même boîte quantique et d’étudier
indépendamment le comportement d’un électron ou d’un trou confiné dans une boîte. Dans la
section suivante nous allons voir que l’étude simultanée des différents états de charge d’une même
boîte quantique est essentiel à la compréhension des propriétés optiques des boîtes quantiques
CdTe/ZnTe. Nous verrons en particulier que ces boîtes quantiques sont souvent caractérisées par
un mélange de bande de valence non-négligeable ayant de fortes répercussions sur leurs propriétés
d’émission.

2.3 Mélange de bande de valence dans les boîtes quantiques
CdTe/ZnTe

Les propriétés optiques des principaux complexes excitoniques dans une boîte quantique ont
été intensivement étudiées dans les dix dernières années. Il a notamment été démontré que l’in-
teraction d’échange électron-trou joue un rôle prépondérant dans la structure fine des différents
complexes excitoniques. Le modèle de l’interaction d’échange dans l’approximation de la masse
effective a été développé par Pikus et Bir [15]. Dans un semiconducteur massif, l’interaction
coulombienne entre un électron et un trou peut se décomposer en trois composantes : l’interac-
tion coulombienne directe ou intrabande, l’interaction d’échange longue portée et l’interaction
d’échange courte portée.

L’interaction d’échange longue portée peut être interprétée comme le résultat de recombinai-
sons et de générations virtuelles d’une paire électron-trou. De manière classique, cette interaction
peut être modélisée en considérant le champ électromagnétique macroscopique créé par la paire
électron-trou et son effet auto-consistent sur l’énergie de la paire. D’une part elle lève la dé-
générescence entre excitons radiatifs et non-radiatifs d’une énergie δlr0 . D’autre part, s’il existe
une asymétrie des fonctions d’onde de l’électron et du trou, elle couple les états radiatifs l’un à
l’autre.

L’interaction d’échange courte portée peut quant à elle être définie comme une interaction
de contact. Elle dépend du moment cinétique des porteurs et de la symétrie du système. En
symétrie tétraédrique, sa forme la plus générale est :

Hsrexc = a(σ.j) +
∑

i=x,y,z

bi(σi.j3i ) (2.2)

où les paramètres énergétiques a et bi sont définis de manière effective.
Pour un exciton 0D, les interactions d’échange courte et longue portées sont traitées dans le
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sous espace des excitons lourds (Jz = +1, −1, +2, −2) à travers le hamiltonien suivant :

Hexc =


0 1

2δ2e
−2iφ2 0 0

1
2δ2e

2iφ2 0 0 0
0 0 −δ0 1

2δ1e
−2iφ1

0 0 1
2δ1e

2iφ1 −δ0

 (2.3)

Les constantes δ0, δ1 et δ2 définissent respectivement l’énergie de séparation entre excitons radia-
tifs et non-radiatifs, l’énergie de séparation du doublet non-radiatif et celle du doublet radiatif.
La contribution de l’échange longue portée à l’écart énergétique radiatifs - non-radiatifs δlr0 est
controversé. Les publications théoriques récentes prédisent qu’elle serait comparable à la contri-
bution de l’échange courte portée δsr0 dans les boîtes quantiques et même supérieure dans les
nanocristaux [40, 41, 42]. Nous considérerons par la suite que ces contributions sont égales. Les
termes de mélange δ1,2 reflètent l’existence d’anisotropies du système dans le plan de croissance.
Les phases φ1,2 définissent les directions des axes d’anisotropie relativement à un axe de référence
défini arbitrairement.

Expérimentalement, dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe, on observe une séparation entre
excitons radiatifs et non-radiatifs de l’ordre de 1 meV. La dégénérescence des excitons radiatifs
est le plus souvent levée. On observe donc un doublet d’émission dont les raies sont séparées
de quelques dizaines à quelques centaines de µeV. Par contre les expériences réalisées à ce jour
ne rapportent aucune levée de dégénérescence des excitons non-radiatifs. Ces caractéristiques
peuvent être décrites par le modèle de l’interaction d’échange présenté ci-dessus. Lorsque l’on
se place dans l’approximation du trou lourd, les éléments non-diagonaux du hamiltonien 2.3 ne
peuvent provenir que du terme longue portée et de la correction tétraédrique au terme courte
portée. Or, l’interaction d’échange longue portée, de part sa nature, n’a d’influence que sur les
états optiquement actifs. Comme il n’est pas observé de dédoublement des états non-radiatifs,
la contribution courte portée aux termes non-diagonaux est considérée négligeable. L’échange à
courte portée est donc réduit à une interaction de type Ising. On considère donc habituellement
que la séparation des états radiatifs est produite par une anisotropie dans le plan du potentiel
de confinement qui réduit la symétrie des fonctions d’onde des porteurs confinés. L’interaction
d’échange électron-trou à longue portée mélange alors les états radiatifs Jz = ±1 par le biais du
terme δlr2 e2iφ2 pour former deux états non-dégénérés :

|πφ2〉 =
1√
2

(|+ 1〉+ e2iφ2 | − 1〉) (2.4)

|πφ2+90◦〉 =
1√
2

(|+ 1〉 − e2iφ2 | − 1〉)

dont les transitions sont linéairement polarisées dans les directions φ2 et φ2+90◦ qui sont les axes
de symétrie du potentiel de confinement dans le plan de croissance. Ces états sont communément
appelés X et Y. L’écart énergétique entre ces transitions vaut δlr2 . Des écarts pouvant atteindre
500 µeV ont été mesurés expérimentalement [43].

Pour les excitons chargés X+ et X−, on considère des transitions depuis un système à trois
particules vers un système à une particule. Dans l’état excité, les deux porteurs de même nature
sont appariés. En terme de hamiltonien, deux approches permettent de décrire ce type de système.
La première est de considérer que les deux porteurs appariés forment un système de spin nul qui
ne peut contribuer aux interactions d’échange. L’état excité équivaut alors à un système constitué
d’un seul porteur isolé (un électron pour X+ et un trou pour X−). Lors de la désexcitation du
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système, celui-ci est projeté dans un état constitué également d’un porteur isolé mais de nature
opposée. Dans cette approche, l’état final du système a une importance et un hamiltonien doit
lui être attribué. Nous le verrons plus loin, dans les sections consacrées à la magnéto-optique et
aux excitons chargés dans les boîtes magnétiques. Nous appellerons cette approche "modèle du
porteur isolé".

La deuxième approche est de considérer le porteur excédentaire comme spectateur du phé-
nomène de recombinaison excitonique. Nous définissons ici le porteur excédentaire comme le
porteur qui n’est pas impliqué dans la transition radiative du système. Puisque ce porteur existe
à la fois dans l’état initial et l’état final, il n’est pas nécessaire de considérer son énergie. Son
seul effet est de rendre "invisible" le porteur auquel il est apparié vis à vis du troisième por-
teur opposé en charge. Dans cette approche, on considère donc l’état excité comme un système
constitué d’une paire électron-trou, comme pour l’exciton neutre. Cependant, celle-ci ne peut
être qu’optiquement active et n’est pas soumise à l’interaction d’échange. Lorsque ce système se
désexcite, il est projeté dans l’état vide. Nous appellerons cette approche "modèle du porteur
spectateur". Dans une approche comme dans l’autre, il n ’existe pas d’interaction d’échange entre
porteurs. La dégénérescence du système n’est donc pas levée en champ magnétique nul. Il n’y a
pas de structure fine d’émission pour les excitons chargés X+ et X−. Une raie d’émission unique
caractérise ces complexes excitoniques.

Enfin, l’état de biexciton n’est pas, lui non plus, influencé par l’interaction d’échange. Il est
constitué de deux électrons et deux trous appariés. C’est donc un singulet de spin [44, 45]. Par
contre la transition biexcitonique se produit depuis l’état de biexciton vers l’état d’exciton. La
dégénérescence de ce dernier étant levée par l’interaction d’échange, les transitions optiques biex-
citoniques possèdent elles aussi une structure fine. Sur le plan énergétique, il existe une symétrie
miroir entre le biexciton et l’état vide par rapport à l’état d’exciton. Les transitions de l’exciton
et du biexciton obéissent donc à une symétrie miroir en énergie. En ce qui concerne la polarisa-
tion, il est aisé de montrer que l’état de biexciton ne peut être formé que par l’absorption de deux
photons de même polarisation linéaire [46]. On observe uniquement une symétrie miroir en éner-
gie entre les transitions excitoniques et biexcitoniques si l’on analyse des polarisations linéaires.
Par contre, en polarisation circulaire, le biexciton est créé par absorption de deux photons d’hé-
licités opposées. On a alors symétrie miroir en énergie et en polarisation. Cependant, un détail
peut venir perturber cette symétrie : l’exciton est un multiplet ; la relaxation sur les niveaux
d’énergie de l’exciton a donc une influence sur l’intensité d’émission des différentes transitions.
Au contraire, le biexciton est un singulet ; il n’existe donc pas de phénomènes de population pour
les transitions biexcitoniques et leur intensité doit uniquement refléter leur force d’oscillateur.

Nous allons voir à présent qu’un certain nombre de caractéristiques des spectres d’émission
de ces complexes excitoniques remettent en cause ce modèle simple pour les boîtes quantiques
CdTe. Grâce à ces constats, nous verrons que le mélange de bande de valence n’est pas négligeable
de manière générale dans les boîtes quantiques étudiées. Cette information est essentielle pour
l’étude de la dynamique de spin dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe magnétiques ou non.

2.3.1 Polarisation linéaire de l’émission des boîtes quantiques

La figure 2.13 présente les spectres d’émission résolus en polarisation des différents états de
charge d’une même boîte quantique. Quelque soit l’état de charge de la boîte, son émission est
linéairement polarisée suivant une direction constante (environ 10̊ par rapport à l’axe 110). Le
taux de polarisation linéaire est lui aussi constant et vaut environ 40%. On constate en outre, pour
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l’exciton et le biexciton, que les directions de polarisation des raies du doublet d’émission ne sont
pas perpendiculaires comme nous l’avons prédit auparavant. L’angle entre ces deux directions,
que nous appellerons χX est d’environ 110◦ pour cette boîte. Mais laissons pour le moment cette
particularité de côté et attachons nous à comprendre l’origine du taux de polarisation linéaire
observé.
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Fig. 2.13 – Spectres de luminescence résolus en polarisation des différents états excitoniques
d’une boîte quantique (M1248-1). Pour plus de clarté on a également tracé les graphiques de l’in-
tensité de luminescence en coordonnées polaires. L’angle de polarisation est mesuré par rapport
à l’axe cristallographique 110 de l’échantillon. Pour l’exciton (le biexciton), l’intensité de la raie
haute (basse) énergie est tracée en cercles ouverts.

Un taux de polarisation linéaire significatif est observé pour la plupart des boîtes quantiques
étudiées, quelque soit l’échantillon. Cette polarisation ne peut provenir d’artefacts expérimen-
taux (voir annexe C). Le taux de polarisation varie généralement de quelques pourcents à 50%
de polarisation et se situe en moyenne autour de 30%. Par contre, la direction de polarisation
change de boîte à boîte et nous n’avons observé aucune tendance significative sur l’orientation de
polarisation vis à vis des axes cristallographiques des échantillons. La direction de polarisation
apparaît comme une caractéristique de chaque boîte quantique. Si cette polarisation est causée
par l’environnement de la boîte tel qu’une distribution inhomogène de contraintes, les variations
doivent se faire très localement. La figure 2.14 montre en effet que deux boîtes quantiques excitées
à travers la même ouverture peuvent présenter des polarisations linéaires dans deux directions
différentes. Il s’agirait donc de modifications locales de l’échantillon à une échelle inférieure au
micron.
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Fig. 2.14 – Spectres de luminescence résolus en polarisation de deux boîtes quantiques (M1248-
1 et M1248-2) dans la même ouverture de masque (diamètre 1 µm). Sur le graphique polaire,
l’intensité de PL de la boîte M1248-2 est tracée en rouge.

Nous avons vu que la polarisation observée était indépendante de l’état de charge de la boîte
quantique. En particulier, dans le cas des excitons chargés X+ et X−, il n’existe pas d’interaction
d’échange entre porteurs confinés. Ainsi la polarisation observée ne peut provenir que de la
symétrie de la bande de valence. Dans le premier chapitre de ce manuscrit, nous avons vu que
nous pouvions réduire cette description à l’effet d’une relaxation inhomogène de contraintes par
l’utilisation du hamiltonien de contraintes moyen 1.15. Par diagonalisation de ce hamiltonien, on
obtient les états fondamentaux de trous :

|Φ+
h 〉 ∝ χhh(r) |+ 3/2〉 − ϕ χlh(r) | − 1/2〉 (2.5)
|Φ−h 〉 ∝ χhh(r) | − 3/2〉 − ϕ† χlh(r) |+ 1/2〉

où ϕ est un complexe et χlh(hh)(r) la fonction enveloppe du trou léger (lourd).
Réduisons pour un temps cette étude au cas d’un mélange de bande de valence faible (ρs �

∆lh). Dans ce cas ϕ ' ρs/∆lhe
2iθ′s . Par le calcul de l’élément de matrice dipolaire présenté au

chapitre 1, nous obtenons les forces d’oscillateur des transitions impliquant les paires électron-
trou | ↓e,Φ+

h 〉 and | ↑e,Φ
−
h 〉 :

Ω(φ) ∝ 1 +A2 + 2Acos(2(α− θs)) (2.6)

avec A =
1√
3
η
ρs

∆lh

et η =
∫
χe(r)χlh(r)dr∫
χe(r)χhh(r)dr

où φ est l’angle d’observation défini dans la section 1.3.3. Rappelons également que η est ici le
rapport des intégrales de recouvrement de l’exciton léger sur l’exciton lourd. L’émission de la
boîte quantique apparaît donc polarisée suivant l’axe d’anisotropie des contraintes θs, avec un
taux de polarisation linéaire ρL = 2A/(1 + A2). Ainsi la polarisation de l’émission d’une boîte
quantique est déterminée par la position de celle-ci dans le champ de contraintes. C’est donc
bien une caractéristique propre de la boîte quantique. Pour des mélanges de bande de valence
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plus importants, la forme de Ω devient plus complexe mais la direction de polarisation reste
celle du champ local de contraintes et le taux de polarisation linéaire est toujours contrôlé par
le paramètre sans unité ρs/∆lh.

On peut estimer numériquement les valeurs des paramètres responsables de la polarisation
linéaire observée. Dans le but de reproduire les propriétés de polarisation de la boîte quantique
M1248-1 (Fig.2.13), nous avons procédé à la diagonalisation du hamiltonien de spin pour une
paire électron-trou, incluant le hamiltonien de Bir Pikus (1.15) et calculé les forces d’oscilla-
teur des différentes transitions optiques. Pour les recombinaisons d’excitons chargés, les seuls
paramètres ajustables sont ρs/∆lh, θs et le rapport des intégrales de recouvrement η.

Nous n’avons pas d’information directe sur la valeur de η. Cependant, plusieurs remarques
peuvent être faites à son propos. Tout d’abord, les articles consacrés à l’étude des boîtes quan-
tiques CdTe/ZnTe montrent que l’approximation du trou lourd est justifiée pour décrire gros-
sièrement le comportement des trous dans ces systèmes. De ce fait, le paramètre ϕ défini dans
l’expression 2.5 ne peut être supérieur à 1. Dans le cas extrême où ce rapport est égal à 1, η doit
dans ce cas être environ égal à 0.5 pour reproduire le taux de polarisation mesuré de 40%. Cette
valeur minimale de η montre que les trous légers sont bien confinés dans les boîtes quantiques
étudiées. Cependant, ils ne peuvent en aucun cas être mieux confinés que les trous lourds. De
ce fait, la valeur maximale de η est de 1. Par la suite, nous considérerons une valeur de η égale
à 0.8. Cette supposition implique que le modèle développé permet uniquement une description
qualitative de l’influence du mélange de bande de valence. Tout au long de ce manuscrit, nous
serons amené à utiliser le paramètre η et d’autres paramètres associés, que ce soit pour les boîtes
non-magnétiques ou dopées magnétiquement. Nous maintiendrons ces paramètres constants tout
en gardant à l’esprit que l’objectif du modèle développé n’est pas de reproduire à la perfection
les données expérimentales mais de révéler l’origine des phénomènes physiques observés et de
donner un ordre de grandeur aux paramètres contrôlant le comportement du système.

Ces considérations prises en compte, le calcul numérique permet de reproduire un taux de
polarisation de 40% pour un rapport ρs/∆lh = 0.75 et θs = 10◦. Ceci montre tout d’abord que
l’approximation du mélange de bande faible (équation (2.6)) n’est pas justifiée pour cette boîte.
C’est d’ailleurs le cas de beaucoup de boîtes quantiques étudiées puisque le taux de polarisation
moyen mesuré est d’environ 30%. Au contraire le mélange de bande de valence est fort et la
part de trou léger dans la fonction d’onde de trou est d’environ 25%. Cette valeur significative de
ρs/∆lh peut être expliquée par la faiblesse de l’écart énergétique entre trous lourds et trous légers.
En effet, les contraintes doivent être partiellement relaxées dans les boîtes quantiques étudiées.
La séparation induite par les contraintes doit donc être très inférieure aux 300 meV d’une couche
totalement contrainte. De plus, d’après Tadić et al., les variations de contraintes aux interfaces
entre une boîte quantique et les barrières pourraient être à l’origine du confinement des trous
légers aux interfaces. Ces calculs réalisés pour des boîtes quantiques InP/InGaP montrent que le
niveau de trou léger peut même être, dans certains cas, à plus basse énergie que celui des trous
lourds [22].

Pour l’exciton neutre et le biexciton, le hamiltonien à considérer est plus complexe. Il contient
HBP , ainsi que le hamiltonien d’échange électron-trou à courte et longue portées, sans restriction
au sous-espace des trous lourds. Sans toutefois le résoudre à ce stade de la discussion, il est
possible d’expliquer la polarisation linéaire de l’exciton sur les considérations suivantes. Puisque
d’autres paramètres énergétiques entrent en compte dans ce hamiltonien, il n’est plus possible de
se contenter d’une estimation du rapport ρs/∆lh. Malheureusement, ces paramètres séparés ne
nous sont pas accessibles expérimentalement. L’une des seules informations que nous avons sur
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ces paramètres est donnée par les spectres de PLE des boîtes quantiques. Mis à part la réplique
phonon LO, pour la plupart des boîtes quantiques, les premiers états excités sont à environ
30 meV au dessus de l’état fondamental. Nous utiliserons cette valeur minimale pour ∆lh car
elle permet de minimiser l’amplitude du champ de contraintes local. Pour une telle valeur de la
séparation lourds-légers, il est alors nécessaire de considérer les valeurs moyennes suivantes du
tenseur de contraintes pour la boîte quantique M1248-1 :

εxy = −0.77% εxx − εyy = 0.90% (2.7)

Ces valeurs sont à comparer aux 6.3% de différence de paramètres de maille entre CdTe et
ZnTe. Il n’y a donc pas de grande inhomogénéité dans la relaxation de contraintes. En fixant la
valeur de εyy arbitrairement, il est possible de calculer la séparation entre trous lourds et trous
légers induite par les contraintes. Pour εyy = 0, on trouve une séparation ∆strain

lh =21 meV auquel
il faut ajouter l’écart énergétique induit par le confinement. Par contre si εyy = 0.5%, ∆strain

lh =45
meV. Ces valeurs indiqueraient que les contraintes sont effectivement fortement relaxées dans les
boîtes quantiques étudiées.

Les paramètres énergétiques de contraintes sont donc de l’ordre de quelques dizaines de meV.
En comparaison, les paramètres énergétiques liés à l’interaction d’échange électron trou sont d’un
à deux ordres de grandeurs inférieurs. Dans la résolution du hamiltonien de l’exciton neutre, une
première approche est donc de résoudre le hamiltonien de Bir Pikus en premier lieu. On obtient
donc les états de trous définis dans l’équation (2.5). On peut ensuite résoudre le hamiltonien
d’échange avec ces états de trous en négligeant le mélange lourd-léger que pourrait provoquer
ce nouvel hamiltonien. In fine, on calcule toujours la recombinaison d’un électron avec un trou
"quasi-lourd" Φ±h . Le taux de polarisation induit par le mélange de bande de valence est donc le
même pour l’exciton chargé que pour une structure neutre.

Cependant, la thèse du champ local de contraintes comme origine de la polarisation de la
luminescence des boîtes quantiques porte une hypothèse forte : elle implique en effet que la
luminescence de la boîte quantique reflète la force d’oscillateur des transitions optiques. Cette
hypothèse est tout à fait justifiée pour les excitons chargés X+ et X− ou le biexciton car ces
états sont totalement dégénérés en spin. Au contraire, pour l’exciton neutre, cela suggère une
relaxation rapide du spin de l’exciton [47]. On peut aussi imaginer que des excitons de spin
Jz = ±1 sont successivement injectés dans la boîte quantique. Si celle-ci présente un mélange
de ses états radiatifs, causé par l’anisotropie du confinement par exemple, l’état excitonique va
osciller entre les états propres de la boîte durant le temps de cohérence de l’exciton [48]. Si le
temps de cohérence n’est pas trop court en comparaison du temps de vie radiatif, l’intensité de
PL des états propres X et Y reflétera parfaitement leur force d’oscillateur. Le fait que l’exciton
neutre présente le même taux de polarisation que les structures chargées et le biexciton traduit
en tout cas que l’intensité de luminescence des transitions reflète bien leur force d’oscillateur et
qu’elle n’est pas perturbée par des effets de population.

2.3.2 Compétition entre deux origines d’anisotropie - l’exciton neutre

Considérons à présent plus en détail la structure fine d’émission de l’exciton neutre et du biex-
citon de la boîte quantique M1248-1 (Fig. 2.13). Nous avons vu que ces structures fines étaient
symétriques et qu’aucun phénomène de population ne venait perturber cette symétrie. Concen-
trons nous donc sur l’étude de la structure fine de l’exciton neutre. Il s’agit d’un doublet dont les
raies sont séparées de 200 µeV. Chacune des raies est polarisée linéairement à 100%. Cependant,
deux caractéristiques écartent ce comportement du modèle simple décrit par le hamiltonien Hexc
(eq.2.3) : Tout d’abord, l’intensité relative des deux raies est fortement différente. Ceci s’oppose
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aux résultats de Takagahara [49] qui démontre que l’interaction d’échange à longue portée ne
peut créer qu’une très légère différence de force d’oscillateur entre les deux transitions. En outre,
les deux raies ne sont pas polarisées perpendiculairement ; leurs polarisations forment un angle
χX d’environ 110◦. Ce sont ces deux caractéristiques réunies qui produisent une polarisation
globale de l’émission excitonique.

Ces résultats sont d’une importance majeure car ils ne peuvent être expliqués qu’en terme de
compétition entre deux anisotropies régissant les propriétés optiques de la boîte quantique. Le
mélange de bande de valence lié à une anisotropie du potentiel de confinement (via le hamiltonien
de Luttinger) ne peut donc pas être l’origine unique du mélange de bande de valence. En effet,
la polarisation linéaire induite respecte alors la symétrie du potentiel, tout comme l’effet de l’in-
teraction d’échange à longue portée. Il ne peut donc y avoir compétition. Seule la considération
d’un champ local de contraintes possédant un axe d’anisotropie différent de celui du potentiel
de confinement peut provoquer ce type de comportement. Dans la suite, nous allons laisser de
côté le hamiltonien de Luttinger et modéliser la compétition qui peut s’exercer entre l’échange
électron-trou à longue portée et le mélange de bande lié aux contraintes. En réalité, la compé-
tition a vraisemblablement lieu entre les contraintes d’une part et l’anisotropie du confinement
d’autre part (incluant à la fois le mélange de bande de valence via le hamiltonien de Luttinger
et l’échange à longue portée.)

Pour expliquer les propriétés de polarisation de l’exciton neutre, il est donc nécessaire de
considérer un hamiltonien incluant le hamiltonien de Bir-Pikus ainsi que l’interaction d’échange
électron-trou à courte et longue portée. Cependant nous avons vu que la prise en compte des
fonctions enveloppes des porteurs confinés est nécessaire au calcul des propriétés d’émission
des boîtes quantiques (équation (2.6)). Par soucis d’homogénéité, nous n’utiliserons donc pas le
modèle simplifié de l’interaction d’échange électron-trou présenté en (2.3) mais un modèle plus
complet, tenant compte des différences de recouvrement entre porteurs :

HX = HBP +Hsr,Chenexc +Hlrexc (2.8)

On introduit H lr
exc de manière effective en ne considérant que les effets de la contribution longue

portée observés expérimentalement : la contribution à l’écart radiatifs-non-radiatifs δlr0 et le
mélange des états radiatifs δlr2 e2iφ2 . Hsr,Chenexc est le hamiltonien 8 × 8 décrivant l’interaction
d’échange à courte portée dans le cas général où les fonctions enveloppes des trous lourds et
légers peuvent être différentes. Ce hamiltonien a été clairement décrit par Chen et al. [50] et
peut être résumé de la façon suivante :

Hsr,Chenexc =
−2δsr0
3α 3

2
, 3
2

∑
m,n

αm,njm,nσm−n (2.9)

avec

α± 3
2
,± 3

2
=
∫

(χe(~r)χhh(~r))2d~r

α± 1
2
,± 1

2
= 2α± 1

2
,∓ 1

2
=
∫

(χe(~r)χlh(~r))2d~r

2α± 3
2
,± 1

2
= 2α± 1

2
,± 3

2
=
∫
χ2
e(~r)χlh(~r)χhh(~r)d~r

Dans ce hamiltonien, les opérateurs de spins sont écrits en utilisant les notations suivantes :
Pour le spin de l’électron, σ0,1,−1 = σz,+,−. Pour le trou, dans l’opérateur jm,n, m et n sont
respectivement l’état de spin initial et l’état final. jm,n = jz quand m = n. Dans le chapitre 1,
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Fig. 2.15 – (a) Schéma des angles utilisés dans la discussion. φ est l’angle d’observation, θb l’angle
définissant l’axe d’anisotropie du potentiel de confinement et θs l’angle définissant la direction
des contraintes. (b) Graphiques en coordonnées polaires de l’intensité calculée des transitions
optiques de l’exciton neutre pour la boîte quantique M1248-1 (raie basse énergie - carrés -, raie
haute énergie - ronds - et polarisation globale - trait continu - ). (c) Calcul de l’évolution de
l’écart énergétique du doublet radiatif et de l’angle χX défini en (b) en fonction de θb − θs.

nous avons introduit le paramètre η également utilisé dans la section 2.3.1. Ce paramètre est bien
évidemment relié aux paramètres α de l’équation (2.9) ainsi qu’à l’écart énergétique lourds-légers
∆lh.

Afin de ne pas créer d’incohérence dans notre modélisation en décorrélant ces paramètres,
nous avons estimer les paramètres α à partir des valeurs fixées de ∆lh = 30 meV et η =0.8. Nous
considérons des boîtes quantiques à symétrie cylindrique. Les variables d’espaces sont découplées
et nous résolvons les hamiltoniens en z et ρ séparément par la méthode de Runge-Kutta. Des puits
de potentiel gaussiens sont choisis pour modéliser la boîte quantique. Suivant z, on utilise une
hauteur de 2.5 nm (FWHM). La largeur radiale est fixée à 10 nm. Ces valeurs sont en bon accord
avec les mesures réalisées au microscope électronique (TEM). Nous savons que pour des boîtes
quantiques CdTe/ZnTe, le puits de potentiel pour les électrons est environ huit fois plus important
que celui des trous. Nous avons donc choisi une profondeur de 700 meV pour le puits de potentiel
vu par les électrons. Cette estimation est grossière mais la fonction d’onde de l’électron n’est
pas modifiée significativement pour une modification de 100 meV de la profondeur du puits. Les
masses effectives données par Fei Long et al. [51] sont utilisées. La fonction enveloppe de l’électron
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est calculée en premier lieu ce qui permet de prendre en compte l’attraction coulombienne pour
le calcul des fonctions enveloppes de trous. Les profondeurs de puits de potentiel pour les trous
lourds et légers sont alors ajustées de façon à obtenir un écart entre les niveaux fondamentaux
de trous lourds et légers ∆lh = 30 meV et une valeur de η égale à 0.8. On trouve alors une
profondeur de puits de 50 meV pour les trous lourds et 30 meV pour les trous légers. On constate
que cette différence de profondeur de puits est en accord avec le calcul des éléments du tenseur
de contraintes (équation (2.7)) qui prédisait un écart lourds-légers dû aux contraintes de 20 meV.
Cette modélisation rapide donne les valeurs suivantes pour les intégrales de recouvrement :∫

χe(~r)χlh(~r)d~r∫
χe(~r)χhh(~r)d~r

= 0.8 (2.10)

α 1
2
, 1
2

α 3
2
, 3
2

= 0.5

α 3
2
, 1
2

α 3
2
, 3
2

= 0.7

Le paramètre énergétique δ0, également partagé entre les contributions à courte et longue portées,
peut être extrait de mesures magnéto-optiques. Pour la boîte quantique M1248-1, il vaut 800 µeV.

Nous avons vu précédemment qu’en première approximation, l’échange électron-trou ne consti-
tue pas une source de mélange car il est énergétiquement beaucoup plus faible que l’effet des
contraintes. Les trous peuvent donc être correctement décrits par les états |Φ±h 〉. Une des particu-
larités des ces états est que les spin-flips du trou ne sont plus bloqués comme dans l’approximation
du trou lourd. Cette propriété a d’importantes retombées sur l’interaction d’échange à courte
portée car celle-ci n’est plus réduite à une interaction d’Ising. On observe alors une levée de
dégénérescence des excitons radiatifs provoquée par l’échange à courte portée : Prenons le cas
de l’exciton | ↑e Φ−h 〉. Lorsque le spin électronique se retourne, la partie lourde de |Φ−h 〉 passe de
−3/2 à −1/2 et la partie légère de 1/2 à 3/2. L’élément de matrice 〈↓e Φ+

h |σ−j+| ↑e Φ−h 〉 est donc
non-nul. La probabilité que ce phénomène se produise est proportionnelle à α2

3/2,1/2|ϕ|
2. Rappe-

lons que la part de trou léger estimée dans l’état fondamental de trou pour la boîte quantique
M1248-1 est d’environ 25%. La probabilité de spin-flips électron-trou n’est donc pas négligeable.
L’échange à courte portée mélange donc les états radiatifs pour produire deux états (liant et
anti-liant) dont l’émission est linéairement polarisée parallèlement et perpendiculairement à la
direction de contraintes θs. L’écart énergétique entre ces transitions est à la fois régi par le terme
δsr0 et le mélange de bande de valence. Ainsi, la compétition entre l’anisotropie de forme de la
boîte quantique portée par l’interaction d’échange longue portée et l’anisotropie liée à la distribu-
tion inhomogène de contrainte ne peut être réduite à une modulation des transitions linéairement
polarisées suivant les axes de confinement par une enveloppe dont la direction de polarisation
est celle des contraintes. Deux effets similaires s’opposent, chacun d’entre eux tentant d’imposer
une direction de polarisation aux doublet radiatif.

Afin d’extraire les paramètres contrôlant cette compétition, un calcul numérique des transi-
tions optiques de l’exciton neutre a été réalisé. Celui-ci permet d’obtenir en particulier l’écart
énergétique entre états radiatifs (notons le δb) et l’angle χX entre les directions de polarisation
de chacune des raies du doublet, en fonction de l’angle entre la direction des contraintes et l’axe
d’anisotropie du potentiel de confinement comme le montre la figure 2.15(c). Pour ce calcul, seule
la valeur de δ2 reste inconnue. Posons pour le moment arbitrairement δ2 =250 µeV. Cette valeur
nous permet de correctement modéliser la compétition observée. Nous verrons dans la suite qu’elle
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permet de reproduire particulièrement bien les caractéristiques de la boîte quantique M1248-1
(Fig.2.15(b)).

Le calcul présenté Fig.2.15(c) montre que l’écart énergétique δb comme l’angle χX est très
sensible à l’angle θb − θs. δb varie en effet entre 100 et 500 µeV. Il est maximal lorsque la
direction des contraintes et l’axe d’anisotropie de la boîte sont superposés et minimal lorsqu’ils
sont perpendiculaires. Cette variation peut s’expliquer en introduisant l’un des deux facteurs
responsables de la compétition de manière perturbative. Lorsque la levée de dégénérescence des
états radiatifs est principalement causée par l’action combinée du mélange de bande de valence
et de l’échange à courte portée, l’écart énergétique induit par le facteur dominant est modulé par
une enveloppe sinusoïdale dont l’amplitude est définie par la contribution à longue portée. Dans
ce cas l’anisotropie de la boîte a seulement une faible incidence sur les directions de polarisation
et la raie haute énergie est la plus intense quelque soit l’angle θb− θs (voir Fig.2.16 MBV� δ2).
Au contraire, lorsque l’interaction d’échange longue portée est plus importante que l’effet des
contraintes, la situation s’inverse pour l’écart énergétique. La forme de la boîte a alors une forte
incidence sur les directions de polarisation des raies. Comme l’émission globale de la structure est
toujours polarisée linéairement suivant l’axe des contraintes, et que la direction de polarisation
de chacune des raies du doublet est fixée par la forme de la boîte quantique, l’intensité de
luminescence est concentrée sur la raie haute énergie lorsque les deux axes d’anisotropie sont
confondus et sur la raie basse énergie lorsqu’ils sont perpendiculaires (voir Fig.2.16 MBV� δ2).

La variation des directions de polarisation semble plus complexe (Fig.2.15(c), panneau droit).
Les directions de polarisation des deux raies sont perpendiculaires lorsque les axes d’anisotropie
sont soit parallèles soit perpendiculaires. Par contre, lorsque l’angle θb − θs est légèrement aigu
ou obtus, l’angle χX subit une brutale variation de plus ou moins 20◦. La déviation maximale
augmente avec l’augmentation de l’un ou l’autre des paramètres δ2 et ρs/∆lh. Enfin, la forme
de la variation dépend de l’intensité relative des deux phénomènes en compétition. Si l’un des
phénomènes domine, la variation est sinusoïdale. Au contraire, si les intensités des phénomènes
sont comparables, la variation est plus piquée. C’est le cas de la figure 2.15(c)).

En conséquence, on reproduit au mieux les données expérimentales de la boîte quantique
M1248-1 avec le jeu de paramètres suivant :

∆lh = 30meV (2.11)
ρs/∆lh = 0.75

θs = 10◦

δsr0 = δlr0 = 400µeV
δ2 = 250µeV

θb − θs = 70◦

Des mesures effectuées sur onze boîtes quantiques n’ont pas permis de révéler une corrélation
entre le taux de polarisation global de l’émission et l’écart énergétique entre états radiatifs. Les
écarts énergétiques mesurés se situent entre 30 et 300 µeV. Le taux de polarisation linéaire peut
quant à lui atteindre 50%. En particulier, plusieurs boîtes quantiques présentent un taux de
polarisation de l’ordre de 40% et des écarts énergétiques très différents. La levée de dégénéres-
cence des états radiatifs est donc généralement produite par l’action commune de l’interaction
d’échange à longue portée et du mélange de bande de valence via l’échange à courte portée. La
direction de contraintes et l’anisotropie du potentiel de confinement ne présentent pas de corré-
lation dans nos systèmes. En moyenne, les valeurs mesurées pour le mélange de bande de valence
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Contraintes seules (MBV) Echange  longue port e seul (δ2)

MBV >> δ2 MBV << δ2

θs

θs θs

raie haute nergie
raie basse nergie
intensit  totale

Fig. 2.16 – Schémas des intensités d’émission du doublet excitonique résolus angulairement pour
quatre configurations : mélange de bande induit par les contraintes seul, échange à longue portée
seul (la boîte quantique est schématisée en grisé), mélange de bande (MBV) dominant et échange
dominant. La direction de contraintes est θs =10◦. La direction de la boîte est θb =85◦.

et l’interaction d’échange à longue portée sont importantes. Ceci est en accord avec les calculs
rapportés récemment dans la littérature [20, 40, 41, 42].

2.3.3 Mélange de bande de valence et magnéto-optique

Intéressons nous à présent au comportement des structures excitoniques d’une boîte quantique
CdTe/ZnTe lorsque celle-ci est soumise à un champ magnétique extérieur. On écrit généralement
l’interaction d’un exciton avec le champ magnétique [14, 52, 53] :

HB = geµBσ.B + g0µB(κj.B + qj3.B) + ζ.B2 (2.12)
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Le premier terme de ce hamiltonien décrit l’interaction de l’électron avec le champ magnétique.
On néglige généralement l’influence de la forme du confinement ou du couplage spin-orbite sur
le facteur g de l’électron bien que plusieurs publications théoriques rapportent un écart à l’effet
Zeeman "classique" [54, 55]. Nous nous permettrons de considérer un facteur g de l’électron dif-
férent suivant l’axe de croissance et dans le plan (gze 6= g⊥e ). Le deuxième terme du hamiltonien
magnétique est l’interaction du champ magnétique avec le trou. Luttinger a montré qu’en symé-
trie D2d, celle-ci se compose d’un terme linéaire en j et d’une terme cubique. Plusieurs mesures
montrent que, dans les puits comme dans les boîtes quantiques, κ � q [20, 56]. On regroupe
généralement toutes les contributions au facteur g du trou en un seul et même terme gh utilisé
dans un modèle de pseudo spin 1/2 4. Cette notation permet de mieux visualiser l’anisotropie
du spin du trou. Nous serons donc amenés, par la suite, à considérer les composantes du facteur
g du trou parallèle (gzh) et perpendiculaire (g⊥h ) à l’axe de croissance. Le dernier terme du ha-
miltonien HB décrit le décalage diamagnétique de l’exciton. Celui-ci provient de l’apparition du
potentiel vecteurA(r) dans le terme d’énergie cinétique des porteurs. Le décalage diamagnétique
est fortement influencé par la forme des fonctions d’onde de l’électron et du trou. Nous décrirons
donc ce terme par un produit scalaire où l’anisotropie des fonctions enveloppes est contenue dans
le paramètre ζ. Le diamagnétisme produit un décalage énergétique quadratique en champ pour
toutes les transitions optiques. Nous ne nous intéresserons pas à son analyse détaillée dans la
suite de ce manuscrit.

L’influence du mélange de bande de valence sur la magnéto-optique de l’exciton a principale-
ment été étudiée dans les puits quantiques [56]. Cet aspect n’a attiré l’intérêt de la communauté
des boîtes quantiques que récemment [19, 20, 57]. Nous allons ici tenter d’expliquer les principales
caractéristiques des comportements magnéto-optiques de l’exciton neutre, des premiers excitons
chargés et du biexciton à travers l’exemple d’une boîte quantique de l’échantillon M1248. Nous
verrons que plusieurs d’entre elles ne trouvent d’explication qu’en considérant l’effet du mélange
de bande de valence, en particulier l’existence d’un facteur g du trou dans le plan de croissance
ou le comportement de la polarisation des raies d’émission.

La figure 2.17 montre le comportement des structures excitoniques de la boîte quantique
M1248-1 sous champ magnétique en configuration Faraday et Voigt. Considérons tout d’abord,
l’évolution des structures fines d’émission lorsque la boîte est soumise à un champ magnétique
parallèle à l’axe de croissance. Il est possible de décrire simultanément les comportements sous
champ magnétique des différentes structures excitoniques : le comportement du biexciton est
obtenu à partir de celui de l’exciton grâce à des considérations de symétries ; celui des excitons
chargés peut être étudié simultanément à celui de l’exciton en utilisant le "modèle du porteur
spectateur".

En configuration Faraday, l’application du champ magnétique ne change pas l’axe de quan-
tification du système (l’axe de croissance du fait de l’anisotropie du trou). Les notions d’états
excitoniques radiatifs et non-radiatifs définies au premier chapitre restent donc valides. Pour le
hamiltonien HB, les états propres d’excitons sont alors les états de spins Jz = ±1, ±2. Le champ
magnétique provoque une séparation Zeeman des états Jz = ±1 d’une part et Jz = ±2 d’autre
part. Il est possible de définir des facteurs g effectifs pour décrire le hamiltonien Zeeman de
l’exciton :

HZ = gzXb,d µB Jz.Bz (2.13)

4La définition de gh utilisée ne prend pas en compte le coefficient 3 provenant de la valeur du moment cinétique
total du trou tel que : HhB = 3ghµBσh.B où σh est le pseudo-spin 1/2 du trou.
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Fig. 2.17 – (a) Structures fines sous champ magnétique de X, X+, X− and X2 de la boîte
quantique M1248-1 en configuration Voigt (B⊥z) et Faraday (B‖z). (b) et (c) représentent res-
pectivement les spectres d’émission résolus en polarisation linéaire de X− et X+ sous champ
magnétique transverse B=11T. (d) et (e) sont les spectres d’émission de X− and X+ résolus
en polarisation circulaire en configuration Faraday (B=11T). La différence d’écart énergétique
Zeeman révèle une différence des facteurs g pour les deux états de charges de la boîte quantique.

avec gzXb =
1
2

(−gze + 3gzh)

et gzXd =
1
4

(gze + 3gzh)

En l’absence de mélange de bande de valence, gzh = g0(κ+ 9/4 q)). Le terme en q étant usuelle-
ment considéré très inférieur à κ, nous allons le négliger dans un premier temps.

Considérons à présent l’effet du mélange de bande de valence produit par une distribution
inhomogène des contraintes dans le plan de croissance. Le comportement du spin du trou sous
champ magnétique est modifié. La contribution du trou à gzX ne peut plus être réduit à 3/2 κg0.
Elle dépend de la probabilité pour le trou d’être lourd ou léger et s’écrit (3/2 (1 − 2ϕ2) −
1/2 ϕ2)κg0. On conclue donc que le facteur g de l’exciton diminue avec l’augmentation du
mélange de bande de valence.

On doit distinguer deux régimes de champ magnétique pour décrire l’évolution des spectres
d’émission des structures excitoniques dans une boîte quantique. Lorsque l’énergie Zeeman de
l’exciton (2gzXbµbB) est grande devant l’écart énergétique entre les états radiatifs δb, on peut
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négliger les termes d’échange couplant les états radiatifs. Il n’y a alors pas de différence entre le
spectre d’émission de l’exciton neutre et celui des excitons chargés. A fort champ, la structure
fine de ces complexes est constituée de deux raies d’émissions. S’il n’y a pas de mélange de
bande de valence, ces raies doivent être polarisées circulairement. La raie polarisée σ− est dans
ce cas à basse énergie et la raie polarisée σ+ à haute énergie. Ceci indique que le facteur g
de l’exciton est positif. En présence de mélange de bande de valence, le champ magnétique ne
détruit pas la polarisation linéaire globale de l’émission. Ainsi, les deux raies d’émission ont des
polarisations elliptiques d’hélicités opposées mais dont les axes propres et le taux de polarisation
linéaire sont définis par le mélange de bande de valence (40% pour la boîte quantique M1248-1).
Le taux de polarisation circulaire mesuré n’est alors que de 85% pour chacune des raies (Figure
2.17(d)(e)). Au contraire, à faible champ, les comportement de l’exciton neutre et des excitons
chargés sont différents. Pour l’exciton neutre, le couplage des états radiatifs est en lutte avec le
dédoublement Zeeman, Les raies d’émission passent progressivement d’une polarisation linéaire
à une polarisation circulaire. L’écart énergétique entre les raies est donné par :

∆EX =
√

(2gzXbµbB)2 + δ2b (2.14)

Pour les excitons chargés au contraire, cette lutte n’existe pas. Il se produit donc un dédou-
blement Zeeman classique depuis le champ nul. Pour le comportement sous champ magnétique
du biexciton, on utilise la symétrie miroir avec les transitions excitoniques. Par contre, si l’on
analyse circulairement la polarisation des raies d’émission, on constate que la raie σ− est à basse
énergie pour l’exciton comme pour le biexciton. Cette apparente brisure de symétrie miroir ré-
sulte en réalité de la double symétrie miroir en énergie et en polarisation. Ainsi, dans la plupart
des cas, rien ne distingue les structures fines de l’exciton, du biexciton et des excitons chargés à
champ fort en configuration Faraday.

Pour certaines boîtes quantiques cependant, un anticroisement apparaît autour de 9T au ni-
veau de la raie basse énergie pour l’exciton neutre (et donc à haute énergie pour le biexciton). On
le voit clairement sur la figure 2.17(a). Cet anticroisement fait donc intervenir l’exciton de spin
Jz = −1 et l’état non-radiatif déstabilisé par le champ magnétique. Cependant, à ce stade de
la discussion, il n’est pas possible d’identifier cet état. Seule l’étude magnéto-optique des boîtes
quantiques magnétiques donne une indication sur la nature de l’état non-radiatif "haute énergie".
Nous verrons au chapitre 3 qu’il s’agit vraisemblablement de l’exciton Jz = +2. Ceci implique
que le facteur g est positif pour les excitons radiatifs comme pour les excitons non-radiatifs
(nous y reviendrons). L’origine de cet anticroisement reste méconnue. Une composante non-nulle
du champ magnétique dans le plan peut être invoquée. Un anticroisement apparaît également
entre ces états lorsque la boîte quantique est soumise à la fois à une distribution inhomogène de
contraintes dans le plan de croissance et à des contraintes de cisaillement entre l’un des axes du
plan et l’axe de croissance. Les contraintes εzx ou εzy provoquent en effet un couplage des trous
lourds jz = ±3/2 avec les trous légers jz = ±1/2. Ce mélange de bande de valence conduit à un
couplage des états non-radiatifs Jz = ±2 avec les états radiatifs Jz = ±1. Si les excitons radiatifs
sont encore légèrement couplés lorsque l’état Jz = +2 croise l’état Jz = −1, un anticroisement
se produit. Cependant, cette interprétation ne permet pas de reproduire l’énergie de l’anticroise-
ment observé (100 µeV expérimentalement). Si l’on considère que la boîte M1248-1 est soumise à
une contrainte de cisaillement moyenne εzx de 1%, l’anticroisement calculé ne vaut que 30 µeV.

Considérons à présent l’application d’un champ magnétique externe dans le plan de croissance
des boîtes quantiques (Partie droite de la figure 2.17)(a)). Expérimentalement, les spectres des
excitons chargés se séparent en quadruplet sous l’action d’un champ magnétique transverse. On
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peut distinguer dans ces structures un doublet interne et un doublet externe polarisés linéairement
dans des directions opposées (Fig. 2.17)(b)(c)). Pour l’exciton neutre, on observe un décalage des
raies d’émission vers les hautes énergies. Elles se séparent également légèrement avec l’application
du champ. De plus, à fort champ magnétique, les états non-radiatifs commencent à apparaître
dans le spectre d’émission. Ils se décalent quant à eux vers les basses énergies. Enfin, le spectre
du biexciton est toujours symétrique de celui de l’exciton.

Pour comprendre l’effet du champ magnétique transverse sur les structures excitoniques,
considérons tout d’abord le comportement des excitons chargés. Dans le "modèle du porteur
spectateur", l’exciton chargé, quelque soit la charge excédentaire se comporte comme un électron
et un trou qui ne se "voient" pas. On doit donc considérer indépendamment leur interaction avec
le champ. Soit un champ magnétique dans le plan, de norme B et faisant un angle θB par
rapport à l’axe x du repère (pour l’électron, ce dernier peut être défini arbitrairement). D’après
le hamiltonien Zeeman de l’électron, les deux états propres d’électron sous champ sont :

ψ±e =
1√
2

(±e−iθB/2| ↑〉+ eiθB/2| ↓〉), (2.15)

d’énergies E±e = ±1
2
g⊥e µBB.

Par contre, pour le trou, plusieurs cas de figures sont possibles. S’il n’est pas soumis au mé-
lange de bande de valence et que l’on néglige totalement l’influence du terme en j3, les trous
lourds ne peuvent pas sentir l’action du champ magnétique (g⊥h = 0). Leur spin reste fixé suivant
l’axe de croissance et la dégénérescence de l’état de trou n’est pas levée. On doit donc considé-
rer des transitions optiques entre des trous jz = ±3/2 et les états d’électron définis en (2.15).
Chacune de ces transitions est circulairement polarisée. Cependant, comme les transitions pro-
duites par la recombinaison d’un électron dans un état donné avec un trou jz ± 3/2 ont même
énergie et qu’elles sont associées à des polarisations opposées, on observe uniquement deux raies
d’émission non-polarisées dont l’écart énergétique reflète le dédoublement Zeeman de l’électron.
Ce comportement est particulièrement rare.

Puisque le terme Zeeman direct est bloqué dans l’approximation du trou lourd, le terme en κ
est nul et le terme en q ne peut être rigoureusement négligé. C’est le deuxième cas de figure. Dans
ce cas, le signe de la phase dans l’élément de couplage entre trous ±3/2 est inversé par rapport
au cas de l’électron décrit précédemment. Ceci résulte simplement de l’écriture des matrices j3x,y.
Notons que pour le trou, l’axe x de référence pour l’orientation du champ ne peut pas être pris
arbitrairement. Il est fixé à l’axe cristallographique 100 par des considérations de symétrie. En
conséquence, les états propres de trous sont de la forme :

ψ±h,q =
1√
2

(±eiθB/2|3/2〉+ e−iθB/2| − 3/2〉), (2.16)

d’énergies E±h,q = ±3
4
qg0µBB.

Le facteur g du trou dans le plan est alors égal à 1/2 qg0 et isotrope : l’énergie E±h,q ne dépend
pas de la direction du champ θB. On doit dans ce cas observer quatre raies d’émission. Elles
sont polarisées linéairement. Il est aisé de montrer en calculant l’élément de matrice dipolaire
que les transitions d’énergie E±e + E±h,q sont polarisées suivant −θB et les transitions d’énergie
E∓e +E±h,q suivant la direction −θB +90◦. Les doublets interne et externe doivent donc bien avoir
des directions de polarisations opposées comme le montre les figures 2.17(b) et (c).
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On peut enfin considérer un troisième cas de figure. Considérons de nouveau un mélange
de bande de valence causé par les contraintes. Considérons le faible pour pouvoir utiliser les
approximations de l’équation (2.5) mais négligeons en comparaison le terme cubique de couplage
au champ. Faisons à présent une première approximation qui consiste à utiliser un formalisme
de pseudo-spin pour le trou en se restreignant au sous-espace des états Φ±h . Le terme Zeeman
linéaire couple à présent les états de trous Φ±h :

〈Φ+
h |j.B|Φ

−
h 〉 = κg0µbB

(
−
√

3
ρs

∆lh
ei(−2θs−θB) + (

ρs
∆lh

)2ei(−4θs+θB)
)

(2.17)

On regroupe donc ici l’action des contraintes et le hamiltonien Zeeman en un même élément de
couplage. On constate que l’élément de couplage est ici difficilement factorisable. On ne peut
pas en extraire une phase simple dépendant de l’orientation du champ et de la direction de
contraintes. Faisons donc une deuxième approximation en négligeant le terme quadratique en
ρs/∆lh. Les fonctions propres de trous s’écrivent alors :

ψ±h,s =
1√
2

(±e−i(2θs+θB)/2|Φ+
h 〉+ ei(2θs+θB)/2|Φ−h 〉), (2.18)

d’énergies E±h,s = ∓
√

3κg0
ρs

∆lh
µBB.

Comme précédemment, on obtient un facteur g dans le plan non nul pour le trou. Il est là aussi
isotrope et vaut −1/(2

√
3) ρs/∆lh κg0. Par contre, les directions de polarisations des quatre

raies d’émission sont à présent indépendantes de la direction du champ magnétique. Les raies
d’émission d’énergies E±e +E±h,s sont polarisées selon θs. Les raies d’énergies E

±
e +E∓h,s ont une

polarisation perpendiculaire à θs. Le doublet polarisé suivant θs est donc plus intense du fait de
la polarisation globale de la structure.

Ce phénomène a été observé expérimentalement par Koudinov et al.[20] et interprété de
cette manière. Cependant, cette modélisation n’est pas suffisante. La figure 2.18 représente les
spectres de luminescence résolus en polarisation des excitons chargés X+ et X− de la boîte
quantique M1248-1 sous un champ magnétique transverse de 11 T. Les directions de polarisation
des différentes raies semblent être contrôlées par une physique plus complexe. Au sein d’un
même doublet (externe ou interne), les polarisations des raies ne sont pas tout à fait parallèles.
De plus, les polarisations globales des doublets ne sont pas orthogonales comme attendu par le
modèle précédent. La figure 2.19 montre quant à elle que la variation de la direction du champ
magnétique transverse a une influence à la fois sur l’écart énergétique entre raies et sur les
directions de polarisations.

Lorsque le champ magnétique transverse est perpendiculaire à l’axe cristallographique 110
(Fig.2.19(b)), l’écart énergétique produit par le champ permet uniquement d’observer un triplet
d’émission. Les raies internes sont superposées. Il s’agit d’un cas particulier où |g⊥e | = |3g⊥h |. Les
polarisations des doublets internes et externes sont pour cette configuration à peu près perpen-
diculaires. Dans les cas (a) et (c) (θB=135◦et 30◦), l’écart est différent si bien que quatre raies
peuvent être observées. L’angle χout−in entre les directions de polarisation des deux doublets
est alors d’environ 90◦ dans le cas (a) et 70◦ pour (c). Comme nous l’avons vu dans la section
2.3.2, ce comportement est caractéristique d’une compétition entre différentes anisotropies. Ici,
la compétition a lieu entre le champ magnétique dans le plan d’une part et les contraintes d’autre
part.
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Fig. 2.18 – Structures fines résolues en polarisation de X+((a)) et X− ((b)) pour la boîte quan-
tique M1248-1. Les graphiques d’intensité d’émission en coordonnées polaires sont tracés dans la
partie droite. Les courbes noires correspondent à l’intensité des raies basse énergie et les courbes
rouges à celle des raies haute énergie.

Cette compétition, liée à l’existence dans le hamiltonien de deux éléments de couplages possé-
dant des phases différentes, ne peut être modélisée par l’utilisation du formalisme de pseudo-spin
où ces éléments sont regroupés en un seul. Il est donc nécessaire de diagonaliser le hamiltonien
8×8

HX± = HBP +HB (2.19)

où l’électron et le trou sont indépendants, sans approximation. Les résultats de ce calcul sont
présentés en figure 2.20. Nous avons tracé en figure 2.20, l’évolution calculée de la structure fine
d’une boîte quantique et de l’angle χout−in entre les polarisations du doublet interne et externe en
fonction de l’orientation d’un champ magnétique transverse de 11T pour deux jeux de paramètres.
Le cas (a) présente l’évolution lorsque le terme cubique d’interaction avec le champ est nul (q = 0).
Le cas (b) résulte d’un calcul où le paramètre q est différent de zéro. Dans les deux cas, on observe
que le facteur g du trou est anisotrope dans le plan de croissance contrairement à ce que prédit
le modèle simple dans l’approximation du pseudo-spin. De plus, on observe bien une variation
de l’angle χout−in avec la direction du champ magnétique transverse. Ces deux simulations sont
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Fig. 2.19 – Structures fines et graphiques d’émission en coordonnées polaires de l’exciton chargé
négativement de la boîte quantique M1248-3 pour trois orientations du champ magnétique trans-
verse (11T) : (a) θB = 135◦, (b) θB = 90◦ et (c) θB = 30◦. θs = 10◦ dans les tous les cas. Pour
les graphiques en coordonnées polaires, l’intensité du doublet interne est tracée en carrés ouverts
verts. L’intensité du doublet externe est tracé en cercles pleins noirs. La courbe pointillée bleue
représente l’émission globale.

donc en accord qualitatif avec l’expérience. Cependant, les trois situations expérimentales de la
figure 2.19 ne permettent pas d’extraire un jeu de paramètres pour κ et q.

Il apparaît au travers du calcul, qu’il n’est pas nécessaire d’avoir de terme cubique dans
le hamiltonien de champ magnétique pour s’écarter du modèle simple dans l’approximation du
pseudo-spin défendu par Koudinov et al [20]. Dans le cas (a) la compétition naît simplement du
mélange de bande liée aux contraintes et de l’interaction Zeeman j.B avec le champ magnétique.
Les extrema de l’écart énergétique se trouvent alors pour les orientations parallèles ou perpendi-
culaires à la direction de contraintes. Pour ces orientations, les polarisations des doublets externe
et interne sont perpendiculaires. Lorsque l’on ajoute au comportement du trou un terme d’inter-
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Fig. 2.20 – Dépendance de la structure fine et de l’angle χout−in vis à vis de la direction du
champ magnétique θB pour deux jeux de paramètres : (a) κ =0.15, q =0 ; (b)κ =0.09, q =0.05.
Ces paramètres sont choisis pour refléter un facteur g moyen du trou dans le plan de l’ordre des
facteurs g expérimentaux. Les paramètres utilisés pour modéliser le mélange de bande de valence
sont donnés dans l’équation 2.11. L’intensité du champ magnétique est de 11T.

action avec le champ cubique en j, on ajoute dans la compétition un terme de mélange portant
une nouvelle phase qui tend à aligner les directions de polarisation suivant −θB. Ceci résulte
dans une déformation et un décalage de l’évolution du splitting et de l’angle χout−in. Enfin, cette
modélisation, ne permet pas de rendre compte des différences d’orientation de polarisation au
sein de chaque doublet. Un modèle plus complet intégrant le hamiltonien de Luttinger et une
anisotropie du facteur g dans le plan dû au confinement pourrait peut être permettre d’expliquer
ce phénomène.

Intéressons nous à présent au comportement sous champ magnétique transverse de l’exci-
ton neutre. Comme c’est également le cas en configuration Faraday, il existe une différence
entre l’évolution sous champ magnétique transverse de l’exciton neutre et des excitons chargés.
Cette différence provient encore une fois de la lutte entre l’interaction d’échange électron-trou et
l’interaction des porteurs avec le champ magnétique. A faible champ magnétique, l’interaction
d’échange domine. Cependant, l’application d’un champ magnétique dans le plan de croissance
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mélange peu à peu les différents états excitoniques. A fort champ, il n’est plus possible de défi-
nir des états "non-radiatifs" et l’évolution de la structure fine de l’exciton neutre se rapproche
peu à peu de celle des excitons chargés : sous fort champ magnétique, on observe quatre raies
d’émission polarisées linéairement. Les directions de polarisations sont gouvernées, comme pour
les excitons chargés, par une compétition entre contraintes et champ magnétique.

Une évolution singulière de la structure fine de l’exciton neutre a été rapportée récemment
[58, 59, 57]. Stevenson et al. ont démontré qu’il est possible de détruire l’écart énergétique entre
excitons radiatifs en appliquant un champ magnétique transverse dans une direction ad hoc. Ce
phénomène leur a ainsi permis d’intriquer les photons émis par la boîte quantique. Le modèle
développé dans cette thèse montre que c’est l’influence du terme cubique j3.B de couplage au
champ magnétique sur l’interaction d’échange à longue portée qui permet une annulation de
l’écart énergétique entre excitons radiatifs. La figure 2.21, montre l’évolution de l’écart entre les
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Fig. 2.21 – Dépendance calculée de l’écart entre états radiatifs pour l’exciton neutre en fonction
de l’intensité et de l’orientation du champ magnétique transverse. Les paramètres de modélisa-
tion sont purement arbitraires et visent uniquement à illustrer le phénomène de disparition du
dédoublement. δ0 =500 µeV, δlr2 =80 µeV, θb =20◦/(100), ge =-0.3 etq =0.3. Le mélange de
bande de valence n’est pas pris en compte.

états radiatifs de l’exciton neutre en fonction de l’intensité et la direction du champ magnétique
transverse. Pour ce calcul, une boîte quantique sans mélange de bande de valence a été modélisée.
On constate que le dédoublement s’annule pour un champ magnétique de 7T avec une orienta-
tion de −θb(π). La valeur de ce champ magnétique dépend à la fois de δ0, δ2 et des facteurs g
de l’électron et du trou. Par contre l’orientation du champ dépend de l’axe d’anisotropie de la
boîte. Elle doit être symétrique à θb par rapport à l’axe cristallographique 100. Ceci provient
de la symétrie du terme j3.B. Par contre, si la boîte quantique considérée est soumise à un
mélange de bande de valence non négligeable, le dédoublement des états radiatifs est renforcé
par l’échange à courte portée et le facteur g du trou par le terme linéaire d’interaction avec le
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X X+ X−

g⊥e -0.40 -0.35 -0.35

g⊥h 0.16 0.19 0.17

gze -0.45 -0.45 -0.45

gzh 0.53 0.60 0.53

Tab. 2.1 – Facteurs g extraits des mesures magnéto-optiques sur la boîte quantique M1248-1.

champ. Dans ce cas, l’annulation du dédoublement des états radiatifs n’est plus possible.

Le mélange de bande de valence provoqué par une distribution inhomogène de contraintes
brise l’anisotropie magnétique du trou. Celui-ci a donc un facteur g non nul à la fois suivant l’axe
de croissance et dans le plan de croissance. L’étude de l’évolution des structures fines d’émission
des différents états de charge d’une même boîte quantique (Fig. 2.17(a)) permet d’extraire les
facteurs g de l’électron et du trou pour chaque état de charge. Ces résultats sont regroupés dans
le tableau 2.1.

Malgré le mélange de bande de valence important pour cette boîte, on constate que l’aniso-
tropie magnétique du trou reste forte puisque le facteur g dans le plan est trois fois inférieur au
facteur g dans l’axe de croissance. Le facteur g de l’électron est quant à lui à peu près isotrope.
On constate en outre une valeur plus forte du facteur g du trou pour l’état de charge X+, à
la fois en configuration Voigt et Faraday. Ceci reflète la variation du confinement du trou pour
les différents complexes excitoniques. Pour X et X−, une part significative du confinement du
trou provient de l’attraction coulombienne avec le(s) électron(s) confinés dans l’état initial. Au
contraire, pour X+, le trou est seul dans l’état final. La fonction d’onde du trou sonde alors
davantage les barrières ZnTe, résultant en une diminution du facteur g du trou.

55



Chapitre 2. Boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI à charge variable

Conclusion

Dans les échantillons CdTe/ZnTe, l’état de charge des boîtes quantique peut être contrôlé
de manière électrique et optique. Malgré des processus de charge difficilement identifiables, les
premiers états de charge d’une boîte quantiques sont accessibles (X, X+, X2+ et X−). L’analyse de
leurs propriétés optiques révèle que les boîtes quantiques CdTe/ZnTe sont généralement soumises
à un mélange de bande de valence non négligeable. Celui-ci provient vraisemblablement d’une
distribution inhomogène des contraintes dans le plan de croissance causée par l’apparition de
dislocations ou à la distribution aléatoire des boîtes quantiques. De ce fait, les boîtes quantiques
présentent une émission partiellement polarisée. Des phénomènes de compétition apparaissent si
la boîte quantique est soumise à une anisotropie supplémentaire telle qu’une asymétrie de forme
ou l’application d’un champ magnétique transverse. Des effets spécifiques sur les directions de
polarisations des raies d’émission sont alors observés.
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Chapitre 3

Détection optique de l’état de spin d’un
atome de manganèse
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Ce chapitre est consacré à l’étude de l’émission excitonique de boîtes quantiques contenant
un atome magnétique individuel. Nous démontrons que la structure fine d’émission du système
exciton-Mn permet de sonder l’état de spin de l’atome magnétique inséré dans la boîte quantique.
Cependant, lorsque la boîte quantique est soumise à une distribution inhomogène de contraintes,
la détection du spin de Mn peut devenir délicate. Cette dernière repose en effet sur l’anisotropie
de spin du trou qui est profondément modifiée lorsque la boîte quantique est soumise à un champ
de contraintes.

3.1 Boîtes quantiques contenant un atome magnétique unique

3.1.1 Echantillons à faible dopage magnétique

La fabrication de boîtes quantiques contenant un atome de manganèse unique est un réel
challenge technologique. Nous avons vu précédemment que les boîtes quantiques des échantillons
CdTe/ZnTe ont des densités de l’ordre de 3 1010 cm−2. Considérons un plan de croissance sur
lequel est déposée une densité dMn d’atomes de manganèse et imaginons la croissance de boîtes
quantiques sur cette surface avec une densité dQD. Laurent Maingault a montré dans son travail
de thèse que si les boîtes quantiques ont une nucléation aléatoire, indépendante de la présence
d’atome de manganèse dans le plan de croissance, 35% des boîtes quantiques contiennent un
atome de manganèse unique pour dMn/dQD = 45 (Figure 3.1) [60, 61]. Or le dopage d’une mo-
nocouche atomique avec une densité d’atome de Mn de 1.5 1012 cm−2 est réalisable. Le problème
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vient en réalité de la possibilité de détecter optiquement les boîtes quantiques contenant un seul
atome de manganèse. Comme nous allons le voir dans la section suivante, ces boîtes quantiques
présentent une structure fine caractéristique liée à l’interaction de l’atome magnétique avec les
porteurs confinés. Si le recouvrement entre l’atome de manganèse et les fonctions d’onde des
porteurs est faible - en d’autres termes, si l’atome de manganèse n’est pas au centre de la boîte
quantique - ou si d’autres atomes de manganèse, situés trop près de la boîte quantique, modifient
la structure fine d’émission de la boîte quantique, cette dernière n’est plus identifiable. Lorsque
ces facteurs sont pris en compte dans le calcul de la densité nécessaire d’atome de manganèse,
la proportion maximale de boîtes quantiques contenant un atome de manganèse unique et qu’il
est possible d’étudier n’est plus que de 5% (Fig.3.1). Cette configuration correspond à une den-
sité d’atome de Mn 1.5 1011 cm−2. Ces densités de dopage sont très difficilement accessibles en
dopage direct car le flux ne peut plus être mesuré.

Fig. 3.1 – Probabilité d’obtenir zéro, un, ou plusieurs atomes de Mn à l’intérieur d’une boîte
quantique en fonction de la densité d’atome de Mn dMn normalisée par la densité de boîtes
quantiques dQD (courbes en trait pointillé). La courbe en trait plein correspond à la probabilité
d’obtenir une boîte quantique contenant un seul atome de Mn dont la détection optique est
possible. Cette détection dépend de la position de l’atome de Mn dans la boîte quantique et de
l’absence d’autres atomes de Mn au voisinage de celle-ci. Figure extraite des travaux de Laurent
Maingault [60].

Il existe néanmoins deux méthodes pour atteindre ces faibles concentrations : La première
d’entre elles est d’exposer l’échantillon à un flux mesurable pendant une durée inférieure au temps
de croissance d’une couche atomique pendant la croissance des boîtes quantiques. Cette solution,
bien que rudimentaire, présente de bons résultats. Des boîtes quantiques contenant un atome
de Mn unique ont été caractérisées dans ces échantillons. Cependant ce procédé de croissance
est difficilement reproductible. La deuxième méthode consiste en l’utilisation d’un phénomène
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3.1. Boîtes quantiques contenant un atome magnétique unique

de ségrégation du Mn lors de la croissance du semiconducteur. En effet, lorsque l’on dépose une
monocouche de ZnTe pur sur une couche de ZnTe possédant un dopage donné de manganèse,
Les atomes de manganèse de la dernière monocouche dopée se répartissent de manière égale
entre celle-ci et la monocouche de ZnTe pur qui vient d’être déposée. Ainsi, après le dépôt de N
monocouches de ZnTe pur, la densité de Mn à la surface de l’échantillon sera 2N fois inférieure
au dopage initial. Pour atteindre des densités de Mn d’environ 1.5 1011 cm−2, on réalise donc
en premier lieu la croissance d’une couche épaisse de Zn0.94Mn0.06Te dont le dopage magnétique
est suffisant pour être contrôlé précisément. On fait ensuite croître 9 monocouches de ZnTe pur.
On procède enfin à la croissance des boîtes quantiques. Cette méthode, bien que plus élégante,
semble à peu près équivalente à la méthode de dopage direct du point de vue de la probabilité
réelle de détecter des boîtes quantiques contenant un atome de Mn unique.

3.1.2 Spectre d’émission de boîtes quantiques magnétiques
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Fig. 3.2 – Spectre d’émission des diffrents complexes excitonique d’une boîte quantique contenant
un atome de manganèse unique.

Dans ces échantillons certaines boîtes quantiques présentent une structuration particulière
de leur spectre d’émission. L’étude des énergies d’émission et notamment des énergies de liaison
permet d’identifier l’exciton neutre les excitons chargés X− et X+ ainsi que le biexciton. La figure
3.2 montre un exemple de ces spectres d’émission particuliers. On constate en effet que l’exciton
et le biexciton se composent de six raies d’émission et non pas deux comme les boîtes quantiques
d’échantillons non magnétiques. Les excitons chargés présentent une structure plus complexe en-
core. Dans le cas présenté en figure 3.2, la structure fine de X+ n’est pas résolue spectralement.
Par contre, la structure fine de X− semble présenter plus de dix raies d’émission. Intéressons
nous en premier lieu au spectre d’émission de l’exciton neutre de ces boîtes quantiques. Nous
discuterons des autres complexes excitoniques dans le chapitre suivant.

Pour l’exciton neutre, on observe donc six raies d’émission, c’est à dire autant de raies d’émis-
sion qu’un atome de manganèse présente d’états de spin : Sz = ±5/2, ±3/2, ±1/2. Il semble
donc que ces spectres soient la signature de boîtes quantiques contenant un atome de manganèse
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unique. Nous allons dans ce chapitre justifier cette hypothèse en étudiant quel doit être le spectre
d’émission d’une telle boîte quantique. Cependant, les échantillons étudiés révèlent une grande
diversité de structures fines d’émission excitonique constituées d’environ six raies. La figure 3.3
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Fig. 3.3 – Spectres d’émission de l’exciton neutre de six boîtes quantiques contenant un atome
de manganèse unique. Certaines boîtes quantiques présentent des strcutures fines excitoniques
composées de six raies d’émission (M1662k7l2, M1566). Certaines présentent au moins 7 raies
d’émission (M1662k7l3, M1662k4l2). Enfin certaines boîtes quantiques préentent un écart parti-
culièrement irrégulier entre les raies d’émission (M1604, M1735k2l1).

montrent six exemples d’excitons présentant une telle structure fine. Si les boîtes quantiques
M1662k7l2 et M1566 ne présentent que six raies, les boîtes quantiques M1662k7l3 et M1662k4l2
en présentent 7 raies principales et pour la boîte quantique M1662k7l3 plusieurs raies secondaires
à basse énergie. Enfin, si l’écart entre les raies est souvent régulier, ce n’est pas le cas des boîtes
quantiques M1604 et M1735k2l1 qui présentent toutes deux un écart plus important entre la
troisième et la quatrième raie d’émission.

Dans ce chapitre nous démontrerons que les boîtes quantiques contenant un atome de man-
ganèse individuel peuvent en première approximation être décrites par un modèle simple de l’in-
teraction exciton-Mn basé sur l’approximation du trou lourd. Cependant, comme nous l’avons
vu au chapitre précédent, les boîtes quantiques CdTe/ZnTe sont souvent soumises à un mélange
de bande non négligeable. Nous décrirons les effets d’un mélange de bande de valence produit
par une distribution inhomogène de contraintes. Nous séparerons l’effet de contraintes dans le
plan de croissance et celui de contraintes de cisaillement liées à l’axe de croissance (εzx,zy).
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3.2 Modèle simple du système exciton-Mn

Nous allons ici développer le modèle de l’interaction exciton-Mn basé sur l’approximation du
trou lourd. Celui-ci rend compte des principales caractéristiques d’émission des boîtes quantiques
magnétiques, aussi bien en champ nul que sous champ magnétique. Ce modèle permet en outre
d’obtenir un premier ordre de grandeur des interactions d’échange entre les porteurs confinés et
un atome de manganèse individuel.

3.2.1 Structure fine du système exciton-Mn

Considérons une boîte quantique contenant un atome de manganèse unique (S = 5/2). Cette
boîte quantique ne présente pas d’anisotropie de forme et n’est pas soumise à une distribution
inhomogène de contraintes. Injectons à présent une paire électron-trou dans cette boîte quantique.
L’état fondamental d’exciton est contrôlé par l’interaction d’échange électron-trou d’une part,
définie au chapitre 2 et l’interaction d’échange sp-d avec l’atome de manganèse d’autre part
défini en (1.21) et (1.22). La structure énergétique du système exciton-Mn est donc définie par
le hamiltonien :

HX−Mn = Hsr,Chenexc +Hlrexc +He−Mn +Hh−Mn (3.1)

On ne considère pas ici les termes non-diagonaux du hamiltonien de Bir-Pikus. On peut donc se
restreindre au sous-espace des trous lourds. De plus le hamiltonien d’interaction électron-trou à
longue portée est réduit à la contribution δlr0 qui sépare excitons radiatifs et non radiatifs.

Dans le sous-espace des trous lourds les hamiltoniens d’interaction avec le trou sont diagonaux
dans la base σz, jz, Sz. Le seul élément non-diagonal du hamiltonien (3.1) est donc lié aux spin-
flips possibles entre l’électron et l’atome de manganèse. Puisque dans cette interaction, le trou est
spectateur, le spin-flip électron-Mn couple un état d’exciton radiatif avec un état non radiatif. À
l’interaction exciton-Mn près, ces états sont séparés de δ0. On peut par ailleurs estimer l’énergie
du terme de couplage. Celle-ci est de l’ordre de Ie. On sait que N0α = 220meV. Pour le paramètre
de maille de CdTe (a0 = 6.48Å), et en considérant que l’électron a une probabilité de présence
constante dans un cylindre de 15 nm de diamètre et 2 nm de hauteur, on trouve : Ie ∼ 40µeV.
Le couplage des états excitoniques par spin-flips e-Mn est donc 20 fois inférieur à l’écart entre
ces états. On peut donc le négliger en première approximation 5.

À l’ordre zéro, le hamiltonien (3.1) est donc diagonal dans la base des états de spins quantifiés
suivant l’axe de croissance. À la structure fine de l’exciton neutre que nous avons décrit au cha-
pitre 2, il est nécessaire d’ajouter l’interaction ferromagnétique entre l’électron et le manganèse,
de l’ordre de 40µeV, et l’interaction antiferromagnétique trou-Mn qui doit être du même ordre
de grandeur. Les excitons radiatifs et non-radiatifs se comportent donc comme un champ ma-
gnétique orienté suivant l’axe de croissance. Ils lèvent la dégénérescence du spin de manganèse
en un sextuplet. Pour l’exciton radiatif, les spins de l’électron et du trou sont anti-parallèles.
On a de ce fait un effet cumulatif sur la levée de dégénérescence. Chaque raie est séparée de sa
voisine par une énergie de 1/2(Ie − 3Ih), la largeur du sextuplet étant donc de 5/2(Ie − 3Ih).
Au contraire pour l’exciton non-radiatif, les interactions ferromagnétique et anti-ferromagnétique
s’opposent. La levée de dégénérescence doit être plus faible. La largeur du sextuplet non-radiatif
est 5/2(Ie + 3Ih). On constate enfin que le système est invariant par renversement de l’axe de
quantification (z). Les états exciton-Mn |Jz = +1, Sz = −5/2〉 et | − 1, +5/2〉 sont donc dégé-

5Lorsque nous analyserons en détail les caractéristiques des spectres d’émission de boîtes quantiques magné-
tiques, nous verrons que cette approximation se justifie expérimentalement.
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nérés, tout comme les états | − 1, +3/2〉 et |+ 1, −3/2〉 etc. On peut résumer cette analyse du
hamiltonien par le schéma exposé en figure 3.4.

J  = -1z J  = +1z

J  = -2z J  = +2z

+5/2

+3/2

+1/2

-1/2

-3/2

-5/2

+5/2

+3/2

+1/2

-1/2

-3/2

-5/2

-5/2

-3/2
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+1/2
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Mn

h

e

E
X X+Mn

bright

dark

S  =+/-5/2, +/-3/2, +/-1/2z

Fig. 3.4 – Schéma du diagramme énergétique du système exciton-Mn. On observe à haute énergie
un sextuplet radiatif et à basse énergie un sextuplet non-radiatif. Chaque niveau énergétique est
deux fois dégénéré du fait de la symétrie par renversement de l’axe de quantification.

Le diagramme énergétique du système exciton-Mn est donc constitué d’un sextuplet radiatif
et d’un sextuplet non radiatif à plus basse énergie pour lesquels chaque niveau est deux fois
dégénéré. A l’opposé, l’état fondamental de la boîte est constitué du seul atome de manganèse. Il
est donc six fois dégénéré. Lors d’une recombinaison excitonique, le spin de Mn est spectateur et
doit donc être conservé. Chaque raie d’émission est la superposition de deux transitions optiques
de polarisations circulaires opposées (recombinaison d’un exciton Jz = ±1). Ceci confirme donc
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l’observation de spectres d’émission constitués de six raies non-polarisées tels que les structures
de la figure 3.3(a). On constate cependant dans ces spectres que l’intensité des raies décroît avec
l’augmentation de l’énergie d’émission. D’après le modèle simple que nous venons d’exposer, il
n’existe pas de différence de force d’oscillateur entre les différentes transitions radiatives. Il s’agit
donc d’un phénomène de population. Une thermalisation partielle se produit pendant la durée
de vie de l’exciton dans la boîte quantique. Cette conclusion est cruciale. Dans une polarisation
circulaire donnée, chaque raie d’émission est associée à une seule projection de spin de l’atome
de manganèse. Le spectre d’émission d’une boîte quantique magnétique est donc une photogra-
phie de l’état statistique du spin de manganèse lorsqu’un exciton Jz = ±1 se recombine. Cette
propriété est valable tant que l’axe de quantification du système reste l’axe de croissance.

Étudions à présent l’effet d’un champ magnétique appliqué suivant l’axe de croissance sur
ces spectres d’émission. La figure 3.5 (a) montre l’évolution du spectre d’émission d’une boîte
quantique magnétique avec l’application d’un champ magnétique de 0 à 11T. Les spectres à 0T
et à 11T dans les polarisations circulaires σ+ et σ− sont présentés à gauche. Avec l’application
du champ magnétique, on lève encore la dégénérescence de la structure. Chaque raie d’émission
se divise en deux raies polarisées circulairement, l’une partant à basse énergie (σ−) et l’autre à
haute énergie (σ+). Il s’agit du dédoublement Zeeman des excitons radiatifs Jz = ±1 avec un
facteur g (défini par l’équation (2.13)) gzXb = 0.65. De manière surprenante, il n’y a à première
vue aucune signature du dédoublement Zeeman du spin de l’atome Mn. Une deuxième particu-
larité de cette évolution est la modification de la distribution d’intensité des raies d’émission :
L’intensité se concentre sur les raies haute énergie dans la polarisation σ− et sur les raies basse
énergie dans la polarisation σ+. A fort champ magnétique la distribution d’intensité est sem-
blable à une distribution exponentielle. Il semble encore une fois que des effets de population
soient à l’origine de cette propriété. Enfin, on note également l’apparition de plusieurs anticroi-
sements à différents champs magnétiques. Pour chaque anticroisement, une raie disparaît et une
autre apparaît. Il s’agit donc d’anticroisements entre un état radiatif et un état non radiatif.
On constate tout d’abord cinq anticroisements semblables autour de 7T dans la polarisation σ−.
Ces anticroisements ont lieu sur les cinq raies haute énergie. Trois autres anticroisements peuvent
être observés. Ils se produisent sur la raies σ− basse énergie autour de 6T, sur la deuxième raie
basse énergie, dans la polarisation σ+, à 2T et enfin sur la troisième raie basse énergie, dans la
polarisation σ+, à 10T.

Afin de comprendre cette évolution sous champ magnétique, il est nécessaire d’ajouter au
hamiltonien (3.1) de l’état excité les hamiltoniens Zeeman de l’électron et du trou de l’équation
(2.12) ainsi que celui du manganèse (gMn = 2). L’état fondamental est quant à lui uniquement
décrit par le hamiltonien Zeeman du spin de manganèse. L’évolution sous champ magnétique
calculée des diagrammes énergétiques des états initiaux et finaux est présentée en figure 3.6.

Ce diagramme montre que l’évolution de la structure de l’état excité est très différente de
celle des transitions optiques. A partir des sextuplets radiatif et non-radiatif en champ nul, les
états Jz = +1, +2 ne cessent de s’écarter avec l’application du champ magnétique alors que les
états Jz = −1, −2 se croisent tout d’abord puis s’écartent. Cet écart de comportement entre les
niveaux d’énergie et les transitions est lié à la conservation du spin du Mn. Prenons tout d’abord
le cas des niveaux d’énergie associés aux excitons Jz = +1, +2. En champ magnétique nul, nous
avons vu qu’ils agissent sur le spin de Mn comme un champ magnétique appliqué selon l’axe de
croissance dans le sens des z positifs. Les excitons Jz = +1, +2 lèvent donc la dégénérescence du
spin de Mn en favorisant l’état Sz = −5/2. L’application d’un champ magnétique orienté dans
le même sens vient donc renforcer la levée de dégénérescence : les niveaux s’écartent encore. Il

63



Chapitre 3. Détection optique de l’état de spin d’un atome de manganèse

203920382037

σ−σ−σ−σ−

σ+σ+σ+σ+

-1 0 1

Exp. Th.

203920382037

11T

11T

11T

0T

0T

11T

σ−σ−σ−σ−

σ+σ+σ+σ+

-1 0 1

11T

11T

0T

σ−σ−σ−σ−

σ+σ+σ+σ+

Energie (meV)

In
t.

 d
e 

P
L

 (
u.

a.
) 

Int. de P
L

 (u.a.) 
(a) (b)

Fig. 3.5 – (a) Evolution sous champ magnétique de la structure fine d’émission de la boîte
quantique M1566 pour un champ variant entre 0 et 11T. Pour plus de clarté, l’évolution est
résolue en polarisation circulaire. Les spectres d’émission à 0T et à 11T dans les polarisations
σ+ et σ− sont présentés à gauche. (b) Calcul de l’évolution sous champ magnétique d’une boîte
quantique contenant un atome de manganèse en utilisant le hamiltonien (3.1).

faut ajouter à cette évolution un décalage d’ensemble des six raies associées à l’exciton Jz = +1
vers les hautes énergies correspondant au décalage Zeeman de cet exciton (gzXbµBB). Il en est de
même pour les niveaux associés à l’exciton Jz = +2 (2gzXdµBB). Lorsqu’une transition optique
se produit depuis l’un des états Jz = +1, il est nécessaire de soustraire à l’énergie de l’état excité
celle de l’état final. Comme le spin du manganèse est conservé lors de la transition, on soustrait
la contribution Zeeman du manganèse. Aussi, chacune des transitions σ+ présente uniquement
un décalage énergétique lié à l’effet Zeeman de l’exciton. Les raies d’émission σ+ restent donc à
distance égale les unes des autres lorsqu’on applique un champ magnétique externe.

En ce qui concerne les niveaux d’énergie associés aux états excitoniques Jz = −1, −2, le
champ magnétique appliqué est opposé au champ effectif créé par l’exciton sur le spin de Mn.
En champ magnétique nul, lorsqu’un exciton Jz = −1, −2 est injecté dans la boîte quantique,
l’état de spin du Mn Sz = +5/2 est stabilisé. L’augmentation du champ magnétique extérieur va
donc progressivement annuler la levée de dégénérescence créée par l’exciton puis stabiliser l’état
de spin Sz = −5/2. La valeur du champ effectif Beff que représente l’exciton pour l’atome de
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Fig. 3.6 – Diagramme énergétique des états initiaux et finaux du système exciton-Mn sous
champ magnétique en configuration Faraday. Les états excitoniques radiatifs sont tracés en vert.
Les états non-radiatifs en bleu. Pour plus de clarté les niveaux Jz = +1, +2 d’une part et
Jz = −1, −2 d’autre part sont tracés sur des panneaux séparés. Les niveaux d’énergies du
manganèse seul sont rappelé sur les deux panneaux.

manganèse est donné par le point de croisement des niveaux. Il est d’environ 2T pour l’exciton
radiatif. On observe là aussi un décalage d’ensemble des niveaux d’énergie lié à l’effet Zeeman
sur l’exciton Jz = −1 (−gzXbµBB) et Jz = −2 (−2gzXbµBB). Le calcul de l’énergie de transition
pour les états radiatifs fait, là aussi, disparaître la contribution Zeeman du manganèse si bien
que les raies d’émission σ− témoignent uniquement du décalage Zeeman de l’exciton Jz = −1.

La deuxième propriété qui peut être discutée à l’aide de ce modèle est la concentration d’in-
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tensité sur certaines raies avec l’application du champ magnétique. Le modèle développé permet
en effet d’attribuer à chaque raie d’émission, dans une polarisation circulaire donnée, un état de
spin de l’atome de Mn. A fort champ magnétique, le diagramme de la figure 3.6 montre que les
états stabilisés énergétiquement sont associés à l’état de spin de Mn Sz = −5/2. Les transitions
optiques associées à cet état sont la transition σ− de haute énergie et la transition σ+ de basse
énergie. Ce sont bien les raies dont l’intensité augmente. On peut donc affirmer qu’il s’agit ici
d’un phénomène de thermalisation. L’évolution d’intensité des raies d’émission reflète la polari-
sation du spin de Mn dans le champ total résultant de la superposition du champ magnétique
externe et du champ effectif induit par l’exciton. On peut donc modéliser cette polarisation par
une distribution de Boltzmann sur les états du système exciton-Mn à une température Teff qui
peut être différente de celle du réseau si la relaxation n’est pas totale. Cette interprétation peut
cependant paraître réductrice : en toute rigueur, il serait nécessaire de considérer une polarisation
dynamique du spin de Mn dans le champ magnétique extérieur, perturbé dans des intervalles de
temps très courts (∼300ps), par l’injection d’excitons dans la boîte quantique. Nous étudierons
plus en détail ces phénomènes de relaxation dans le chapitre 5.

Enfin, le modèle simple développé ici rend compte de l’apparition d’un certain nombre d’anti-
croisements. Le diagramme énergétique (Fig.3.6) révèle cinq anticroisements se produisant entre
les états Jz = −1 et Jz = −2. L’étude détaillée du diagramme montre que seuls les états
|Jz = −1, Sz = +5/2〉 et |Jz = −2, Sz = −5/2〉 ne sont pas concernés. Chaque anticroise-
ment fait intervenir un état |Jz = −1, Sz〉 avec un état |Jz = −2, Sz + 1〉. Ces anticroisements
témoignent du mélange entre états radiatifs et non radiatifs provoqué par les spin-flips entre
l’électron et le manganèse. Leur énergie ne dépend que de Ie et du spin de Mn des niveaux
impliqués. De tels anticroisements sont également possibles entre les états Jz = +1 et Jz = +2.
Cependant ces états ne se croisent pas lorsqu’on applique un champ magnétique positif selon
l’axe de croissance.

Le calcul des transitions optiques associées à ce modèle du système exciton-Mn est présenté en
figure 3.5(b). Ce modèle permet de reproduire les caractéristiques principales de l’évolution sous
champ magnétique du spectre de la boîte quantique M1566. On obtient bien avec l’application
du champ la séparation des six raies d’émission en douze raies. La levée de dégénérescence
provoquée par le champ traduit uniquement l’effet Zeeman de l’exciton. Les cinq anticroisements
causés par l’interaction électron-Mn sont eux aussi correctement reproduits et témoignent de la
présence d’états non-radiatifs à ces énergies pour un champ magnétique proche de 7T. Enfin, une
thermalisation partielle sur les états du système exciton-Mn semble suffisante pour reproduire
la concentration d’intensité sur les raies haute énergie σ− et basse énergie σ+. Cependant, la
comparaison des données expérimentales avec le calcul nous montre que ce modèle simple n’est
pas en mesure d’expliquer les trois anticroisements se produisant sur les raies basse énergie.
Mais avant d’ajouter d’autres ingrédients au modèle, voyons comment l’interprétation simple
développée jusqu’ici permet d’extraire quelques uns des paramètres caractéristiques des boîtes
quantiques magnétiques, en particulier les intégrales d’échange Ie et Ih.

3.2.2 Paramètres de la boîte quantique.

La figure 3.7 montre comment extraire quelques paramètres utilisés dans notre modèle simple.
On peut dans un premier temps extraire aux données brutes (Fig.3.7(a)) la contribution du
diamagnétisme de l’exciton (Fig.3.7(b)). On peut ensuite extraire le facteur g de l’exciton radiatif
à partir de la figure 3.7(c) mais aussi celui de l’exciton non-radiatif par le biais des anticroisements
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Fig. 3.7 – (a) Position énergétique des raies d’émission liées à la recombinaison de l’exciton neutre
de la boîte quantique M1566. (b) Décalage diamagnétique pour cette boîte quantique. (c) Spectre
obtenu après soustraction du diamagnétisme. Les pointillés verts représente la position des état
non radiatifs |Jz = −2, Sz〉. Puisqu’ils sont légèrement couplés aux états |Jz = −1, Sz − 1〉,
on considère une recombinaison vers l’état de Mn seul |Sz − 1〉 pour tracer leur évolution. Ceci
explique la pente importante du décalage Zeeman tracé. (d) Spectres d’émission aux champs
magnétiques où se produit l’anticroisement de plus haute énergie.

électron-Mn. Nous avons vu au chapitre 2 que les anticroisements sous champ magnétique entre
excitons radiatifs et non-radiatifs dans les boîtes non-magnétiques étaient mal identifiés. Il n’était
donc pas possible par l’analyse de ces seules données expérimentales d’extraire les facteurs g
de l’électron et du trou. Comme les anticroisements sont clairement identifiés dans les boîtes
magnétiques, il est possible d’extraire la valeur et le signe du facteur g des excitons non-radiatifs
et de ce fait d’en déduire les facteurs g de l’électron et du trou. On trouve pour cette boîte

gze = −0.25 et gzh = 0.3 . (3.2)

Le diamagnétisme est estimé à γz =2.4µeV/T2. La séparation excitons radiatifs - non-radiatifs
est extraite également par le biais des anticroisements (δ0 = 600µeV).
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La température effective utilisée dans le modèle Teff = 35K reproduit qualitativement bien
l’évolution d’intensité des raies d’émission.

Intéressons nous à présent aux interactions avec l’atome de Mn. Il est possible d’extraire Ie
de l’énergie de l’anticroisement de plus haute énergie qui, d’après le modèle, est égale à Ie

√
5

(Fig.3.7(d)). On calcule ensuite la valeur de Ih à partir de la largeur de la structure fine d’émission
en champ nul égale à 5/2(Ie − 3Ih). On obtient de cette manière :

Ie = 70 µeV et Ih = −150 µeV . (3.3)

Le rapport Ih/Ie est donc égal à -2.1. Si les expressions données en (1.21) (1.22) sont valides, il
est nécessaire que la probabilité de présence du trou sur le site de l’atome de Mn soit 1.6 fois
supérieure à la probabilité de présence de l’électron.

L’estimation grossière des fonctions enveloppes du trou et de l’électron discutée dans la
section 2.3.2 montre que ce rapport de 1.6 ne peut être obtenu que si l’atome de Mn est placé en
périphérie de la boîte quantique, l’électron étant beaucoup mieux confiné que le trou. Cependant
les valeurs d’intégrales d’échange Ie et Ih sont alors extrêmement faibles en comparaison des
valeurs expérimentales.

Un modèle plus complet a été développé par Laurent Maingault afin d’estimer ces intégrales
d’échange [61], nous n’en donnerons qu’une introduction dans ce manuscrit. Celui-ci est basé sur
le calcul variationnel des fonctions d’onde de l’électron et du trou. Pour des confinements compa-
rables à ceux que nous avons estimés dans ce manuscrit, il apparaît qu’un calcul au premier ordre
est suffisant pour obtenir des fonctions enveloppes stables pour l’électron et le trou. Mais l’atout
principal de ce modèle est d’inclure des subtilités dans l’expression des constantes d’échange α et
β que nous n’avons pas discutées au chapitre 1. Les formes utilisées en (1.21) (1.22) pour décrire
Ie et Ih sont en effet critiquables : les constantes d’échange α et β du matériau volumique sont
utilisées tel quel, pondérées par la probabilité de présence de l’électron ou du trou sur le site de
l’atome de Mn. En réalité, lorsqu’il y a confinement, les fonctions d’onde des porteurs sont dé-
crites par une sommation sur les k. Les constantes d’échange du matériau volumique considérées
jusqu’alors ne sont valables qu’en k = 0. Il est donc nécessaire de considérer la dépendance en k
des intégrales d’échange Ie et Ih. Celle-ci peut avoir deux origines : d’une part, la dépendance
directe des constantes d’échange α et β en k ; d’autre part le mélange des bandes de conduction
et de valence à k 6= 0.

L’interaction trou-Mn est essentiellement originaire du phénomène d’hybridation entre la
bande de valence et l’orbitale d du manganèse. L’interaction purement coulombienne est très
faible en comparaison et peut donc être raisonnablement négligée. Or la constante d’interac-
tion d’hybridation présente une double dépendance en k. La première provient de la variation
d’énergie de la bande de valence avec k. La seconde provient du rôle des fonctions de Block
dans la forme de l’interaction d’échange entre les électrons p délocalisés du semiconducteur et les
électrons d localisés du Mn. Cette contribution peut être estimée en considérant les plus proches
voisins et les seconds plus proches voisins de l’atome magnétique [62]. En incluant ces corrections
dans un développement limité en k2 , l’intégrale d’échange trou-Mn s’écrit :

Ih =
β

3

∣∣∣χh(R)− V χ′′h(R)
∣∣∣2 (3.4)

avec V = 4.28Å2

où χh′′(R) est la dérivée seconde de la fonction enveloppe du trou sur les coordonnées d’espace.
On constate d’autre part qu’un seconde correction liée au mélange des bandes de valence et de
conduction est négligeable.
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En revanche pour l’interaction électron-Mn, l’échange est a priori purement coulombien.
La correction de l’intégrale d’échange Ie provoquée par la dépendance directe de α en k est
négligeable. C’est donc la correction provoquée par le mélange de bandes à k 6= 0 qui prédomine
ici [63]. Ce mélange de bande apporte une composante antiferromagnétique à l’échange sd qui
diminue la valeur de Ie. Celle-ci peut s’exprimer :

Ie = α
∣∣∣χe(R)−Aχ′′e(R)

∣∣∣2 (3.5)

+β
(
(C −B)

∣∣∣∂χe
∂z

(R)
∣∣∣2 + C

∣∣∣∂χe
∂ρ

(R)
∣∣∣2)

avec
A = 10.3Å2

B = 0.78Å2
C = 19.8Å2

Une fois obtenues les fonctions enveloppes de l’électron et du trou, il est donc possible d’es-
timer les intégrales d’échange en tenant compte de l’effet du confinement (dépendance en k).
Si cette correction produit bien une augmentation du rapport Ih/Ie (la modification de Ih est
négligeable et Ie diminue de 15%), elle reste insuffisante. Le confinement de l’électron est bien
plus important que celui du trou. De ce fait, pour des valeurs de Ih raisonnables, Ih/Ie reste
inférieur à 1 (0.6 au centre de la boîte quantique).

Les valeurs mesurées de Ie et Ih restent donc à expliquer. Il est possible que les boîtes
quantiques étudiées contiennent du ZnTe dont les constantes d’échanges permettraient encore
une légère augmentation du rapport Ih/Ie (N0α = 180meV et N0β = −1050meV ). De plus,
on peut imaginer que dans un alliage CdZnTe, l’électron sera moins bien confiné. Ceci pourrait
permettre un meilleur accord avec les résultats expérimentaux. Enfin, nous avons vu que le
mélange entre la bande de conduction et la bande de valence avait un effet non-négligeable sur
la diminution de Ie. Il serait utile d’étudier l’influence des contraintes sur ce mélange. Celle-ci
doit en toute rigueur être non-nulle [64].

3.2.3 L’anisotropie du trou

Ce modèle simple du système exciton-Mn est basé sur l’approximation du trou lourd. Cepen-
dant, l’étude des boîtes quantiques non-magnétiques au cours du chapitre 2 nous a montré que les
boîtes quantiques CdTe présentent parfois un fort mélange de bande de valence. Il apparaît donc
ici indispensable de mesurer l’anisotropie du trou dans les boîtes quantiques magnétiques. Une
méthode pour y parvenir est d’étudier l’évolution du spectre d’émission du système exciton-Mn
sous champ magnétique transverse.

La comparaison des évolutions sous champ magnétique de la structure fine d’émission d’une
boîte quantique magnétique en configuration Voigt et Faraday montre clairement l’anisotropie
magnétique du système exciton-Mn (Fig.3.8 (a) et (b)). Le comportement magnéto-optique dans
la configuration Faraday peut être correctement décrit par le modèle simple développé précédem-
ment. Il révèle donc un mélange de bande de valence très faible, voire négligeable. L’évolution
sous champ magnétique transverse est très différente. Celle-ci est détaillée dans la figure 3.9. Lors-
qu’on applique un champ magnétique dans le plan de croissance, chacune des six raies d’émission
s’ouvre en un large éventail. Il ne s’agit pas ici d’une séparation en deux raies d’émission comme
ce qui se produit en configuration Faraday. En Voigt, l’expérience montre un élargissement im-
portant des raies. Il se produit vraisemblablement une levée de dégénérescence que la résolution
spectrale du montage ne nous permet pas d’observer. Entre 1 et 3T, plusieurs raies apparaissent,

69



Chapitre 3. Détection optique de l’état de spin d’un atome de manganèse

Faraday  B//

Voigt  B

0 T

11 T

11 T

B//

B
B

BB

B B

B//

eff

eff

h

e

Mn
h

e

Mn

Mn
h

e

2084 2086 2088
Energie (meV)

Mn
h

e

(a)

(b)

(c)

(d)

n=0

n=-2n=2

n=1

n=-1

Xd

Fig. 3.8 – Evolution sous champ magnétique de la structure fine d’émission de la boîte quantique
M1662k7l2 en configuration Voigt (a) et Faraday (b). Les schémas (c) et (d) présentent les
orientations de spins de l’électron, du trou et du Mn dans chaque configuration.

se croisent et se regroupent en différents paquets. On observe cinq groupes de raies, indexés de
2 à -2. Le groupement n =0 prend progressivement toute l’intensité à partir de 5T. Ce sont tout
d’abord les groupes de raies périphériques (n = ±2) qui disparaissent puis le groupes n = ±1.
On n’observe qu’un très léger décalage énergétique pour le groupement n = 0. Par contre, les
répliques n = ±2, ±1 sont caractérisées par des décalages énergétiques linéaires en champ ma-
gnétique. La mesure de la position énergétique des groupes de raies montre que chaque groupe
est séparé de ses plus proches voisins par l’énergie caractéristique gMnµBB avec gMn = 2.0 (Fig.
3.9 insert de gauche). L’effet Zeeman du spin de manganèse est donc à l’origine de ce phénomène.

A fort champ transverse (B⊥ > 8T), une raie d’émission additionnelle apparaît environ
0.7meV au dessous du groupement central (Xd). Son intensité augmente progressivement avec le
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Fig. 3.9 – Spectres d’émission de l’exciton neutre de la boîte quantique M1662k7l2 pour différents
champs magnétiques en configuration Voigt. L’insert de gauche présente l’évolution de l’écart
énergétique entre les répliques n = ±1 avec le champ magnétique. Cette évolution peut être
modélisée par un écart Zeeman du spin de Mn gMnµBB∆S avec gMn = 2.0 et ∆S = 2. L’insert
de droite est une illustration du mouvement de précession du spin S du Mn dans le champ
magnétique effectif résultant du champ transverse extérieur et du champ d’échange du trou.

champ magnétique. L’écart entre cette raie et le groupement central n’évolue pas significative-
ment avec le champ magnétique.

On constate enfin que la largeur énergétique de chaque groupe de raies diminue progressive-
ment avec l’augmentation du champ magnétique. Cet effet est particulièrement prononcé pour
le groupement central.
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Ce comportement peut être qualitativement expliqué par un modèle de précession du spin de
Mn dans un champ magnétique effectif résultant de la superposition du champ magnétique ex-
terne et de champs d’échange produits par les porteurs confinés. Les caractéristiques spécifiques
des spectres d’émission de boîtes quantiques magnétiques proviennent principalement de l’aniso-
tropie de spin du trou. Ceci justifie l’approximation du trou lourd pour l’étude de la plupart des
boîtes quantiques magnétiques. Nous verrons cependant que les mesures magnéto-optiques en
configuration Voigt révèlent les limites de cette approximation pour certaines boîtes quantiques.
Nous prendrons en exemple les boîtes M1662 k7l3 et M1604 (Fig.3.3).

Considérons donc le cas d’un système exciton-Mn constitué d’un trou lourd pur. Par com-
modité, réécrivons les interactions d’échange sous forme de champ magnétiques d’échange :

He−Mn = geµBB
Mn
exc,eσ = gMnµBB

e
exc,MnS (3.6)

Hh−Mn = ghµBB
Mn
exc,hj = gMnµBB

h
exc,MnS (3.7)

He−h = geµBB
h
exc,eσ = ghµBB

e
exc,hj (3.8)

où Bj
exc,i = (Ii−jsj)/(giµB) est le champ d’échange créé par le spin j sur le spin i. Dans cette

notation condensée, Ii−j est l’intégrale d’échange entre les spins i et j et le spin sj peut être σ,
j ou S. Considérons à présent les spins de l’électron, du trou et du Mn dans des hamiltoniens
séparés (mais reliés implicitement) :

He = geµBBeff,eσ avec Beff,e = Bext +Bh
exc,e +BMn

exc,e (3.9)

Hh = ghµBBeff,hj avec Beff,h = Bext +Be
exc,h +BMn

exc,h (3.10)

HMn = gMnµBBeff,MnS avec Beff,Mn = Bext +Be
exc,Mn +Bh

exc,Mn (3.11)

Puisque nous nous sommes placés dans l’approximation du trou lourd, le champ effectif que
subit le spin du trou ne peut pas changer son orientation. Laissons donc de côté le hamilto-
nien (3.10). Les valeurs typiques des champs d’échange dans les boîtes quantiques magnétiques
sont, pour l’électron : BMn

exc,e = 3T et Bh
exc,e = 11T et pour le manganèse : Be

exc,Mn = 0.3T
et Bh

exc,Mn = 1.8T. On négligera donc l’interaction électron-Mn devant les autres interactions
d’échange. On peut donc simplifier l’écriture des champs effectifs vus par l’électron et le Mn
et utiliser les définitions données par le schéma de la figure 3.8(c). Le trou lourd, dont le spin
est bloqué suivant l’axe de croissance agit sur l’électron et le Mn comme un champ magnétique
orienté suivant cet axe. Ce champ vient s’ajouter au champ magnétique transverse appliqué. On
doit donc assister à la rotation progressive des spins de l’électron et du Mn autour de l’axe y
lorsqu’on applique un champ magnétique suivant x.

L’orientation du spin de Mn dans le champ effectif produit par le champ magnétique extérieur
et le trou est le point clé du comportement magnéto-optique de l’exciton-Mn en champ transverse.
Considérons la boîte quantique vide. Pour un champ (Bext parallèle à x, le spin de Mn est lui
aussi aligné suivant cette direction. On le décrit avec un état de spin Sx(0). Lorsqu’un exciton
est injecté dans la boîte, le champ d’échange produit par le trou écarte le spin de Mn de l’axe
x. Le spin de Mn se met alors à précesser à la fréquence de Larmor autour du champ effectif
Beff,Mn (Fig.3.9, insert de droite)[65]. La composante de S(t) perpendiculaire au champ effectif
Beff,Mn relaxe avec le temps caractéristique T2 correspondant au temps de déphasage de la
précession cohérente du spin de l’atome magnétique. Le système exciton-Mn relaxe ensuite son
énergie avec le temps T1. Les effets de population observés sur l’intensité des raies dans la section
précédente montrent que T1 est inférieur au temps de vie radiatif τ de l’exciton sous excitation
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3.2. Modèle simple du système exciton-Mn

non-résonante. Après T1, le système exciton-Mn a donc atteint son état stationnaire dans lequel
le spin de Mn est orienté suivant Beff,Mn. On peut donc définir un axe de quantification effectif
A pour le spin de Mn avant recombinaison excitonique. Lorsque l’exciton se recombine après le
délai τ , l’état de spin du Mn est projeté suivant x. Sx(τ) diffère de la valeur de S à t=0 Sx(0)[65].
L’énergie de la lumière émise lors de la recombinaison est modifiée par l’énergie gagnée ou perdue
lors du changement d’état de spin du Mn. Cette énergie dépend du champ magnétique extérieur :

∆E = gMnµBBext∆S (3.12)

où ∆S est la différence de projection du spin du manganèse entre l’état final (quantifié suivant x)
et l’état initial (quantifié suivantA). Il s’agit donc d’un entier, positif ou négatif. Ces changements
d’état du spin de Mn expliquent donc les répliques observées dans les spectres d’émission en
configuration Voigt.

La probabilité de la recombinaison associée à un changement d’état de spin de l’atome de
Mn dépend du changement d’axe de quantification du spin de Mn lors du processus. Le spin
de Mn doit alors passer d’un état propre SA vers un état propre Sx. Les projections des états
propres SA suivant x sont donnés par les matrices de rotations pour un spin 5/2 (voir annexe
A). Un état excitonique associé avec un état de spin de Mn SA donné peut se recombiner sur
n’importe quel état de spin du Mn seul Sx, excepté lorsque l’axe A est superposé à x. Chaque
état excitonique peut donc être à l’origine de six transitions optiques comme le montre le schéma
Fig.3.10(b). Parmi toutes les transitions possibles, six se produisent sans changement de l’état
de spin de Mn entre l’état initial et l’état final. Elles forment le groupe n = 0. Cinq se produisent
avec un changement d’état de spin ∆S = +1. Elles présentent donc un décalage énergétique
gMnµBBext par rapport au groupe n = 0. Quatre transitions se produisent avec un changement
d’état de spin ∆S = +2 et forment le groupe n = 2 ; trois pour ∆S = +3 et ainsi de suite... On
peut définir par symétrie les groupes d’indice négatif. A fort champ magnétique transverse, les
axes de quantification initiaux et finaux se confondent. Le blocage de spin est alors restauré et
seules les transitions du groupe n = 0 restent possibles. Ceci explique la disparition progressive
des répliques n = ±1,±2...

Avec l’augmentation du champ magnétique transverse, lorsque la boîte contient un exciton,
le spin de Mn s’écarte donc de l’axe z pour s’orienter petit à petit le long de x. Puisque le spin
du trou est, lui, fixé suivant l’axe de croissance, l’interaction d’échange trou-Mn doit s’éteindre
progressivement. A très fort champ magnétique (Bext � Bh

eff,Mn et Bext � Bh
eff,e), les spins de

l’électron et du Mn sont alignés suivant l’axe x et donc perpendiculaires à celui du trou. Seule
l’interaction d’échange électron-Mn est conservée. L’orientation du spin de Mn dans le champ
d’échange fixe du trou explique donc la diminution de la largeur énergétique de la structure fine
d’émission. On constate sans difficulté cette caractéristique sur le groupement central. De plus,
comme le spin de l’électron s’oriente lui aussi pour s’aligner suivant x, les définitions d’excitons
radiatif et non radiatif ne sont plus valables. Comme pour les boîtes non-magnétiques, les états
non-radiatifs apparaissent peu à peu sous champ magnétique transverse (raie Xd en Fig.3.8 et
3.9). Cependant, ceux-ci restent de faible intensité dans nos expériences car la champ extérieur
est toujours comparable au champ d’échange du trou sur l’électron (Bh

exc,e = 11T). L’approxima-
tion du trou lourd semble donc justifiée pour expliquer le comportement de la boîte quantique
M1662 k7l2.

Afin de corroborer cette conclusion, nous avons modélisé l’évolution du spectre d’émission
d’une boîte quantique sous champ transverse, dans l’approximation du trou lourd. Nous avons
considéré dans la description précédente que les recombinaisons excitoniques se produisent après
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Fig. 3.10 – (a) Calcul de l’évolution des transitions optiques d’une boîte quantique en champ
magnétique transverse, dans l’approximation du trou lourd. Le jeu de paramètre utilisé est donné
en (3.13). (b) Diagramme énergétique des niveaux initiaux et finaux d’une boîte quantique ma-
gnétique sous champ magnétique transverse.

que le système ait atteint un état stationnaire. On peut donc modéliser le système exciton-
Mn en champ transverse par diagonalisation du hamiltonien (3.1) additionné des hamiltoniens
d’interaction de l’électron, du trou et du Mn avec le champ magnétique. La seule différence avec
la modélisation en configuration Faraday est la direction du champ magnétique. Celui-ci est à
présent dirigé suivant x. Les transitions optiques ainsi calculées sont présentées en figure 3.10(a).
Les paramètres utilisés pour cette simulation sont les suivants :

Ie = 40µeV (3.13)
Ih = −140µeV
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3.2. Modèle simple du système exciton-Mn

δsr,lr0 = 350µeV
ge = −0.25
κ = 0.15
γ⊥ = 1.45µeV/T 2

Ces paramètres sont extraits des spectres d’émission de la boîte quantique M1662 k7l2 en champ
nul et sous champ magnétique suivant l’axe de croissance. ge est considéré isotrope ce qui est en
concordance avec les mesure effectuées sur les boîtes non-magnétiques. On considère également
pour le trou κ indépendant de la direction d’application du champ 6. Cependant, dans l’approxi-
mation du trou lourd, sa valeur n’a aucune importance puisque les trous légers sont rejetés à
l’infini. Pour prendre en compte la relaxation partielle du système exciton-Mn, nous considérons
encore une fois que le système a atteint un équilibre thermodynamique à la température effective
Teff = 30K. On constate que le calcul est en très bon accord avec les résultats expérimentaux.
Les principales caractéristiques de l’évolution sont correctement reproduites. Mais concentrons
nous sur deux points : Tout d’abord nous allons voir qu’une expérience de magnéto-optique en
champ transverse sur une boîte magnétique avec une très grande résolution spectrale (< 10µeV)
pourrait permettre de visualiser avec une grande précision la rotation d’un spin, objet quantique,
dans l’espace. Enfin et surtout, nous discuterons du rétrécissement de la structure fine d’émis-
sion sous champ magnétique transverse sur plusieurs exemples. Cette caractéristique apparaît
véritablement comme une preuve de l’anisotropie (ou non-anisotropie) du trou.

Les figures 3.11 (a) (b) et (c) présentent les probabilités de projections sur l’axe x de spins
SA =5/2, 3/2 et 1/2 orientés suivant un axeA faisant un angle θ avec x. Un schéma explicatif est
donné en Fig.3.11(e). Par exemple on constate qu’un spin Sz =5/2 (θ = 90◦) a une probabilité
maximale d’être ±1/2 s’il est projeté suivant x et une probabilité minimale d’être ±5/2 suivant
cet axe. C’est le contraire pour un spin Sz =1/2 qui a une probabilité maximale d’être ±5/2
suivant x. Ces graphiques montrent en outre que l’évolution de ces probabilités de projection
avec θ est complexe. On constate par exemple que la probabilité pour un spin SA =3/2 d’être
projeté dans l’état Sx =3/2 décroît, s’annule puis augmente pour atteindre 1 lorsque θ diminue
de 90 à 0◦. Nous n’avons représenté ici que les graphiques pour des spins SA = positifs car
les probabilités sont les mêmes pour les spins SA négatifs, la différence se portant juste sur les
amplitudes de probabilités.

L’analyse détaillée de l’évolution calculée des transitions optiques sous champ magnétique
transverse (Fig.3.11(d)) montre que les informations données par les matrices de rotations et
présentées en Fig.3.11(a) (b) et (c) peuvent être lues directement à travers les spectres d’émis-
sion. Le calcul montre que l’élargissement des six raies d’émission à faible champ sur les spectres
expérimentaux résulte d’un dédoublement de chacune des raies en six nouvelles raies d’intensités
différentes, évoluant avec la valeur du champ magnétique. Considérons par exemple le groupe
de six raies partant de la raie basse énergie en champ nul. Cette raie est notamment associée
au spin de Mn Sz = 5/2 (la démonstration qui suit est équivalente pour le spin Sz = −5/2).
Puisque l’inclinaison du spin dans le plan zx est une transformation continue, chacune des six
raies provenant de cette première peut être associée à un spin de Mn SA = 5/2 dés lors qu’on
applique un champ magnétique transverse. La recombinaison excitonique agit sur le Mn comme
une projection suivant l’axe x. Ces six transitions reflètent donc les six projections possibles
du spin SA = 5/2 sur les six états de spin du Mn suivant x. Pour SA = 5/2, dans l’ordre des

6Rappelons que l’anisotropie de spin du trou vient principalement de la séparation énergétique lourd-léger et
pas de l’anisotropie du paramètre κ.
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Fig. 3.11 – (a), (b) et (c) sont les probabilités de projections de spins SA =5/2, 3/2 et 1/2
orientés suivant un axe A faisant un angle θ avec x. Ces probabilités sont données par les
matrices rotation pour un spin 5/2. Un schéma explicatif est donné en (e). (d) représente un
détail de l’évolution sous champ magnétique transverse calculée des transitions optiques d’une
boîte quantique magnétique.

énergies croissantes, la première raie d’intensité très faible rejoint le groupe n = −5, la deuxième
le groupe n = −4 etc. jusqu’à la sixième raie qui apparaît vers 0.4T et qui rejoint le groupe-
ment central n = 0. L’intensité de ces transitions représente donc la probabilité de projection
du spin SA = 5/2 sur les états Sx = −5/2, Sx = −3/2, Sx = −1/2, Sx = 1/2, Sx = 3/2 et
Sx = 5/2. On constate que l’intensité se porte bien des deux raies centrales vers la raie haute
énergie avec l’application du champ magnétique tout comme la probabilité maximale se porte
des états Sx = ±1/2 vers l’état Sx = 5/2 avec la diminution de θ dans la figure 3.11(a). On peut
faire la même observation pour chacun des états de spin SA. L’évolution du spectre d’émission
d’une boîte quantique magnétique sous champ magnétique transverse permet donc d’observer
directement l’inclinaison progressive d’un spin 5/2 dans un plan.

Enfin, la caractéristique principale des expériences de magnéto-optique est le rétrécissement
de la structure fine d’émission avec l’application du champ transverse. Il s’agit d’un indice fort
sur la nature des trous dans une boîte quantique donnée. La figure 3.12(a) montre l’évolution de
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du trou lourd, applicable aux deux boîtes quantiques est également tracé. (b) et (c) présentent
les spectres d’émission sous champ magnétiques transverse des boîtes quantiques M1662 k7l3 et
M1604.

la largeur énergétique du groupement central n = 0 de la boîte quantique précédemment étudiée
avec le champ magnétique transverse ainsi que l’évolution calculée à l’aide du modèle. On constate
un très bon accord entre le modèle et les résultats expérimentaux pour cette boîte quantique.
Ceci justifie quantitativement que l’approximation du trou lourd est tout à fait justifiée pour
cette boîte quantique.

Cependant, la mesure de largeur du groupement central est délicate. Elle dépend en effet de
l’intensité d’émission des différentes raies du groupement et donc notamment de la thermalisa-
tion partielle du système exciton-Mn. Les spectres d’émission sous champ magnétique transverse
de deux autres boîtes quantiques (M1662 k7l3 et M1604) sont présentées en Fig.3.12(b) et (c)
et sont à comparer à ceux de la boîtes quantique M1662 k7l2 étudiée précédemment (Fig.3.8 et
Fig.3.9). La forme générale de l’évolution présentée Fig.3.12(b) semble comparable à celle de la
figure 3.8. Par contre, l’évolution présentée Fig.3.12(c) se révèle très différente : si pour les deux
premiers cas, l’intensité des raies semblent être suffisante sur toute la gamme de champ pour
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Chapitre 3. Détection optique de l’état de spin d’un atome de manganèse

relever la largeur énergétique du groupement, la figure 3.12(c) montre que les deux raies haute
énergie du groupement n = 0 perdent toute leur intensité à 5T environ dans le troisième cas.

Dans la figure 3.12(a) on peut comparer les largeurs de structures fines des boîtes M1662
k7l2 et M1662 k7l3 dont l’évolution semble similaire. Elles présentent des intégrales d’échanges
de valeurs comparables. De ce fait, la différence de comportement ne peut être attribuée qu’à
une différence de l’anisotropie du trou. La largeur importante du groupement de raies n = 0
pour la boîte quantique M1662 k7l3 à fort champ magnétique montre que l’interaction trou-
Mn est en partie conservée : L’anisotropie du trou n’est pas totale ; cette boîte quantique est
vraisemblablement soumise à un mélange de bande de valence non négligeable. En ce qui concerne
la boîte quantique M1604, nous ne pouvons discuter que la largeur du groupement central à 5T.
Il est de 490µeV pour la boîte quantique M1604 contre 430µeV pour M1662 k7l3 et 280µeV pour
M1662 k7l2 alors que les structures fines de ces trois boîtes sont comparables en champ nul. La
boîte quantique M1604 semble donc elle également présenter un mélange de bande de valence
important.

Il apparaît donc essentiel de considérer l’impact du mélange de bande de valence sur le
système exciton-Mn. Nous verrons dans les sections suivantes que le mélange de bande de valence
est à l’origine de propriétés d’émission spécifiques des boîtes quantiques magnétiques. Différentes
distributions de contraintes seront envisagées pour expliquer les phénomènes observés.

3.3 Contraintes dans le plan de croissance

L’étude des boîtes quantiques CdTe/ZnTe non-magnétiques au chapitre 2 a montré que la
principale cause de mélange de bande de valence dans ces systèmes pouvait être attribuée à une
relaxation inhomogène des contraintes dans le plan de croissance. Une boîte donnée peut ainsi
être caractérisée par des valeurs moyennes non-nulles de εxx−εyy ou εxy. Le mélange de bande de
valence qui en résulte couple les trous lourds jz = ±3/2 au trou légers jz = ∓1/2. Les nouveaux
états propres qui résultent de ce couplage sont donnés en 2.5. Voyons l’effet de ce couplage sur
l’opérateur moment cinétique j. Pour un mélange de bande de valence faible, on peut réaliser un
développement limité des matrices ji en ρ/∆lh dans le sous-espace des trous Φ±h (on néglige ici
la contribution du terme de normalisation dont les termes les plus bas sont d’ordre 2).

j+ =
ρ

∆lh

(
0 −2

√
3e−2iθ′s

0 0

)
+
( ρ

∆lh

)2
(

0 0
2e4iθ

′
s 0

)
(3.14)

j− =
ρ

∆lh

(
0 0

−2
√

3e2iθ
′
s 0

)
+
( ρ

∆lh

)2
(

0 2e−4iθ′s

0 0

)
(3.15)

jz =

(
3/2 0
0 −3/2

)
+
( ρ

∆lh

)2
(
−1/2 0

0 1/2

)
(3.16)

où les notations du chapitre 1 sont utilisées. Si l’on se limite au premier ordre en ρ/∆lh, j+
renverse le spin du trou de Φ− à Φ+ et j− de Φ+ à Φ− tandis que la mesure de la projection de
spin suivant z confirme que les trous sont majoritairement ±3/2.

On constate donc que ce type de mélange de bande débloque les spin-flips entre le trou et
son environnement. L’interaction d’échange électron-trou à courte portée couple de ce fait les
excitons radiatifs | − 1̃〉 = | ↑e Φ−h 〉 et | + 1̃〉 = | ↓e Φ+

h 〉. Nous avons vu au chapitre 2 que ce
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3.3. Contraintes dans le plan de croissance

couplage produit les même effets que l’interaction électron-trou anisotrope à longue portée et
que ces deux phénomènes peuvent parfois entrer en compétition.

Dans le cas des boîtes quantiques magnétiques, le trou peut également interagir avec le spin
de l’atome de Mn. Dans ce cas les spin-flips trou-Mn vont coupler les états |+1̃ Sz〉 et |− 2̃ Sz+1〉
ainsi que les états | − 1̃ Sz〉 et | + 2̃ Sz − 1〉. Des anticroisements additionnels peuvent donc se
produire dans les spectres d’émission sous champ magnétique lorsque la boîte est soumise à une
distribution inhomogène de contraintes. Il est donc nécessaire de prendre en compte le hamil-
tonien de Bir-Pikus dans la modélisation du système exciton-Mn. La figure 3.13(a) montre un
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Fig. 3.13 – (a) Calcul de l’évolution de M1566 sous champ magnétique longitudinal incluant du
mélange de bande de valence. (b) et (c) sont les spectres expérimentaux et calculés de l’évolution
sous champ magnétique longitudinal de M1662 k4l2

calcul de l’évolution sous champ magnétique longitudinal de l’émission excitonique d’une boîte
quantique présentant les caractéristiques de la boîte étudiée en figure 3.5. Dans ce calcul, un
mélange de bande de valence faible (ρ/∆lh = 0.07) a été ajouté aux ingrédients du modèle de la
section précédente. On constate que les trois anticroisements non expliqués dans l’approximation
du trou lourd sont fidèlement reproduits. Cependant la valeur de mélange de bande de valence
à prendre en compte est particulièrement faible. Ceci indique que la boîte quantique considé-
rée contient des trous lourds quasiment purs (0.5% de trous légers dans l’état fondamental de
trou). Le calcul réalisé en Fig.3.13(a) nous permet également de relever deux anticroisements
difficilement observables expérimentalement (voir Fig.3.5(a)). Ces anticroisements se produisent
sur les raies associées aux états | ± 1̃, −1/2〉 à 4.5 T environ. Ils peuvent être aisément iden-
tifiés par le calcul. Ils sont originaires de l’interaction électron-trou à courte portée qui les couple.
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Chapitre 3. Détection optique de l’état de spin d’un atome de manganèse

On retrouve un comportement magnéto-optique similaire pour de nombreuses boîtes quan-
tiques. C’est le cas par exemple de la boîte quantique M1662 k4l2. Son évolution magnéto-optique
expérimentale est présentée en figure 3.13(b) et le calcul en figure 3.13(c). Ici le jeu de paramètres
à considérer est très différent de celui de la boîte quantique M1566 précédemment étudiée. La
boîte M1662 k4l2 présente notamment une structure fine beaucoup plus large. Les intégrales
d’échange entre les porteurs confinés et le Mn sont supérieures d’un facteur deux à ceux de la
boîte quantique M1566. L’ensemble des paramètres considérés pour le calcul sont présentés ci
dessous :

Ie = 117µeV (3.17)
Ih = −267µeV

δsr,lr0 = 410µeV
ge = −0.35
κ = 0.25
γz = 2.4µeV/T 2

ρ/∆lh = 0.07
Teff = 50K

Les intégrales de recouvrement des fonctions d’onde pour l’interaction d’échange électron-trou et
le calcul des forces d’oscillateur sont les valeurs estimées précédemment (eq.(2.10)). On considère
toujours une séparation lourd-léger ∆lh = 30meV.

Les états non-radiatifs sont en proportion plus proches des états radiatifs que dans le cas de la
boîte quantique M1566. Pour cette raison, les anticroisements liés à un couplage entre états radia-
tifs et non-radiatifs sont décalés à plus fort champ dans la polarisation σ− (et donc à plus faible
champ dans la polarisation σ+). Ceci résulte des décalages Zeeman différents des états d’excitons
radiatifs et non-radiatifs. De ce fait, l’anticroisement présent sur la première raie basse énergie
se produit à un champ magnétique supérieur à 11T. Par contre l’anticroisement présent à 2.5T
dans la polarisation σ+ pour la boîte M1566 se produit à 0.5T dans la polarisation σ− pour la
boîte quantique M1662 k4l2. Les décalages Zeeman des niveaux à l’origine de cet anticroisement
sont tels que ce dernier s’étend de 5T dans la polarisation σ+ à 5.5T dans la polarisation σ−.
Il implique donc tour à tour les états | + 1̃, −3/2〉 et | − 2̃, −1/2〉 et les états | − 1̃, +3/2〉 et
| + 2̃, +1/2〉. Par contre la position des anticroisements liés à l’échange électron-trou à courte
portée est indépendante de la position des excitons non-radiatifs. Elle n’est donc que très légère-
ment modifiée à cause de la différence de facteur g de l’exciton entre les deux boîtes quantiques
et se situe pour M1662 k4l2 autour de 5T. On notera enfin que les raies d’émission de la boîte
quantique M1662 k4l2 sont élargies (200 µeV à mi hauteur). Ces raies ont la particularité de
s’affiner sous champ magnétique. Il apparaît clairement que l’intensité se concentre sur la par-
tie haute énergie pour les raies σ− et sur la partie basse énergie pour les raies σ+. A l’échelle
d’une raie, il se produit donc la même évolution d’intensité que sur l’ensemble du spectre. On
peut raisonnablement penser que c’est la signature d’un couplage faible à un second atome de Mn.

Au chapitre 2, nous avons vu qu’une distribution inhomogène de contraintes dans le plan de
croissance, du fait de ses répercutions sur l’interaction d’échange électron-trou, était à l’origine
de propriétés de polarisation de l’émission caractéristiques. Malgré la levée de dégénérescence
des états d’excitons liée à la présence d’un atome de Mn, l’effet de ce type de contraintes peut
être également observé dans les boîtes quantiques magnétiques. L’effet est généralement faible.
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3.3. Contraintes dans le plan de croissance

Cependant, certaines boîtes quantiques présentent toutes les caractéristiques de boîtes quantiques
soumises à une forte anisotropie dans le plan de croissance. Comme pour les boîtes quantiques
non-magnétiques, il est difficile cependant d’identifier l’origine de l’anisotropie : celle-ci peut
provenir de la forme de la boîte quantique elle-même ou de la distribution de contraintes. Nous
étudierons donc deux exemples caractéristiques de ce type de boîtes quantiques : les boîtes
M1604 et M1735 k2l1 (voir Fig. 3.3). Les spectres d’émission excitonique résolus en polarisation
de ces deux boîtes sont présentés en figure 3.14 et 3.15. Dans ces spectres, les raies d’émission
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Fig. 3.15 – Spectres d’émission de M1735 k2l1
expérimentaux et calculés, résolus en polari-
sation linéaire.

du système exciton-Mn sont regroupées en deux jeux de trois raies séparés d’une énergie de 340
µeV pour M1604 et 170 µeV pour M1735 k2l1. Dans chaque jeu, les raies présentent un taux de
polarisation linéaire. La direction de polarisation est grossièrement la même au sein d’un même
jeu et perpendiculaire à celle du deuxième jeu. Ce comportement est donc tout à fait comparable
au dédoublement des états radiatifs observé dans l’émission excitonique des boîtes quantiques
non-magnétiques.

Analysons ce problème de manière générale. Soit un phénomène couplant les états excito-
niques | ± 1〉 entre eux avec une énergie caractéristique ζ dans une boîte quantique où réside
un atome de manganèse. Ce couplage n’affecte pas l’état de spin du Mn. Dans la base complète
du système, il couple donc les états | ± 1, Sz〉. Dans le cas des boîtes quantiques magnétiques,
ces états ne sont pas dégénérés. Ils forment respectivement les configurations parallèle et anti-
parallèle entre l’exciton et le spin de Mn. L’interaction exciton-Mn tend à les séparer d’une
énergie |Sz|(Ie− 3Ih). Lorsqu’on ajoute l’effet du couplage des états radiatifs, les états | ± 1, Sz〉
sont finalement séparés de l’énergie :

∆E =
√
ζ2 + (|Sz|(Ie − 3Ih))2 (3.18)

Comme le montre le schéma présenté en figure 3.16, les états les plus affectés en champ magné-
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Fig. 3.16 – Diagramme énergétique des transitions optiques du système exciton-Mn sans et avec
couplage des excitons radiatifs. La partie droite montre l’évolution de la structure fine sous champ
magnétique longitudinal. Le diamagnétisme n’est volontairement pas inclus.

tique nul sont les états associés au spin de Mn Sz = ±1/2. Par contre, lorsqu’on applique un
champ magnétique suivant l’axe de croissance, le décalage Zeeman des excitons doit provoquer
le croisement des états associés aux spins de Mn Sz = −1/2,−3/2 et enfin −5/2. On observe
alors des anticroisements d’énergie caractéristique ζ dans les spectres de photoluminescence ex-
citoniques sous champ magnétique longitudinal. Il apparaît donc une séparation énergétique en
centre de structure sur l’ensemble de l’évolution sous champ.

Les figures 3.17 et 3.18, présentant l’évolution sous champ magnétique de l’émission des
boîtes quantiques M1604 et M1735 k2l1, montrent que cette séparation n’est pas affectée par
l’effet Zeeman. Sa position est uniquement modifiée par la légère composante diamagnétique.
Le comportement magnéto-optique de M1604 semble à première vue plus complexe que celui de
M1735 k2l1. On constate en effet une séparation très inégale des raies pour M1604 avec un écart
important entre la première et la deuxième raie basse énergie en plus de la séparation en milieu
de structure. On observe en outre un anticroisement spécifique sur la raie basse énergie σ+ à
5.5 T. En comparaison le comportement de la boîte quantique M1735 k2l1 semble assez "exem-
plaire". Il fait clairement apparaître la séparation énergétique en centre de structure. Aucune
autre trace de mélange de bande de valence ne peut être observée. Seuls les anticroisements liés
à l’interaction électron-Mn apparaissent à 6T environ dans la polarisation σ−. On peut donc se
demander si la boîte quantique M1735 k2l1 n’est pas uniquement soumise à une asymétrie du
potentiel de confinement, sans mélange de bande de valence.

Il est délicat de séparer dans ces propriétés les contributions des contraintes et de l’anisotropie
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Fig. 3.17 – Evolution de la structure fine excitonique de M1604 sous champ magnétique longi-
tudinal, expérimentale et calculée.

de forme de la boîte quantique. Comme pour les boîtes quantiques non-magnétiques, la méthode
la mieux adaptée est de mesurer en premier lieu le taux de polarisation global de l’émission
excitonique. Celui-ci nous donne directement l’importance du mélange de bande de valence induit
par les contraintes et leur direction. L’analyse des spectres résolus en polarisation (Fig.3.14 et
Fig.3.15) nous indique un taux de polarisation linéaire de 25 % faisant un angle θs = 110◦

avec (110) pour la boîte quantique M1604. La boîte quantique M1735 k2l1 est quant à elle
caractérisée par un taux de polarisation linéaire de 20% avec un direction θs = 70◦. Dans le
modèle développé, ces taux de polarisation sont obtenus pour des mélanges de bande de valence
de l’ordre de ρ/∆lh = 0.25 pour M1604 et ρ/∆lh = 0.3 pour M1735 k2l1 7.

Dans un second temps la mesure de l’écart énergétique central et l’analyse des directions de
polarisation de chacune des raies d’émission nous permet d’extraire une amplitude et une phase
pour le terme d’interaction d’échange longue portée. Pour les deux boîtes étudiées, les graphiques
d’émission des six raies excitoniques en coordonnées polaires sont tracés en figure 3.19 et 3.20.
Chacun des graphiques de ces deux figures montre l’intensité d’émission résolue en angle pour
deux raies excitoniques couplées entre elles. Les raies sont indexées par énergie croissante. Atta-

7Dans le cas des boîtes quantiques magnétiques, il est indispensable de prendre en compte la thermalisation
partielle sur l’état excitonique qui peut affecter fortement le tau de polarisation. Les spectres de M1604 (Fig.3.14)
montre une thermalisation à plus basse température que pour la boîte quantique M1735 k2l1 (Fig.3.15). Des
températures effectives de 10 et 30 K respectivement ont été utilisées pour le calcul du taux de polarisation
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Fig. 3.20 – Graphiques d’émission en coordon-
nées polaires des raies excitoniques de la boîte
quantique M1735 k2l1, expérimentaux et cal-
culés. Les raies sont indexées de 1 à 6 par éner-
gie croissante. Sur chaque graphique, la raie
basse énergie apparaît en ronds rouges et la
raie haute énergie en carrés noirs.

chons nous dans un premier temps à la partie expérimentale de ces figures (panneaux gauches).
On observe tout d’abord que le taux de polarisation linéaire augmente lorsque l’espacement éner-
gétique entre les raies couplées diminue. En particulier, les raies 3 et 4 en bordure du gap sont
presque totalement polarisées linéairement. Ceci montre les effets contraires de l’interaction avec
l’atome magnétique qui tend à séparer les états d’excitons radiatifs et de l’interaction d’échange
électron-trou qui, du fait du mélange de bande de valence ou via le terme longue portée, tend
à les mélanger. On observe également pour chacune des boîtes quantiques que les directions de
polarisation entre les états couplés ne sont pas orthogonales. On peut mesurer un angle de 80◦

entre les directions de polarisation des raies 3 et 4 de la boîte quantique M1604 et un angle de 75◦

pour la boîte quantique M1735 k2l1. Ces non-orthogonalités sont la signature d’une compétition
entre l’anisotropie induite par les contraintes et l’anisotropie liée à la symétrie du potentiel de
confinement. Pour les deux boîtes quantiques, plus l’écart énergétique augmente entre les raies
couplées, plus l’angle entre leurs directions de polarisation diminue. Les raies les plus proches ont
des directions de polarisation grossièrement orthogonales tandis que les raies les plus éloignées
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ont des directions de polarisations à peu près confondues avec la direction des contraintes.
Après extraction de tous les paramètres possibles (intégrales d’échanges, facteurs g, intensité

et direction du mélange de bande de valence...), on ajuste donc l’intensité et la direction de
l’interaction d’échange à longue portée pour reproduire à la fois l’écart énergétique central et les
propriétés de polarisation. Un seul couple de valeurs convient. Les spectres d’émission calculés, en
champ magnétique nul et sous champ magnétique longitudinal, ainsi que le détail des directions
d’émission sont tracés pour les deux boîtes quantiques en parallèle des résultats expérimentaux
(Fig.3.14, 3.15, 3.17, 3.18, 3.19 et 3.20). Les jeux de paramètres donnés dans le tableau 3.1 ont
été utilisés :

M1604 M1735 k2l1

Ie 60 µeV 20 µeV

Ih -135 µeV -75 µeV

δsr,lr0 300 µeV 500 µeV

ge 0.1 -0.2

κ 0.3 0.25

γz 2.4 µeV/T2 2.4 µeV/T2

ρ/∆lh 0.25 0.3

θs 110◦ 80◦

δ2 450 µeV 400 µeV

θb − θs 80◦ 75◦

Teff 10 K 30 K

Tab. 3.1 – Jeux de paramètres pour la modélisation de l’émission excitonique des boîtes quan-
tiques M1604 et M1735 k2l1.

On obtient un accord quasiment quantitatif entre expériences et modélisations. Ceci confirme
bien la validité du modèle. Il faut cependant rester prudent sur les paramètres pris en compte
pour le mélange de bande de valence et l’interaction d’échange électron-trou. N’oublions pas que
ceux-ci reposent sur une estimation grossière des recouvrements des fonctions enveloppes des
porteurs confinés. On peut supposer cependant qu’ils sont assez proches des grandeurs réelles.

Les calculs réalisés pour ces deux boîtes montrent que les boîtes quantiques M1604 et M1735
sont soumises à un mélange de bande de valence comparable. Pourtant, elle présentent des
comportements magnéto-optiques différents (voir Fig.3.17 et 3.18). Ceci s’explique par la forte
différence de l’écart entre excitons radiatifs et excitons non-radiatifs pour ces deux boîtes. Pour
la boîte quantique M1735 k2l1, du fait de son couplage faible avec l’atome de Mn et de la valeur
importante de δ0, les états radiatifs et non radiatifs couplés par l’échange trou-Mn ne se croisent
pas entre 0 et 11T. La structure fine d’émission n’est donc pas affectées par ce type de couplage et
paraît assez simple. Au contraire, pour la boîte quantique M1604 la levée de dégénérescence cau-
sée par la présence de l’atome de Mn permet aux états radiatifs et non-radiatifs de se recouvrir.
Du fait de l’importance du mélange de bande de valence pour cette boîte, les anticroisements
liés à l’interaction trou-Mn forment une séparation énergétique supplémentaire entre les deux
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premières raies d’émission. Par contre, l’anticroisement observé expérimentalement sur la raie
basse énergie σ+ ne peut pas être reproduit avec le modèle développé, même avec d’autres va-
leurs des facteurs g et de δ0. Il semble y avoir pour cette boîte quantique un phénomène que nous
ne prenons pas (ou mal) en compte. De plus on notera que pour cette boîte quantique le facteur
g de l’électron extrait expérimentalement est étrangement très proche de ge dans ZnTe (0.4) et
très éloigné de la valeur de CdTe (-1.6).

Le modèle développé ici donne cependant de très bons résultats, y compris pour le com-
portement magnéto-optique de M1604 en champ magnétique transverse. La figure 3.21 montre
l’évolution calculée de transitions optiques excitoniques avec le jeu de paramètres donné dans
le tableau 3.1. Nous avons vu précédemment que les phénomènes de thermalisation pouvaient
fortement influencer les spectres d’émission sous champ transverse et en perturber l’analyse. De
ce fait, nous avons représenté sur la figure 3.21, l’évolution des forces d’oscillateur et celle des
intensités d’émission pour une température effective du système exciton-Mn de 15 K. On a en
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Fig. 3.21 – Force d’oscillateur et Photoluminescence calculées des recombinaisons excitoniques
pour un jeu de paramètres reproduisant les caractéristiques de M1604.

effet un comportement très proche entre les évolutions expérimentales (Fig.3.12) et théoriques.
Le graphique des forces d’oscillateur calculées montre que cette boîte quantique est bien carac-
térisée par un élargissement du groupement central n = 0. A 5 T, le calcul donne une largeur
du groupement central de 400 µeV qui peut toujours être mesurée malgré les effets de therma-
lisation. Ceci confirme encore une fois que le mélange de bande de valence rend le trou moins
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anisotrope. La valeur calculée de la largeur reste cependant inférieure à sa valeur expérimentale
(490 µeV). Ceci pourrait confirmer qu’il manque des ingrédients à notre modèle pour la modéli-
sation de cette boîte quantique. Enfin, on notera une différence entre les spectres expérimentaux
et calculés : le calcul montre qu’on peut distinguer trois raies dans le groupement central à fort
champ magnétique. Si expérimentalement, la raie haute énergie n’est pas visible du fait des phé-
nomènes de thermalisation, le calcul prédit une intensité comparable des deux autres raies. Ce
n’est pas ce qu’on peut observer expérimentalement. Une analyse détaillée du modèle montre
que ces deux raies sont polarisées linéairement dans des directions (à peu près) perpendiculaires.
Nous ne nous sommes malheureusement pas assurer de la polarisation de détection lors de cette
expérience. Les spectres expérimentaux sont donc vraisemblablement perturbés par une réponse
en polarisation du montage.

Il ressort donc de cette étude qu’une distribution inhomogène de contraintes dans la plan de
croissance peut donc être à l’origine de profondes modifications des spectres d’émission de boîtes
quantiques magnétiques. Les effets principaux observés sont l’apparition d’anticroisements liés
aux spin-flips trou-Mn et la séparation de la structure de six raies en deux groupes de raies par-
tiellement polarisées. Des variations dans les directions de polarisation peuvent aussi apparaître
lorsqu’aux contraintes s’ajoute une anisotropie du potentiel de confinement. Cependant, il existe
d’autres distributions de contraintes envisageables. Nous allons en étudier les effets sur les boîtes
quantiques magnétiques dans la section suivante.

3.4 Cisaillement lié à l’axe de croissance

L’utilisation de hamiltoniens de spin dans la modélisation des boîtes quantiques permet d’étu-
dier un second type de mélange de bande de valence autorisé par la symétrie. Ce type de mélange
de bande de valence peut trouver son origine dans des contraintes de cisaillement impliquant l’axe
de croissance et un axe du plan de croissance (εzx,zy). Nous en avons déjà parlé au chapitre 2
comme cause possible d’anticroisements entre excitons radiatifs et non-radiatifs dans les boîtes
quantiques non-magnétiques. Voyons plus en détail l’impact de telles contraintes sur la bande de
valence et leur influence sur le système exciton-Mn.

Considérons que le mélange de bande de valence vienne uniquement de contraintes de cisaille-
ment (moyennées sur le volume de la boîte quantique) non-nulles entre l’axe de croissance et un
axe du plan. De fait, le hamiltonien de Bir-Pikus s’écrit dans la base (+3/2, 1/2, −1/2, −3/2 —
attention l’ordre dans la base a été modifié par rapport au chapitre 1) :

HBP =


P +Q −S 0 0
−S† P −Q 0 0

0 0 P −Q S
0 0 S† P +Q

 (3.19)

où, P et Q répondent aux mêmes définitions qu’au premier chapitre et

S = − d√
2

(
εzx − iεyz

)
(3.20)

On peut résoudre ce hamiltonien de la même manière que nous l’avons fait pour des contraintes
dans le plan de croissance. On trouve ici que les deux nouveaux états fondamentaux de trous
sont :

|Ξ+
h 〉 ∝ χhh(r) |+ 3/2〉 + ξ χlh(r) |+ 1/2〉 (3.21)
|Ξ−h 〉 ∝ χhh(r) | − 3/2〉 − ξ† χlh(r) | − 1/2〉
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où ξ est un complexe et χlh(hh)(r) la fonction enveloppe du trou léger (lourd).
Comme nous l’avons fait dans la section précédente nous pouvons faire un développement

limité de l’opérateur moment cinétique j en ξ dans le sous-espace des trous Ξ±h .

j+ = ξ

( √
3 0

0 −
√

3

)
+ ξ†

2

(
0 −2
0 0

)
(3.22)

j− = ξ†
( √

3 0
0 −

√
3

)
+ ξ2

(
0
−2 0

)
(3.23)

jz =

(
3/2 0
0 −3/2

)
+ ξξ†

(
1/2 0
0 −1/2

)
(3.24)

Au premier ordre en ξ, le comportement du spin du trou soumis à ce type de contraintes est très
surprenant. Les opérateurs j+, j− et jz sont diagonaux et leur application n’affecte pas l’état du
trou. L’anisotropie du trou le long de l’axe de croissance est donc brisée. Le spin du trou a une
composante dans le plan proportionnelle à ξ. On notera que jx est proportionnel à <ξ et jy à =ξ
ce qui témoigne d’une anisotropie de spin dans le plan de croissance.

Ce mélange de bande de valence produit des couplages caractéristiques entre les porteurs
confinés et l’atome magnétique par le biais des interactions d’échange. Appelons, | ± 1̂〉 et | ± 2̂〉
les états excitoniques pour lesquels le trou est décrit par l’équation 3.21. Du fait du mélange
de bande de valence, l’interaction d’échange électron-trou couple les états | + 1̂〉 et | + 2̂〉 ainsi
que les états | − 1̂〉 et | − 2̂〉 (sans modification, s’il y a lieu, du spin de Mn). Nous avons déjà
discuté de ce couplage au chapitre 2 pour les boîtes quantiques non-magnétiques. Dans le cas
des boîtes quantiques contenant un atome de Mn, des anticroisements peuvent se produire si les
facteurs g des excitons radiatifs et non-radiatifs le permettent, par exemple si gXb et gXd ont
même signe et que |gXb | > 2|gXd |. Ceci semble être le cas pour la plupart des boîtes quantiques
étudiées. On doit alors obtenir une série d’anticroisements dans la polarisations σ− semblables
aux anticroisements de l’interaction électron-Mn mais impliquant les six raies σ−. Cependant,
ces anticroisements doivent se produire à plus fort champ magnétique que les anticroisements
électron-Mn. Ils peuvent donc ne pas être observés dans nos expériences limitées à 11T.

Du fait du mélange de bande de valence, l’interaction d’échange trou-Mn couple également les
états |±1̂, Sz〉 aux états |±1̂, Sz+1〉 et |±1̂, Sz−1〉 (de même pour les excitons non-radiatifs). Ce
couplage a d’importantes répercussions lorsqu’on applique un champ magnétique positif suivant
z puisque les états | − 1̂〉 d’une part et | − 2̂〉 d’autre part sont censés se croiser autour de
2T. Au point de croisement des excitons radiatifs, tous les états doivent être mélangés et on
doit observer un brouillage du spectre d’émission. C’est ce que montre la figure 3.22 présentant
l’évolution sous champ magnétique en configuration Faraday de l’émission excitonique de la
boîte quantique M1662 k7l3. Un brouillage peut en effet être observé à 2T. Il s’agit pour les
boîtes quantiques magnétiques d’un signe distinctif de ce type de mélange de bande de valence.
La boîte quantique M1662 k7l3 est à l’heure actuelle la seule boîte quantique présentant cette
caractéristique.

On peut tenter de modéliser les propriétés d’émission de la boîte quantique M1662 k7l3
en intégrant le mélange de bande de valence induit par des contraintes de cisaillement εzx,yz.
On utilise la méthode précédemment employée pour extraire tous les paramètres possibles. Il est
cependant difficile de donner une valeur précise des contraintes moyennes εzx,yz car le phénomène
de brouillage est l’unique signature de ces paramètres. Une simulation approchante est obtenue
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Fig. 3.22 – Photoluminescences expérimentale et calculée des recombinaisons excitoniques sous
champ magnétique longitudinal pour la boîte quantique M1662 k7l3.

avec le jeu de paramètres suivant :

Ie = 50µeV (3.25)
Ih = −140µeV

δsr,lr0 = 460µeV
ge = −0.3
κ = 0.25
γz = 2.45µeV/T 2

∆lh = 30meV
εxx − εyy = 0.245%

εxy = 0.%
εzx = 0.3%
εyz = 0.%
Teff = 30K

L’évolution calculée de la luminescence en configuration Faraday est présentée en figure 3.22.
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On notera que la plupart des caractéristiques sont bien reproduites, notamment le brouillage
dans la polarisation σ−. Cependant, cette boîte quantique montre le même anticroisement que la
boîte M1604 sur la raie σ+ basse énergie. Il sera donc nécessaire d’aller plus avant dans la com-
préhension des interactions entre les porteurs confinés et le spin localisé de l’atome magnétique
dans ces systèmes.

Enfin, nous avions comparé, dans la section 3.2, les évolutions de photoluminescence sous
champ magnétique transverse de différentes boîtes quantiques. Nous en avions notamment conclu
que le modèle simple réalisé dans l’approximation du trou lourd est parfois insuffisant pour décrire
le comportement magnéto-optique de certaines boîtes, parmi lesquelles la boîte quantique M1662
k7l3. Un calcul réalisé avec le jeu de paramètres 3.25 est présenté en figure 3.23(a). On constate
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Fig. 3.23 – (a) Photoluminescence calculée des recombinaisons excitoniques sous champ magné-
tique transverse pour un jeu de paramètres reproduisant les caractéristiques de M1662 k7l3. (b)
Largeurs énergétiques expérimentale (rond) et calculée (trait continu) du groupement central
n = 0 pour M1662 k7l3. (c) Largeur énergétique du groupement n = 0 à 5 T en fonction de l’im-
portance du mélange de bande de valence pour deux types de contraintes possibles. Ici, ρ = dεxy
ou dεzx/

√
2.

qu’il reproduit très bien l’évolution expérimentale. En particulier, le groupement central n = 0
conserve sous champ magnétique une levée de dégénérescence significative. D’après le modèle
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développé les états de trous ne sont pas modifiés mais leur composante dans le plan permet
une conservation de l’interaction avec le spin de Mn même si celui-ci est dans le plan. La figure
3.23(b) montre que l’évolution de la largeur du groupement central est alors bien reproduite par
le modèle.

Enfin, il est intéressant de comparer les effets des deux types de contraintes possibles sur
l’anisotropie du trou. Ceci peut être effectué en comparant la largeur du groupement central
sous un champ magnétique transverse de 5T suivant x en fonction de l’importance du mélange
de bande de valence pour les deux origines de mélange. C’est ce que montre la figure 3.23(c). On
constate que l’augmentation de la largeur est beaucoup plus importante lorsque le mélange de
bande de valence est produit par les contraintes de cisaillement εzx,zy. Ceci vient du fait que dans
ce dernier cas, il n’est pas nécessaire que le champ magnétique oriente le spin du trou suivant
x pour conserver l’interaction entre le trou et le Mn. Au contraire, lorsque le mélange de bande
provient de contraintes dans le plan de croissance, l’opérateur jx est contre-diagonal dans la base
z. Le champ magnétique doit donc en premier lieu faire tourner le spin du trou pour l’orienter
suivant x. Si l’orientation est totale, ceci revient à diagonaliser l’opérateur jx. Dans la base x,
on notera que jx est toujours proportionnel à ρ/∆lh. Cependant cette orientation est difficile car
elle est fonction de ρ/∆lh. On a donc un effet au second ordre en ρ/∆lh.

Les expériences réalisées en champ magnétique transverse pourraient également permettre
de sonder l’anisotropie dans le plan du trou. En effet, l’évolution de la largeur énergétique du
groupement central n = 0 en fonction de l’orientation du champ magnétique dans le plan (donc
de celle du spin de Mn) est une signature directe de l’anisotropie du trou. Cependant, il n’est
pas difficile d’imaginer les difficultés de mise en oeuvre de ce type d’expériences.

Conclusion

Le chapitre 3 nous a donc permis de comprendre les propriétés d’émission du système exciton-
Mn dans une boîte quantique magnétique. Celles-ci sont bien entendu régies par les interactions
entre les porteurs confinés et l’atome de Mn unique. L’une des propriétés essentielles des boîtes
quantiques magnétiques est la correspondance entre chacune des six raies d’émission, dans une
polarisation circulaire donnée, et les six états de spins de l’atome de Mn. On peut alors sonder
l’état de spin de l’atome de Mn par la luminescence de la boîte quantique. Cette correspondance
reste valable lorsqu’un champ magnétique est appliqué suivant l’axe de croissance. On observe
alors la polarisation progressive du spin de l’atome magnétique. Au contraire, lorsqu’un champ
magnétique est appliqué dans le plan de croissance, il n’existe plus de correspondance directe ;
on observe alors la rotation du spin de Mn de l’axe de croissance vers le plan.

Cependant, ces propriétés sont fortement modifiées par la symétrie de la bande de valence et
la forme du potentiel de confinement et il peut devenir délicat de sonder l’état de spin de l’atome
de Mn par le biais de la luminescence de la boîte quantique. Une distribution inhomogène de
contraintes dans le plan de croissance ou des contraintes de cisaillement hors du plan de croissance
peuvent particulièrement perturber le système exciton-Mn en en couplant les différents états. Ceci
explique la présence de nombreux anticroisements venant brouiller les spectres d’émission.

Dans le chapitre suivant, nous allons discuter l’influence du nombre de porteurs confinés sur
le spin de l’atome magnétique isolé. Nous réutiliserons alors ce que le système exciton-Mn nous
a appris sur l’interaction entre un électron ou un trou et le spin d’un atome magnétique.
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Influence du nombre de porteurs
injectés sur l’état de spin de l’atome de

manganèse
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Dans ce chapitre, nous montrons que l’anisotropie magnétique d’une boîte quantique conte-
nant un atome magnétique individuel est fortement dépendante de la nature et du nombre de
porteurs injectés dans la boîte. Dans une première section, nous étudions les propriétés magnéto-
optiques des excitons chargés d’une boîte quantique magnétique. Elles révèlent la différence
radicale entre les interactions d’échange électron-Mn et trou-Mn. Dans une seconde section, nous
étudions l’émission biexcitonique des boîtes quantiques magnétiques. Une structure fine surpre-
nante du système biexciton-Mn est observée. Une composante de l’interaction trou-Mn semble
subsister malgré l’appariement des porteurs dans l’état biexcitonique.

4.1 Boîte magnétique chargée

Nous avons vu au chapitre 3 que les symétries des interactions entre un électron et un atome de
Mn d’une part, et le trou et un atome de Mn d’autre part, sont très différentes. Dans la plupart
des cas, l’anisotropie du spin du trou réduit en effet l’interaction trou-Mn à une interaction
d’Ising à l’origine de la structuration de l’émission du système X-Mn en six raies. Cependant,
cette anisotropie est fortement dépendante de la présence de contraintes au sein de l’échantillon.
Il apparaît donc possible de contrôler l’anisotropie magnétique d’une boîte quantique contenant
un atome de manganèse en contrôlant le nombre et la nature des porteurs confinés dans la boîte.
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Lors du chapitre 2, nous avons démontré la possibilité de contrôler l’état de charge de boîtes
quantiques CdTe/ZnTe. Ce contrôle peut être électrique comme optique. Dans cette section,
nous allons montrer qu’il en est de même pour les boîtes quantiques magnétiques. L’étude de
la photoluminescence des excitons chargés dans ces boîtes montrera la possibilité de forcer ces
systèmes à un comportement magnétique isotrope ou fortement anisotrope.

4.1.1 Boîtes quantiques magnétiques à charge variable

La prise de contacts électriques au niveau du masque d’aluminium recouvrant un échantillon
de boîtes quantiques CdTe/ZnTe et au niveau de son substrat revient à insérer le plan de boîtes
quantiques au sein d’une diode Schottky (voir chapitre 2). La courbure de bande provoquée
par l’application d’une tension sur la structure provoque le déplacement du niveau de Fermi du
semiconducteur, fixé aux états de surface de ZnTe. Il est ainsi possible de modifier la probabilité
d’injecter des trous excédentaires au sein des boîtes quantiques.

La figure 4.1 montre l’évolution de la photoluminescence d’une boîte quantique magnétique
en fonction de la différence de potentiel appliquée entre le masque d’Al et le substrat. Comme
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Fig. 4.1 – Spectres de photoluminescence d’une boîte quantique magnétique (M1662 k7l3) insérée
dans une structure Schottky en fonction de la tension appliquée sur la diode, obtenus sous
excitation non-résonante (2412 meV).
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dans le cas de boîtes quantiques non-magnétiques, l’application d’une tension positive favorise
l’apparition de l’exciton chargé se situant le plus près de l’exciton neutre. Cet état de charge peut
être raisonnablement attribué à X+. Nous verrons plus loin dans ce chapitre que la présence d’un
atome magnétique dans la boîte quantique donne une signature spectrale de la nature de la charge
excédentaire dans la boîte quantique. A tension nulle, on constate une présence très faible des
excitons chargés positivement et négativement. Ceci montre que dans ces conditions d’excitation
(non-résonante), la contribution du dopage p des boîtes par les états de surface est très faible. Il
est nécessaire de considérer l’injection séparée de porteurs pour expliquer la présence simultanée
des structures neutres et chargées. L’application d’une tension négative peut très légèrement
favoriser l’apparition de X−. La luminescence disparaît pour des tensions négatives inférieures à
-5V.

Il est également possible de contrôler optiquement l’état de charge d’une boîte quantique ma-
gnétique. Les expériences de PLE sur ces systèmes révèlent une forte structuration des états exci-
tés (Figure 4.2 (a)). Cependant, celle-ci reste comparable au cas de boîtes quantiques CdTe/ZnTe
non-magnétiques. Nous étudierons plus en détail la structure des états excités du système exciton-
Mn dans le chapitre 5. Comme nous l’avons vu précédemment, l’excitation d’une boîte quantique
à une longueur d’onde spécifique peut favoriser l’apparition d’un état de charge donné. C’est la
conséquence de transitions optiques indirectes (entre la boîte quantique et la couche de mouillage
ou entre la couche de mouillage et les barrières) et de la modification de l’environnement électrique
local. Quand l’énergie d’excitation dépasse de quelques dizaines de meV l’énergie d’émission ex-
citonique de la boîte quantique, l’exciton chargé négativement est généralement favorisé. C’est le
cas ici à partir de 2117 meV (30 meV au dessus du fondamental). Lorsque la boîte quantique est
excitée à 2147 meV (Fig. 4.2(b)), l’exciton chargé négativement est fortement favorisé. L’injec-
tion supplémentaire de quelques paires électron-trou au voisinage de la boîte rétablit l’équilibre
électrique de la boîte quantique. Il est donc possible de contrôler la probabilité que la boîte
contienne un trou ou un électron excédentaire.

Les structures fines d’émission des systèmes X+-Mn et X−-Mn sont différentes. Celle de
X+-Mn est caractérisée par une largeur énergétique très inférieure à celle de l’exciton chargé
négativement ou même à celle de l’exciton neutre. Notre résolution spectrale ne permet généra-
lement pas de résoudre cette structure fine. Au contraire, pour l’exciton chargé négativement les
expériences font apparaître une dizaine de raies d’émission. La distribution d’intensité de celles-ci
est spécifique : les raies situées sur les bords de la structure sont plus intenses que les raies du
centre. On peut de plus observer une polarisation linéaire des raies en centre de structure. Nous y
reviendrons en détail par la suite. La figure 4.3 montre deux autres exemples des structures fines
d’excitons chargés dans des boîtes quantiques magnétiques. Les évolutions de leurs structures
fines d’émission sous champ magnétique longitudinal sont présentées en figure 4.3(c) et (d). On
constate que ces évolutions sont proches de celle de l’exciton neutre. En particulier si les spectres
d’émission en champ nul sont très différents, l’application d’un fort champ magnétique supérieur
à 2T rétablit pour les excitons chargés une structuration en six raies d’émission dans chacune
des polarisations circulaires de la lumière. La structure spécifique des excitons chargés en champ
nul apparaît donc comme une série d’anticroisements à très faible champ magnétique. Pour X+,
la raie basse énergie ne semble pas présenter d’anticroisement. La situation est inversée pour X−.

Pour expliquer la structure fine d’émission de l’exciton chargé en présence d’un atome magné-
tique, il est nécessaire d’utiliser "l’approche du porteur isolé". En effet, dans l’état fondamental
de l’exciton chargé, un porteur unique (électron ou trou) interagit avec l’atome de Mn. Par
contre lorsqu’un exciton est injecté, c’est un système constitué de l’atome de Mn et du porteur

95



Chapitre 4. Influence du nombre de porteurs injectés sur l’état de spin de l’atome de manganèse

In
t.

 d
e 

P
L

 (
u.

a.
)

208820862084208220802078207620742072
Energie (meV)

Ar. + Col.

Ar.

Col.

x10

X

X
+

X
-

X2

2150

2140

2130

2120

2110

E
ne

rg
ie

 e
xc

. (
m

eV
) (a)

(b)

Fig. 4.2 – (a) Spectres de PLE de la boîte quantique M1662 k7l2. (b) Spectres de lumines-
cence sous trois conditions d’excitations : très faible excitation non-résonante ; excitation quasi-
résonante (2147 meV) ; excitation couplée.

opposé que l’on doit considérer (trou ou électron). Ici "l’approche du porteur spectateur" est
difficilement utilisable 8.

4.1.2 Le système électron-Mn

Le système électron-Mn est contrôlé par une interaction ferromagnétique de type Heisenberg
entre les deux spins (éq. 1.21). Il s’agit donc d’un système isotrope. Puisque le spin de l’électron
est un spin 1/2, il n’existe donc que deux niveaux d’énergie : un pour la configuration de spin
parallèle entre l’électron et le Mn et un deuxième pour la configuration anti-parallèle. Dans le
modèle vectoriel du moment cinétique, les spins de l’électron σ et du Mn S précessent en phase
autour de l’axe défini par leur résultante. Si la résultante J de ces deux spins a une norme

8Il serait nécessaire dans "l’approche du porteur spectateur" de considérer les recombinaisons entre un électron
couplé à un atome de Mn et un trou couplé à un second atome de Mn sans qu’il y ait interaction entre ces deux
sous-systèmes.
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en configuration Faraday sont présentées en (c) et (d).

√
J(J + 1) avec J = 2, la configuration est appelée anti-parallèle car la résultante est plus petite

que le spin S. Au contraire, si la norme de la résultante vaut
√
J(J + 1) avec J = 3, le vecteur

J est plus grand que S et la configuration est appelée parallèle. La résultante des deux spins est
libre en l’absence de champ magnétique extérieur. Puisque l’interaction est ferromagnétique, c’est
la configuration parallèle qui est stabilisée énergétiquement. Les états propres de ce système de
deux spins sont donnés par les règles du couplage de moments cinétique. Ils peuvent être décrits
par le moment cinétique total du système J . La configuration parallèle présente un spin total
J = 3. C’est un niveau sept fois dégénéré. La configuration anti-parallèle présente un spin total
J = 2, cinq fois dégénéré. La séparation énergétique entre ces deux niveaux est égale à 3 Ie.
Ces considérations sont résumées sur le schéma de la figure 4.4. Pour comprendre l’évolution
du système sous champ magnétique, il est nécessaire de développer les douze états du système
électron-Mn dans la base des spins découplés, quantifiés suivant z. La décomposition des états
J = 3 donne :

|J = 3, Jz = 3〉 = | ↑e, 5/2〉

|J = 3, Jz = 2〉 =
√

5
6
| ↑e, 3/2〉+

√
1
6
| ↓e, 5/2〉
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états d’énergie du système sous champ magnétique longitudinal. Le niveau de gris représente la
probabilité que l’électron soit dans l’état σz = ±1/2.

|J = 3, Jz = 1〉 =
√

4
6
| ↑e, 1/2〉+

√
2
6
| ↓e, 3/2〉

|J = 3, Jz = 0〉 =
√

3
6
| ↑e, −1/2〉+

√
3
6
| ↓e, 1/2〉 (4.1)

|J = 3, Jz = −1〉 =
√

2
6
| ↑e, −3/2〉+

√
4
6
| ↓e, −1/2〉

|J = 3, Jz = −2〉 =
√

1
6
| ↑e, −5/2〉+

√
5
6
| ↓e, −3/2〉

|J = 3, Jz = −3〉 = | ↓e, −5/2〉

Les états J = 2 décomposés dans la base |Sz, jz〉 s’écrivent :

|J = 2, Jz = 2〉 =
√

1
6
| ↑e, 3/2〉 −

√
5
6
| ↓e, 5/2〉

|J = 2, Jz = 1〉 =
√

2
6
| ↑e, 1/2〉 −

√
4
6
| ↓e, 3/2〉

|J = 2, Jz = 0〉 =
√

3
6
| ↑e, −1/2〉 −

√
3
6
| ↓e, 1/2〉 (4.2)
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|J = 2, Jz = −1〉 =
√

4
6
| ↑e, −3/2〉 −

√
2
6
| ↓e, −1/2〉

|J = 2, Jz = −2〉 =
√

5
6
| ↑e, −5/2〉+

√
1
6
| ↓e, −3/2〉

Lorsqu’on applique un champ magnétique, l’état J = 3 se sépare en sept niveaux et l’état
J = 2 en cinq. Il est facile de montrer que le facteur g de l’état J = 2 est supérieur à celui de
l’état J = 3. En utilisant la définition EJ = gJµBBzJz, on obtient

g3 =
5
6
gMn +

1
6
ge (4.3)

et

g2 =
7
6
gMn −

1
6
ge, (4.4)

où ge est négatif et gMn positif (|ge| < |gMn|). Puisque l’état J = 2 est à haute énergie en champ
nul, les états J = 3 et J = 2 présentant un même Jz négatif doivent donc se croiser lorsqu’on
applique un champ magnétique positif suivant z. Le champ magnétique caractéristique pour les
croisements des états Jz = −2 et Jz = −1 doit être identique.

Cependant cette levée de dégénérescence n’est valable que lorsque l’énergie Zeeman du sys-
tème est très inférieure à l’énergie de couplage électron-Mn. Passé cette limite, les états |J, Jz〉
ne sont plus états propres du système. En particulier, les états de même Jz ne vont pas se croiser
mais s’anticroiser. C’est là une autre signature du couplage lié à l’interaction électron-Mn. Pour
les états |J = 3, Jz = −2〉 et |J = 2, Jz = −2〉, le couplage se produit entre les états électron-
Mn | ↓e, −3/2〉 et | ↑e, −5/2〉. L’énergie de couplage entre ces états vaut Ie

√
(5) ' 2.24Ie. Par

contre, pour les états |J = 3, Jz = −1〉 et |J = 2, Jz = −1〉, le couplage se produit entre les
états électron-Mn | ↓e, −1/2〉 et | ↑e, −3/2〉. L’énergie de couplage entre ces états vaut alors
2Ie
√

(2) ' 2.82Ie. Puisque l’énergie de couplage des états Jz = −1 est supérieure à celle des états
Jz = −2, l’anticroisement se produit tout d’abord pour les états Jz = −1 puis pour les états
Jz = −2. Comme ces états impliquent à la fois les spins électroniques ↑e et ↓e, on doit observer
ces anticroisements dans les deux polarisations de la lumière. On constate également que les états
couplés Jz = 0 se décomposent suivant les états électron-Mn | ↓e, 1/2〉 et | ↑e, −1/2〉. L’énergie
de couplage entre ces états vaut 3Ie. C’est exactement l’énergie séparant les états J = 3 et J = 2
en champ nul. Pour ces états l’anticroisement se situe donc en champ nul.

La figure 4.4 présente l’évolution du système électron-Mn sous champ magnétique longitu-
dinal. On observe en effet la levée de dégénérescence des états J = 3 et J = 2 en sept et cinq
niveaux respectivement lorsqu’on applique un faible champ magnétique. Sur le diagramme, les
anticroisements peuvent être observés à 0.9T pour les états Jz = −2, à 0.5T pour les états
Jz = −1 et en champ nul pour les états Jz = 0. Au delà de 1T, le couplage des spins du Mn et de
l’électron est rompu par le champ magnétique. Les états propres du système évoluent rapidement
vers les états de spins non-couplés |Sz, σz〉.

4.1.3 Le système trou-Mn

Du fait de l’anisotropie du trou suivant l’axe de croissance, le système trou-Mn est plus simple
à étudier. Dans l’approximation du trou lourd l’interaction d’échange trou-Mn est de type Ising
(éq. 1.23). Le trou jz = ±3/2 agit donc sur l’atome de Mn comme un champ magnétique positif
ou négatif aligné suivant l’axe de croissance. En champ nul, il existe donc six niveaux d’éner-
gie correspondant aux six états de spin du Mn (voir figure 4.5) pour chacun des états de spin
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du trou. On obtient donc six niveaux deux fois dégénérés. L’interaction d’échange étant anti-
ferromagnétique, la configuration de spins anti-parallèles est stabilisée.
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Fig. 4.5 – Description du système trou-Mn. Un schéma des états propres du système en champ
nul est présenté dans la partie supérieure. L’effet d’un mélange de bande de valence produit par
une distribution inhomogène de contraintes dans le plan de croissance est envisagé. La partie
inférieure montre l’évolution des états d’énergie du système sous champ magnétique longitudinal
en présence de mélange de bande. Le niveau de gris représente la probabilité que le trou soit
dans l’état jz = ±3/2.

Cependant, la présence d’une distribution inhomogène de contraintes dans l’environnement
de la boîte quantique peut modifier la symétrie de la bande de valence et donc la symétrie de
l’interaction trou-Mn. Au chapitre 3, nous avons étudié l’effet des contraintes de type εxy et εzx
sur cette interaction (section 3.3 et 3.4). Pour le système trou-Mn, du fait de la structuration
énergétique, les contraintes dans le plan de croissance ont une influence forte sur le spectre
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4.1. Boîte magnétique chargée

énergétique. Le troisième niveau basse énergie du système trou-Mn est constitué des états |jz =
3/2, Sz = −1/2〉 et |jz = −3/2, Sz = +1/2〉. S’il existe un mélange de bande non-nul provoqué
par des contraintes inhomogènes dans le plan de croissance, ces états sont couplés par l’interaction
d’échange trou-Mn 9. On assiste de ce fait à une levée de dégénérescence en deux états :

Λ± =
1√
2

(
|Φ−h , +1/2〉 ± e−2iθs |Φ+

h , −1/2〉
)

(4.5)

séparés de l’énergie

∆E = 3
√

3Ih
ρ

∆lh
. (4.6)

L’effet est particulièrement important car le mélange est total entre les deux états |Φ±h , ∓1/2〉
quelque soit l’importance de mélange de bande de valence. On notera aussi que les autres états
se couplent également légèrement mais cet effet est généralement négligeable. Cette levée de dé-
générescence peut également être envisagée comme le passage d’un système anti-ferromagnétique
constitué d’un spin 5/2 et d’un pseudo spin 1/2 anisotrope vers un système où le pseudo spin
est isotrope. On voit en effet se former deux groupes de niveaux : sept niveaux à haute énergie ;
cinq niveaux à basse énergie (voir Fig.4.5). Pour des mélanges de bande de valence d’amplitude
raisonnable, le système reste cependant fortement anisotrope.

La partie inférieure de la figure 4.5 montre l’évolution des niveaux d’énergie du système trou-
Mn lors de l’application d’un champ magnétique longitudinal. Cette évolution est très proche
de celle de l’exciton neutre. Ceci montre que c’est vraiment la symétrie du trou qui contrôle le
système exciton-Mn. Si le champ magnétique extérieur s’ajoute au champ d’échange créé par le
trou sur le Mn (jz = +3/2 et Bz > 0), l’écart énergétique s’accroît entre les niveaux d’énergie
(panneau droit). Par contre, si le champ extérieur est opposé au champ d’échange trou-Mn, les
niveaux se croisent avant de s’écarter. En présence d’un mélange de bande de valence produit par
des contraintes de cisaillement εzx, ces niveaux s’anticroiseraient comme dans le cas de l’exciton
neutre. On constate enfin que les états Λ± se découplent progressivement sous l’effet du champ
magnétique.

4.1.4 Recombinaisons optiques

Étudions à présent les transitions optiques possibles entre le système électron-Mn, isotrope,
et le système trou-Mn, anisotrope. Prenons le cas de X−-Mn puisque nous pouvons résoudre
expérimentalement la structure fine d’émission de ce complexe. Nous nous placerons tout d’abord
dans l’approximation du trou lourd pour plus de simplicité.

La figure 4.6 montre les points clés des transitions optiques dans une boîte quantique ma-
gnétique chargée négativement. Prenons pour état initial l’état excité d’une boîte quantique
magnétique chargée négativement, composé de deux électrons, un trou et l’atome de Mn. Il peut
être correctement décrit en terme de système trou-Mn | jz, Sz〉. Lorsque la paire électron-trou se
recombine, la polarisation du photon émis dépend du spin jz du trou dans l’état initial. L’électron
excédentaire se trouve brusquement couplé au spin de Mn (Fig.4.6(a)). Or le système électron-
Mn est laissé dans l’état |σz, Sz〉 où σz dépend du spin du trou avant recombinaison. Cet état
n’est généralement pas un état propre du système couplé électron-Mn. Il va donc évoluer vers
l’un ou l’autre des états propres du système avec le temps de cohérence T2. La probabilité que
le système soit projeté sur l’état de spins parallèles J = 3 est donnée par le carré du coefficient

9Rappelons que les contraintes de type εxy forment des états de trous Φ±h pour lesquels 〈Φ+
h |j

+|Φ−h 〉 =
−2
√

3 ρ
∆lh

e−2iθs .

101



Chapitre 4. Influence du nombre de porteurs injectés sur l’état de spin de l’atome de manganèse

5/2

3/2

1/2

-1/2

-3/2

-5/2

σ
S

1/2

-1/2

h-Mn

e-Mn

e

h

Mn

e

h

Mn

Recomb. Couplage

E

E

F.O.

3

2

3

3

3

3

3

3

2

2

2

2

2

(a) (b)

(c) (d)

J=3  (parall le)

J=2  (anti-parall le)

Fig. 4.6 – (a) Schéma des processus lors de la recombinaison radiative d’un exciton dans une
boîte quantique magnétique chargée négativement. (b) Représentation vectorielle des spins du
manganèse et de l’électron excédentaire au moment du couplage. Les zones vertes et rouges
représentent la probabilité que les deux spins évoluent vers un état de spins parallèles ou anti-
parallèles. (c) Transitions optiques possibles entre le système initial, trou-Mn et le système final,
électron-Mn. (d) Schéma du spectre d’émission de X−-Mn. L’énergie des transitions est obtenue
par le schéma (c) et leur probabilité par le schéma (b). Le code couleur vert/rouge est cohérent
entre (b), (c) et (d).

de Clebsch Gordan 〈J = 3, Jz = σz + Sz|σz, Sz〉 (voir équations (4.1) et (4.2)), de même pour
J = 2.

Revenons au modèle vectoriel du moment cinétique. Avant recombinaison excitonique, les
spins de l’électron et du Mn tournent autour de l’axe z sans relation de phase ; ils sont découplés.
Lorsque le couplage s’installe, une relation de phase est créée entre les rotations des deux spins.
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Ils se mettent progressivement à tourner autour de leur résultante J , celle-ci tournant autour
de z. Si, lors du couplage, les spins de l’électron et du Mn sont dans une configuration où leur
résultante J à une norme supérieure à celle de S (

√
5
2(5

2 + 1)), le système évolue vers l’état
stable J = 3. Ces configurations sont schématisées par les zones vertes dans la figure 4.6(b). Au
contraire, si la norme de leur résultante est inférieure à celle de S (zones rouges), le système évolue
vers la configuration J = 2. Cette image donne une interprétation qualitative des probabilités
de projection sur les états J = 3 et J = 2.

L’énergie du photon émis lors de la recombinaison dépend de l’énergie de l’état initial et de
celle de l’état final. Elle est donc liée à l’évolution du système électron-Mn lors de la recombinai-
son. On a un état intriqué photon-(électron-Mn). En d’autres termes, l’énergie du photon n’est
clairement définie que lors de sa mesure ou lorsque le système-électron-Mn a perdu sa cohérence
et relaxé vers l’un des états propres du système électron-Mn.

La probabilité de transition optique depuis l’un des états initiaux possibles (|jz, Sz〉) vers
l’un des états finaux possibles (J = 3 ou J = 2) est donc déterminée par l’état du système
électron-Mn au moment de la recombinaison. On constate que :
• pour un niveau d’énergie initial du système trou-Mn, il y a quatre transitions optiques

possibles :
� deux transitions σ+ et σ− vers le niveau J = 3 ;
� deux transitions σ+ et σ− vers le niveau J = 2 ;
• le niveau initial de plus haute énergie est un cas particulier : seules les transitions σ+ et
σ− vers le niveau J = 3 sont possibles.

L’existence de transitions optiques σ+ et σ− de même énergie est due à la double dégéné-
rescence des niveaux trou-Mn et à la symétrie des états finaux. Elle implique que le spectre
d’émission de l’exciton chargé doit être non-polarisé. Généralement, pour un état transitoire du
système électron-Mn |jz, Sz〉, il y a une probabilité non-nulle pour que le système évolue dans
l’un ou l’autre des deux états propres J = 3 et J = 2. Seuls les états | ↑e, 5/2〉 et | ↓e,−5/2〉 liés
à la recombinaison de l’exciton chargé de plus haute énergie ont une probabilité nulle d’évoluer
vers l’état J = 2 car la projection de leur résultante vaut Jz = ±3. Le diagramme énergétique
des transitions optiques possibles pour le système X−-Mn est donné en figure 4.6(c)).

Le spectre d’émission du système est obtenu en ajoutant les informations sur l’énergie des
transitions donnée par la figure 4.6(c) aux informations sur les probabilités de transitions données
par la figure 4.6(b) (ou par les équations (4.1) et (4.2)). Le résultat est présenté en figure 4.6(d).
Il s’agit d’un spectre constitué de onze raies d’émission dont la distribution d’intensité est en
forme de "V". Ces caractéristiques sont très proches des résultats expérimentaux.

Pour le système X+-Mn, on peut procéder de la même façon. Les états initiaux et finaux sont
inversés de sorte que l’on observe une symétrie miroir entre les transitions optiques de X+-Mn
et X−-Mn.

Cependant, les figures 4.7(b) et (c) montrent que les raies d’émission au centre des structures
fines des excitons chargés sont parfois linéairement polarisées. Cette propriété peut uniquement
être expliquée par l’introduction de mélange de bande de valence. Deux états du système trou-Mn
sont alors profondément modifiés : les états |jz = 3/2, Sz = −1/2〉 et |jz = −3/2, Sz = +1/2〉 se
couplent pour donner les états Λ± (voir éq.(4.5)). On peut montrer aisément que les transitions
optiques entre ces états et les états |J = 3, Jz = 0〉 et |J = 2, Jz = 0〉 sont polarisées
linéairement (à 100 %). Les transitions optiques Λ+ → |J = 3, Jz = 0〉 et Λ− → |J = 2, Jz = 0〉
sont polarisées parallèlement à la direction moyennes des contraintes θs. Les transitions Λ+ →
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Fig. 4.7 – (a) Schéma des transitions optiques linéairement polarisées dans les boîtes quantiques
magnétiques chargées. Les polarisations πx et πy sont ici parallèle et perpendiculaire à la direction
moyenne des contraintes. (b) et (c) sont les spectres d’émission résolus en polarisation des excitons
chargés négativement et positivement de la boîte quantique M1662 k7l2. Les spectres d’émission
calculés pour ces deux excitons chargés sont présentés en (d) et (e).

|J = 2, Jz = 0〉 et Λ− → |J = 3, Jz = 0〉 sont polarisées perpendiculairement à cette direction.
L’analyse détaillée des figures 4.7(b) et (c) montre en outre que les raies polarisées linéaire-

ment sont légèrement décalées vers les basses énergies pour X− et vers les hautes énergies pour
X+. Ceci provient de la symétrie miroir entre les états initiaux et finaux pour ses deux états de
charge et de la position énergétique des états Λ± dans le système trou-Mn (voir figure 4.7(a)). On
voit donc ici une signature spectrale de l’état de charge de la boîte quantique. Cette propriété est
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spécifique aux boîtes quantiques magnétiques et permet une détermination certaine de la nature
de la charge excédentaire.

Les spectres d’émission des excitons chargés dans les boîtes quantiques magnétiques peuvent
être calculés en diagonalisant d’une part le hamiltonien électron-Mn et d’autre part le hamiltonien
trou-Mn (incluant le hamiltonien de Bir-Pikus). Les transitions optiques sont calculées par le biais
de l’expression (1.19). Les spectres d’émission calculés, résolus en polarisation sont présentés en
figure 4.7(d) et (e). Ils reproduisent correctement les structures fines d’émission des deux excitons
chargés, notamment les propriétés de polarisation. Les paramètres utilisés pour ces calculs sont
donnés dans le tableau 4.1.

X+-Mn X−-Mn X-Mn

Ie 40 µeV 40 µeV 40 µeV

Ih -100 µeV -175 µeV -140 µeV

ρ/∆lh 0.05 0.05 0.05

θs -20◦ -20◦ -20◦

Teff 50 K 50 K 30 K

Tab. 4.1 – Jeux de paramètres pour la modélisation de l’émission des excitons chargés X+-Mn
et X−-Mn correspondant à la boîte quantique M1662 k7l2.

Pour reproduire correctement les propriétés d’émission des deux excitons chargés, on constate
qu’il est nécessaire d’introduire dans les simulations des valeurs d’intégrale d’échange trou-Mn
différentes de celle utilisée pour la modélisation de l’exciton neutre dans cette boîte (-140 meV,
voir éq. (3.13)). Dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe, le confinement du trou est fortement
influencé par l’attraction coulombienne avec les électrons confinés. Dans l’état final de X+, il
n’y a pas d’électron pour augmenter le confinement du trou. Celui-ci est faiblement confiné et
son recouvrement avec l’atome de Mn est faible. Par contre dans le cas de l’exciton neutre la
présence d’un électron assure un meilleur confinement du trou et donc un meilleur recouvrement
avec le Mn. L’intégrale d’échange trou-Mn est maximale dans l’état excité de X− : il y a alors
deux électrons confinés permettant un fort confinement du trou.

Enfin, on peut comparer l’évolution expérimentale du spectre d’émission de X−-Mn sous
champ magnétique longitudinal à l’évolution calculée. La figure 4.8 montre un détail de ces évo-
lutions entre 0 et 2 T. Il existe un très bon accord entre le calcul et les résultats expérimentaux. A
partir de 2 T, la structuration énergétique en six raies σ− et six raies σ+ est quasiment restaurée.
C’est la signature de la quantification progressive du système électron-Mn le long de z dans l’état
final. On observe cependant que la troisième raie basse énergie reste divisée en deux raies d’inten-
sité moindre dans les deux polarisations circulaires. Il s’agit ici des raies linéairement polarisées
résultant de la levée de dégénérescence liée au mélange de bande de valence dans l’état excité
de la boîte quantique (système trou-Mn). Mis à part ce dédoublement, on peut observer cinq
anticroisements caractéristiques de l’interaction d’échange électron-Mn. Comme nous l’avons vu
dans la section 4.1.2, deux anticroisements se produisent dans les polarisations σ+ et σ− aux
alentours de 0.9T. Ce sont les anticroisements impliquant les états électron-Mn Jz = −2. La
position énergétique de ces anticroisements dans le spectre d’émission dépend de l’état trou-Mn
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Fig. 4.8 – Evolution expérimentale (a) et calculée (b) de l’émission de X−-Mn sous champ
magnétique longitudinal dans le boîte quantique M1662 k7l2. Les spectres expérimentaux et
théoriques en champ nul sont tracés en (c) et (d).

avant recombinaison. Les transitions optiques vers les états Jz = −2 font intervenir les états
|jz = −3/2, Sz = −3/2〉 et |jz = +3/2, Sz = −5/2〉. C’est pourquoi l’anticroisement a lieu
sur la raie basse énergie dans la polarisation σ+ et sur la deuxième raie haute énergie dans la
polarisation σ−. On observe de même deux anticroisements se produisant à environ 0.5 T : l’un
sur la deuxième raie basse énergie dans la polarisation σ− et sur la troisième raie haute énergie
dans la polarisation σ+. Ils résultent du couplage des états électron-Mn Jz = −1. Enfin, un
anticroisement se produit en champ nul sur la troisième raie basse énergie et vient s’ajouter au
dédoublement produit par le mélange de bande de valence. Il s’agit de la signature du couplage
des états électron-Mn avec Jz = 0. Pour X−-Mn, seule les raies haute énergie dans les deux
polarisations circulaires ne subissent pas d’anticroisement car elles impliquent les états propres
du système électron-Mn | ↑e, 5/2〉 et | ↓e,−5/2〉.

L’analyse de la luminescence des excitons chargés dans les boîtes quantiques magnétiques
révèle donc que l’état de charge de la boîte modifie profondément la symétrie de ses propriétés
magnétiques. Si la boîte quantique est vide, son comportement magnétique est simplement décrit
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par celui d’un spin 5/2 isotrope. Par contre, si un électron excédentaire est injecté dans la boîte
quantique, le système reste isotrope mais peut être décrit par un spin J = 2 ou J = 3. Enfin,
si un trou excédentaire est injecté dans la boîte quantique, on obtient un système magnétique
quantifié suivant l’axe de croissance. Cependant la présence de contraintes dans l’environnement
local de la boîte quantique vient parfois perturber l’anisotropie du système trou-Mn.

4.2 Le biexciton

Nous venons de voir que la nature des porteurs confinés dans une boîte quantique contenant
un atome de Mn unique change radicalement le comportement magnétique du système. Le nombre
de porteurs injectés peut également influencer fortement ce comportement. En effet, en raison
du principe de Pauli, un système formé de deux électrons ou deux trous dans le même état
d’énergie forme un singulet de spin nul. Leur interaction avec le spin d’un atome de Mn doit
alors disparaître, laissant l’atome magnétique libre.

Cette section est consacrée au biexciton (X2) dans une boîte quantique magnétique. Nous
rappellerons les conditions d’observation de ce complexe formé de deux électrons et deux trous
appariés et étudierons les caractéristiques des transitions optiques biexcitoniques dans le cas
particulier des boîtes quantiques magnétiques. Nous en déduirons la structure fine énergétique
du système X2-Mn.

4.2.1 Identification du complexe X2-Mn.

Les transitions optiques du biexciton ont déjà été discutées au chapitre 2 dans le cas de
boîtes quantiques non-magnétiques. L’identification de ce complexe avait alors été considérée
comme établie. Les boîtes quantiques magnétiques étudiées dans ce manuscrit étant des sys-
tèmes nouveaux, il est nécessaire d’identifier précisément chaque complexe excitonique observé.
En particulier, la mise en évidence de l’émission du système X2-Mn peut se faire par l’étude de
l’évolution de la photo-luminescence d’une boîte quantique magnétique avec l’intensité d’excita-
tion [32, 45]. L’intensité d’émission du biexciton est caractérisée par une évolution non-linéaire
(quadratique à basse puissance). Dans une boîte quantique, le biexciton naît en effet de l’injection
d’une seconde paire électron-trou lorsque la boîte est déjà occupée par un exciton. L’existence
du biexciton est donc liée à un probabilité conditionnelle. C’est de cette probabilité que résulte
la non-linéarité observée.

Cette évolution d’intensité du biexciton peut être correctement modélisée par un système
à quatre niveaux : le niveau de boîte vide, les niveaux d’excitons radiatif et non radiatif et le
niveau de biexciton. Sous forme matricielle, les équations d’évolution du système s’écrivent

d

dt


fxx
fxb
fxd
f0

 =


− 2
τxb
− 2

τxd
g g 0

2
τxb

−g − 1
τxb
− 1

τsf
1
τsf

g/2
2
τxd

1
τsf

−g − 1
τxd
− 1

τsf
g/2

0 1
τxb

1
τxd

−g

 .

fxx
fxb
fxd
f0

 (4.7)

où fxx, fxb, fxd et f0 sont les populations des niveaux de biexciton, d’exciton radiatif, d’exciton
non-radiatif et de boîte vide. La somme des éléments du vecteur population vaut 1. g est le taux
de génération d’exciton. Sous excitation non-résonante, en raison de la relaxation du spin des
porteurs injectés, g est indépendamment utilisé pour la génération d’excitons radiatifs et non-
radiatifs. Les paramètres τxb et τxd sont les temps de vie des excitons radiatifs et non-radiatifs.
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On considère généralement que l’existence simultanée de deux excitons dans l’état de biexciton
n’influe pas sur ces temps de vie. Le paramètre τsf est le temps caractéristique que met le
système à passer de l’état d’exciton radiatif à l’état d’exciton non-radiatif ou réciproquement. Ce
phénomène peut être causé par des spin-flips entre porteurs confinés ou avec l’environnement de la
boîte quantique. En première approximation, on peut considérer que le temps de transformation
est identique dans les deux sens.

Nous ne résoudrons pas ici ce système d’équations d’évolution. Il sera étudié plus en détail au
chapitre 5. Cependant son introduction permet de comprendre les phénomènes observés lors de
l’étude de la photoluminescence d’une boîte quantique magnétique en fonction de l’intensité d’ex-
citation. La figure 4.9 montre les spectres d’émission de la boîte quantique M1566-1 pour trois
puissances d’excitation. A très faible puissance, on observe uniquement la luminescence de l’ex-
citon neutre constituée de six raies principales d’émission. La présence des excitons non-radiatifs
est révélée par l’existence de trois raies supplémentaires sur le flan basse énergie de la structure
(voir l’insert de gauche de la figure 4.9). La force d’oscillateur des états non-radiatifs, causée
par des couplages tels que les interactions électron-Mn ou trou-Mn (en présence de mélange de
bande de valence), est généralement très faible (τxd � τxb avec τxb ∼ 300ps). Cependant, les
processus de recombinaison non-radiative de l’exciton sont considérés très lents en comparaison.
De fait, si la relaxation est bloquée entre excitons radiatif et non-radiatif (τsf grand), à faible
puissance d’excitation, on assiste à une accumulation de population dans l’état d’exciton non-
radiatif (fxd > fxb) et les états non-radiatifs apparaissent dans les spectres d’émission malgré
leur faible force d’oscillateur.

L’augmentation de la puissance d’excitation a deux conséquences. Tout d’abord les états
non-radiatifs disparaissent progressivement du spectre d’émission. Mais surtout, une structure
composée également de six raies d’émission apparaît environ 11 meV au dessous de l’exciton.
Son intensité augmente de manière quadratique à faible excitation comme le montre l’insert de
droite de la figure 4.9. Cette dépendance d’intensité comme la différence d’énergie d’émission
sont caractéristiques de l’émission du biexciton dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe. La dispa-
rition progressive des états non-radiatifs montre qu’ils se comportent comme un réservoir pour
le biexciton. Lorsque la puissance d’excitation est grande, la probabilité de créer un biexciton à
partir d’un état noir devient supérieure à la probabilité de recombinaison de l’exciton noir et à
la probabilité de relaxation vers l’état d’exciton radiatif.

4.2.2 Biexciton et symétrie miroir

Dans les boîtes quantiques non-magnétiques, la symétrie miroir en énergie entre l’état de
boîte vide et l’état de biexciton par rapport à l’état excitonique se répercute sur la symétrie des
transitions optiques ; nous l’avons vu au chapitre 2. L’observation d’une symétrie miroir dans les
transitions optiques de l’exciton et du biexciton dans les boîtes quantiques contenant un atome
de Mn, permettrait donc de vérifier que le système X2-Mn laisse le spin du Mn libre et qu’il est
donc correctement décrit par un niveau d’énergie six fois dégénéré en champ nul. En d’autres
termes, la présence de deux électrons ou deux trous appariés ne doit pas avoir de répercussion
sur l’état de spin de l’atome de Mn.

En champ nul le spectre d’émission du biexciton reproduit les six raies d’émission princi-
pales de l’exciton ce qui semble confirmer la symétrie miroir attendue. L’observation des états
non-radiatifs pour l’exciton ainsi que la distribution d’intensité favorisant la raie basse énergie
résultent de phénomènes de population. Ils sont donc absents du spectre d’émission biexcito-
nique. Les mesures magnéto-optiques viennent encore appuyer l’hypothèse de la symétrie miroir.
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Fig. 4.9 – Spectres de photoluminescence de l’exciton et du biexciton de la boîte quantique
M1566-1 pour différentes intensités d’excitation. L’insert de gauche montre un détail de la struc-
ture fine d’émission du système X-Mn à faible intensité d’excitation. Les états "non-radiatifs"
peuvent être observés à basse énergie. L’insert de droite montre l’évolution des intensités intégrées
de l’exciton et du biexciton en fonction de l’intensité d’émission totale.

La figure 4.10 présente les spectres d’émission du biexciton et de l’exciton de la même boîte
quantique en fonction du champ magnétique appliqué en configuration Faraday. Ces spectres
sont résolus en polarisation circulaire. La double symétrie miroir en énergie et en polarisation
apparaît ici comme une symétrie par inversion dans le plan énergie-polarisation. L’analyse des an-
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Fig. 4.10 – Spectres de photoluminescence sous champ magnétique longitudinal de l’exciton et
du biexciton de la boîte quantique M1566-1.

ticroisements confirme bien la symétrie miroir. Les anticroisements liés à l’interaction d’échange
électron-Mn apparaissent sur les raies haute énergie dans la polarisation σ− autour de 8T pour
l’exciton. Pour le biexciton, ils se produisent dans la polarisation σ+ sur les raies basse énergie.
Il en va de même pour les autres anticroisements (voir figure 4.11(a)).

L’évolution de la distribution d’intensité des raies avec le champ magnétique est similaire
pour l’exciton et le biexciton et ne semble pas perturber la symétrie miroir. Cependant nous
avons vu qu’il s’agissait ici d’un phénomène de polarisation du spin de Mn sous l’effet du champ
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effectif total, somme du champ magnétique extérieur et du champ d’échange créé par l’exciton. Il
s’agit donc d’un phénomène de population ; ce n’est pas un argument pour ou contre la brisure de
symétrie miroir. Par contre ce phénomène révèle une propriété spécifique du système X2-Mn. Ce
n’est pas un singulet comme dans le cas des boîtes quantiques non-magnétiques mais un multiplet
de spin S = 5/2, six fois dégénéré en champ nul. L’application d’un champ magnétique lève cette
dégénérescence et on assiste à la polarisation du Mn dans le champ magnétique extérieur. A
fort champ magnétique, le spin du Mn est majoritairement dans l’état -5/2 et de ce fait, les
transitions biexcitoniques σ+ de basse énergie et σ− de haute énergie sont favorisées. (voir le
schéma en symétrie cubique de la figure 4.12). On doit observer un décalage de polarisation
du spin de Mn entre l’exciton et le biexciton car dans le cas du biexciton, le champ d’échange
disparaît. Nous étudierons ces phénomènes de thermalisation plus en détail au chapitre 5.
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Fig. 4.11 – (a) Relevés des énergies des raies d’émission de l’exciton et du biexciton sous champ
magnétique longitudinal. la composante diamagnétique a été soustraite. (b) Décalage diamagné-
tique de l’exciton et du biexciton.

On constate également que le décalage diamagnétique est le même pour l’exciton que pour
le biexciton comme le montre la figure 4.11(b). Ce phénomène semble briser la symétrie miroir
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entre l’état de boîte vide et le biexciton. Le décalage observé pour les transitions biexcitoniques
est donné par la différence entre le décalage diamagnétique des états de biexciton et celui des
états excitoniques[66]. Un décalage identique dans les transitions montre que le diamagnétisme
agissant sur l’état de biexciton est le double de celui de l’exciton. Ce résultat confirme les ob-
servations effectuées dans les boîtes quantiques non-magnétiques et prouve que les fonctions
d’onde excitoniques ne sont pas affectée par l’interaction exciton-exciton de manière significative
[66, 67]. Cependant puisque le diamagnétisme affecte l’ensemble de la structure, il ne peut être
retenu comme un argument montrant la brisure de symétrie miroir entre le biexciton et l’état
fondamental de la boîte quantique.

4.2.3 La dégénérescence du système X2-Mn

A priori l’état de biexciton dans une boîte quantique magnétique devrait se comporter exac-
tement comme l’état de boîte vide où le spin de l’atome magnétique est libre. Une analyse
détaillée des spectres d’émission nous montre que cette affirmation est erronée. Revenons aux
spectres d’émission en champ nul. La figure 4.13(a) montre clairement un écart irrégulier entre
les raies d’émission pour l’exciton : l’écart entre les raies diminue du flan basse énergie vers le
flan haute énergie. Nous n’avons pas discuté cette caractéristique spectrale jusqu’alors. Elle ne
peut pas être expliquée par les modèles les plus aboutis développés au chapitre 3. Son origine ne
se trouve donc pas dans le mélange de bande de valence ou dans les formes utilisées pour traiter
les interactions d’échange entre porteurs ou avec l’atome magnétique.

Cet écart irrégulier n’est pas reproduit de manière symétrique pour le biexciton ; il est iden-
tique. Cette caractéristique révèle une perturbation des niveaux d’énergie du système. Comme
dans le cas du diamagnétisme, la modification des énergies des niveaux biexcitoniques doit être
deux fois plus grande que la perturbation des niveaux excitoniques (partie droite de la figure
4.12). Il s’agit donc d’une preuve directe de l’existence d’une structure fine pour l’état biexcito-
nique.

Pour une projection Sz donnée du spin de Mn, l’énergie totale du biexciton EX2(Sz) ainsi
que son énergie de liaison δEbindX2

(Sz) peuvent être extraites des transitions optiques excitoniques
et biexcitoniques. Comme illustré en figure 4.12 dans le cas du spin +5/2, EX2(Sz) = Eσ

−
X2

(Sz)+
Eσ

+

X (Sz) et δbindX2
(Sz) = Eσ

−
X2

(Sz) − Eσ
−

X (Sz) ; ces résultats expérimentaux sont tracés en figure
4.13(b). Si l’énergie de liaison du biexciton semble grossièrement constante pour chacune des
composantes de spin de l’atome de Mn, la structure fine de l’état de biexciton semble constituée
de 3 niveaux d’énergie. Cette structuration énergétique peut être correctement décrite par une
dépendance quadratique en fonction de Sz :

EX2(Sz) = aS2
z (4.8)

avec
a = −18µeV.

Une perturbation deux fois moins importante est observée sur l’exciton et, de toute évidence, la
perturbation est nulle sur l’état fondamental de la boîte quantique. La structuration énergétique
est donc conditionnée par la présence d’excitons dans la boîte et cumulative.

Cette structuration énergétique provient vraisemblablement de la symétrie de l’interaction
entre l’atome magnétique et les porteurs confinés. En effet, nous avons toujours considéré que
l’interaction entre un électron ou un trou et le spin de Mn pouvait s’écrire comme le produit
scalaire simple des opérateurs de spin S1.S2. Cette affirmation n’est exact que dans le cas parti-
culier de deux spins 1/2 en interaction. Pour un ensemble de n particules de même spin S > 1/2,
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Fig. 4.12 – Schéma des transitions optiques excitoniques et biexcitoniques dans une boîte quan-
tique magnétique en champ nul. L’effet d’une perturbation biquadratique dans l’interaction trou-
Mn est considérée (schéma de droite).

l’interaction d’échange spin-spin doit être décomposée selon un polynôme en S1.S2 [68, 69]. Cette
propriété provient de l’invariance du système par permutation des particules. Il apparaît alors que
l’interaction d’échange, qui n’implique que deux particules simultanément, ne peut s’exprimer
que comme une combinaison linéaire de l’identité et de la permutation Pij (n’impliquant que les
particules i et j). On montre ensuite que l’opérateur permutation Pij s’écrit comme un polynôme
en S1.S2 d’ordre 2S. Un terme biquadratique a déjà été observé dans l’interaction d’échange de
paires Mn2+ dans MgO [70]. Ce terme ne représente cependant que quelques pourcents du terme
bilinéaire.

Dans notre cas, la forme de l’interaction d’échange entre le spin de Mn (S = 5/2), l’électron
(σ = 1/2), ou le trou (j = 3/2), peut difficilement être obtenue sur de telles considérations de
symétrie. La notion de permutation entre deux spins différents n’a pas de sens. Et même si l’on
considère le système constitué des cinq électrons d du Mn et d’un électron de conduction ou de
valence, la règle de Hund pour les électrons du Mn et l’interaction spin-orbite pour l’électron de
valence perturbent profondément le couplage isotrope des spins électroniques. On ne peut alors
plus considéré le système comme un ensemble de six électrons équivalents.

Nous nous contenterons donc de donner les conclusions suivantes :
• le lien entre la présence d’un certain nombre d’excitons dans la boîte et la perturbation
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observée montre que la perturbation observée provient vraisemblablement de l’échange
entre les porteurs confinés et le spin de l’atome de Mn ;
• la dépendance en Sz montre que cette interaction est sujette à une anisotropie ; celle-ci

provient vraisemblablement du spin du trou ; c’est donc l’interaction trou-Mn qui doit être
considérée ;
• Cette perturbation peut, de fait, être modélisée en ajoutant un terme biquadratique à

l’interaction trou-Mn ; on a ainsi :

Hh−Mn = −Ih
(
S.j − ε(S.j)2

)
(4.9)

où
ε = 2.5%.

Conclusion

À travers l’étude des structures fines d’émission des excitons chargés et du biexciton, nous
avons démontré que la structuration énergétique des états de spin de l’atome de Mn est fortement
dépendante du nombre et de la nature des porteurs injectés dans la boîte quantique. On peut donc
considérer la boîte quantique comme un système magnétique dont on peut contrôler, optiquement
ou électriquement les propriétés. Si l’état de boîte vide et l’état à un électron excédentaire sont
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tous deux des systèmes magnétiques isotropes, ce n’est pas le cas de l’état à un trou excédentaire.
En effet, la présence du trou a pour effet de fixer le spin du Mn suivant l’axe de croissance. La boîte
quantique se comporte comme un nano-aimant. Cette anisotropie magnétique existe également
dans le cas de l’exciton neutre (comprenant également un trou) et devrait disparaître dans la
cas du biexciton où les deux trous sont appariés. Il n’en est rien ; on observe en effet une levée
de dégénérescence des états de biexciton vraisemblablement originaire d’un terme biquadratique
dans l’interaction d’échange trou-Mn. Une anisotropie magnétique en S2

z est ainsi conservée.
Cependant, le fait de pouvoir placer une boîte quantique magnétique dans un état donné

n’est qu’un prérequis à la manipulation du spin de l’atome de Mn dans ces systèmes. Nous allons
voir dans le chapitre 5 les premiers résultats obtenus sur l’étude de la dynamique des boîtes
quantiques magnétiques.
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Chapitre 5

Dynamique d’un spin unique
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Le dernier chapitre de ce manuscrit est consacré à l’étude de la dynamique des boîtes quan-
tiques magnétiques. Dans la première section, nous analysons les phénomènes de thermalisation
caractéristiques du système exciton-Mn. Ceux-ci suggèrent que la dynamique du système est
particulièrement complexe. Dans la deuxième section, nous discutons les informations fournies
par des mesures de photoluminescence résolue en temps de boîtes quantiques CdTe individuelles,
magnétiques ou non. La dernière section de ce chapitre porte sur les mesures de corrélations
de photons réalisées sur les boîtes quantiques magnétiques. Ces mesures de dynamique nous
permettent d’obtenir une première estimation des temps de relaxation de spin dans les boîtes
quantiques contenant un atome magnétique unique.

5.1 Thermalisation d’un atome de manganèse dans une boîte
quantique

L’étude des systèmes de spins dans les semiconducteurs magnétiques dilués a déjà fait l’objet
de nombreuses publications. Les travaux de Yakovlev ont notamment amplement contribué à la
compréhension des systèmes de spin dans les puits quantiques II-VI [71, 72, 73]. La dynamique
de relaxation d’un système de spins localisés (atomes magnétiques) peut être décrite par la prise
en compte de trois réservoirs d’énergie : la population d’atomes magnétiques, le bain de porteurs
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photo-injectés et le réseau (phonons). Les temps caractéristiques d’interaction entre ces réservoirs
dépendent de nombreux facteurs tel que le taux de génération de porteurs, la concentration du
dopage magnétique ou encore le champ magnétique. Cependant très peu de résultats ont été
publiés sur des semiconducteurs magnétiques très dilués [74] ou sur la relaxation de spin dans
les boîtes quantiques magnétiques [75].

Dans cette section nous discuterons des processus à l’origine de l’apparente thermalisation
du système exciton-Mn dans les boîtes quantiques magnétiques.

5.1.1 Température de spin de l’atome de manganèse

Au chapitres 3 et 4, pour reproduire les propriétés d’émission des boîtes quantiques magné-
tiques, nous avons considéré que le système X-Mn se thermalise à une température Teff pouvant
être différente de la température du réseau. Ces considérations de thermalisation permettent no-
tamment de reproduire de manière fidèle l’évolution de l’intensité des raies d’émission lorsqu’un
champ magnétique extérieur est appliqué sur l’échantillon. Penchons nous plus en détail sur ces
propriétés.

L’intensité relative (ou taux d’émission) des raies des structures fines des systèmes X-Mn et
X2-Mn en fonction du champ magnétique appliqué en configuration Faraday est tracée en figure
5.1.
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Fig. 5.1 – Evolution de l’intensité relative des raies d’émission des complexes X-Mn (a) et
X2-Mn (b) sous champ magnétique. Les courbes en trait fin rouge correspondent à l’évolution
des probabilités pour le Mn d’être dans chacun des états Sz en fonction du champ magnétique
extérieur. Étude réalisée sur la boîte quantique M1566-1.

Pour l’exciton comme pour le biexciton on constate que l’application d’un champ magnétique
concentre l’intensité sur une raie d’émission dans chacune des polarisations circulaires. Cependant
on observe un décalage en champ magnétique entre les évolutions d’intensité de l’exciton et du
biexciton. Ce décalage est la signature du champ d’échange créé par l’exciton sur l’atome de
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5.1. Thermalisation d’un atome de manganèse dans une boîte quantique

Mn. Celui-ci, d’une valeur de 1 à 3 T, vient s’ajouter ou se retrancher au champ magnétique
extérieur selon l’état de spin de l’exciton. On assiste alors à la polarisation du spin de Mn dans le
champ total résultant de la superposition du champ magnétique extérieur et du champ d’échange
excitonique. Pour le biexciton, le champ d’échange disparaît et une intensité égale de toutes les
raies d’émission est observée en champ nul.

Cette polarisation du spin de Mn dans le champ total peut être reproduite par une dis-
tribution de Boltzmann sur les états de spin du Mn à une température Teff dans le champ
magnétique total (courbes rouges en Fig.5.1). Les distributions d’intensité pour l’exciton et le
biexciton ayant été obtenues au cours d’une même expérience, les températures Teff du spin de
Mn permettant de reproduire les données expérimentales sont identiques pour (a) et (b) (Teff =
25 K). Seul l’existence du champ d’échange diffère entre les évolutions d’intensité excitonique et
biexcitonique.

Une température de spin Teff peut donc être utilisée pour caractériser l’état statistique du
spin de Mn dans une boîte quantique au moment de la recombinaison excitonique. Mais cette
affirmation est à prendre avec précaution. La notion de température de spin n’est en réalité
strictement rigoureuse que pour un système de spins 1/2. Pour la définir, il est nécessaire que
les deux états de spins soient séparés énergétiquement. La température de spin Ts est alors
dépendante du rapport des populations des deux niveaux de spins : [76]

N↓

N↑
= e−

E↑−E↓
kTs (5.1)

Pour des spins S > 1/2, la définition de la température de spin repose sur la condition suivante : le
rapport de populations entre deux niveaux de spins consécutifs doit être constant pour l’ensemble
des niveaux. Dans le cas d’un atome de Mn au sein d’une boîte quantique, la dégénérescence du
spin de Mn est levée dés lors qu’un exciton est injecté dans la boîte. On peut alors définir une
température de spin du Mn mais uniquement si le système est couplé à un réservoir unique. Si
deux réservoirs interviennent dans la thermalisation du spin de Mn, son état statistique ne suit
plus une loi de Boltzmann et on ne peut plus définir rigoureusement une température de spin.
Cependant l’écart à la distribution de Boltzmann reste très faible même pour deux réservoirs
présentant des températures très différentes. Malheureusement, les incertitudes expérimentales
ne nous permettent pas de rendre compte d’un tel écart, s’il existe. Dans la section 5.1.3, nous
verrons qu’il est réellement inadapté de définir une température de spin du Mn sous excitation
résonante. Malgré tout, nous en garderons l’usage dans tout le chapitre 5 par commodité.

5.1.2 Facteurs influençant la température de spin

La température de spin du manganèse est généralement différente de celle du réseau. Teff
dépend notamment de l’intensité de l’excitation non-résonante (donc du gaz de photo-porteurs).
La figure 5.2 montre l’évolution des intensités relatives des raies du système X-Mn sous champ
magnétique pour deux intensités d’excitation, 10 P0 et P0. Dans le cas (a), les intensités relatives
restent plus homogènes , même sous fort champ magnétique. Ceci révèle une température de spin
du Mn importante. Dans le cas (b) la distribution d’intensité est plus piquée ; Teff doit être plus
faible. Pour ces deux nouveaux exemples une modélisation de l’état de spin du Mn par une
loi de Boltzmann à 30 K pour 10 P0 et 12 K pour P0 reproduit assez fidèlement les données
expérimentales.

En pratique l’état de spin du Mn s’approche toujours d’une loi de Boltzmann à une tempéra-
ture Teff quelque soit le champ magnétique et l’intensité d’excitation. On peut s’interroger sur
l’évolution de cette température en fonction des conditions expérimentales.
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Fig. 5.2 – Evolution de l’intensité relative des raies d’émission du complexe X-Mn sous champ
magnétique pour deux intensités d’excitation : (a) 10P0, (b) P0. Les courbes en trait fin rouge
correspondent à l’évolution des probabilités pour le Mn d’être dans chacun des états Sz en
fonction du champ magnétique extérieur. Le décalage en champ nul provient du champ d’échange
créé par l’exciton. Étude réalisée sur la boîte quantique M1566-1.

La figure 5.3 montre l’évolution de Teff en fonction de l’intensité d’excitation en l’absence de
champ magnétique extérieur. Le champ d’échange créé par l’exciton suffit à lever la dégénéres-
cence de l’atome de Mn et une température de spin peut être définie. On constate que Teff est
très proche de la température du réseau pour les très basses intensités d’excitation (Teff ' 12K
pour TL = 7K). Par contre, lorsque l’intensité d’excitation augmente la température de spin
du Mn s’écarte de manière importante de celle du réseau. Elle peut atteindre 60K, soit dix fois
la température TL du réseau. Ces mesures montrent en outre que la thermalisation du Mn à
la température Teff n’est pas un phénomène cumulatif entre plusieurs injections d’excitons. Les
porteurs sont injectés dans la boîte quantique avec un spin aléatoire. Le champ d’échange s’appli-
quant sur le spin de Mn est donc tantôt positif tantôt négatif ce qui doit annulé tout phénomène
cumulatif. La thermalisation du spin de Mn depuis une distribution équiprobable des six états
de spins (lorsque le Mn est seul dans la boîte quantique) jusqu’à une distribution proche d’une
loi de Boltzmann à une température Teff se produit donc pendant la durée de vie de l’exciton.
Celle-ci peut tout de même atteindre une dizaine de ns pour les excitons non-radiatifs. Il n’est
donc pas nécessaire de considérer l’état statistique du spin de Mn lorsque la boîte est vide pour
modéliser l’intensité d’émission des raies de la structure fine X-Mn.

Comparons à présent les évolutions de Teff en fonction de l’intensité d’excitation et en
fonction de l’augmentation de la température du réseau TL (figures 5.4et 5.5). Ces mesures sont
réalisées sous un champ magnétique de 7T dans la polarisation σ+. L’écart énergétique entre
les niveaux d’énergie est élevé dans ces conditions et on obtient ainsi un meilleur "contraste"
des intensités de raies pour la mesure de Teff . L’augmentation de l’intensité d’excitation et
l’augmentation de la température ont qualitativement les même répercussions sur la température
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de la température effective du spin de Mn. Étude réalisée sur la boîte quantique M1566-1.

de spin du Mn : le taux d’émission des raies tend à s’uniformiser, révélant une augmentation de
Teff . La figure 5.5(a) montre en outre les autres caractéristiques spectrales d’une augmentation
de la température du réseau : le décalage énergétique vers le rouge lié à la diminution du gap
et l’élargissement des raies d’émission lié au couplage de l’exciton aux phonons acoustiques. Ce
dernier phénomène rend particulièrement délicat la mesure de température de spin.

Lorsque l’intensité d’excitation tend vers zéro (Fig.5.4) on constate que Teff tend vers la
température du réseau TL. Ceci corrobore les résultats en champ magnétique nul. Au contraire,
à intensité d’excitation constante (Fig.5.5), on constate que Teff est supérieur de dix degrés
environ à TL quelque soit la température du réseau. Ce décalage de température provient de
toute évidence de l’influence de l’intensité d’excitation.

Une dernière mesure peut être effectuée dans le but de comprendre les effets d’une augmenta-
tion d’intensité d’excitation et ceux d’une augmentation de la température du réseau. L’évolution
de Teff en fonction de l’intensité d’excitation a été réalisée pour trois températures du réseau (fi-
gure 5.6). Il n’est pas possible de comparer directement ces relevés car le couplage de l’ouverture
du masque au faisceau d’excitation peut varier d’une expérience à l’autre. L’intensité d’excita-
tion mesurée diffère dans ce cas de l’intensité d’excitation réelle. On utilise alors le rapport de
l’intensité du biexciton sur l’intensité de l’exciton, grandeur accessible expérimentalement, pour
obtenir le taux de génération dans la boîte quantique. Le modèle présenté en équation (4.7) avec
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Fig. 5.5 – Influence de la température de
l’échantillon sur l’émission du système X-Mn
sous champ magnétique (7T). (a) Spectres
d’émission pour trois températures. (b) Taux
d’émission des raies en fonction de la tempé-
rature de l’échantillon. L’insert montre l’évolu-
tion de la température effective du spin de Mn.
Étude réalisée sur la boîte quantique M1566-1.

les paramètres τxb = 300ps et τxd = τsf = 10ns donne une correspondance directe entre un taux
de génération normalisé et le rapport d’intensité X2/X (Fig.5.6(a)). Les températures de spin du
Mn sont ensuite tracées en fonction de ce taux de génération (Fig.5.6(b)).

La figure 5.6(b) confirme que la température de spin du Mn tend toujours vers la température
du réseau à très faible intensité d’excitation. Par contre pour de fortes intensités d’excitations,
la température de spin du Mn est fortement supérieure à celle du réseau. La dispersion des me-
sures ne permet pas de déterminer s’il existe une différence de comportement entre les mesures
réalisées à TL = 5, 15 ou 20K.
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Fig. 5.6 – (a) courbe d’évolution de l’intensité du biexciton et de l’exciton ainsi que le rapport
int. X2 / int. X. en fonction de l’intensité d’excitation mesurée. La courbe en trait plein est la
modélisation de ce rapport en fonction du tau de génération g. Elle permet d’obtenir le tau de
génération en fonction de données spectrales et permet donc de comparer différentes expériences
en fonction d’un tau de génération normalisé. (b) Influence du tau de génération sur l’intensité
d’émission des raies du système X-Mn sous champ magnétique (B=7T) pour trois températures
du réseau : 5K, 15K et 20K. Étude réalisée sur la boîte quantique M1566-1.

Ces facteurs influençant la température de spin du Mn font intervenir deux des réservoirs
d’énergie invoqués par Yakovlev et al. pour l’étude des puits quantiques à base de semiconduc-
teurs magnétiques dilués : Le réseau d’une part et les photo-porteurs d’autre part. Dans notre cas,
étant donné le très faible dopage magnétique de nos échantillons, nous considérerons négligeables
les phénomènes liés à une population d’atome de Mn (interactions entre Mn via les porteurs, effet
Zeeman géant...). Il s’agit donc de comprendre comment le réseau et les photo-porteurs agissent
sur le système localisé X-Mn pour conférer à l’atome de Mn une température de spin Teff .

Commençons par l’interaction du système X-Mn avec le réseau. Dans le cas de semiconduc-
teurs magnétiques très dilués, des temps de relaxation spin-réseau τSLR considérablement longs
ont été mesurés sous champ magnétique de 4T (de la µs à la ms). [74] Ces temps peuvent être
plus courts en champ nul mais dans le cas d’un atome de Mn isolé, τSLR doit rester bien supé-
rieur à la durée de vie d’un exciton dans une boîte quantique. Il ne peut donc pas être à l’origine
de la relaxation du Mn observée expérimentalement. Cependant, le couplage du système X-Mn
au réseau peut se faire via l’exciton et notamment le trou. Les études menées sur la relaxa-
tion excitonique dans les boîtes quantiques montrent que le temps caractéristique de relaxation
est de l’ordre de la dizaine de ns [77, 78, 28]. On imagine alors difficilement que l’interaction

123



Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

exciton-réseau puisse être à l’origine de la thermalisation observée.
Considérons à présent l’interaction du système X-Mn avec les photo-porteurs. Il est difficile de

caractériser précisément ce réservoir. Ces propriétés dépendent en effet énormément du système
dans lequel sont injectés les porteurs (couche de mouillage 2D ou barrières 3D). On considère
usuellement que le temps caractéristique d’interaction porteur-porteur est plus court que le temps
d’interaction phonon-porteur de telle sorte que les photo-porteurs forment un système thermalisé
à sa propre température Tc, décrit par une distribution de Boltzmann [79, 80]. Ce système est
en interaction avec le réseau. Les phénomènes sous-jacents de cette interaction sont complexes :
pour des températures Tc >25K, le couplage aux phonons-LO et le couplage phonon-plasmon
dominent les processus d’interaction ; par contre au dessous de 25K, il est nécessaire de considérer
l’interaction avec les phonons acoustiques [80]. La température des photo-porteurs dépend énor-
mément du taux de génération car celui-ci définit d’une certaine manière l’énergie apportée au
système. Lorsque l’intensité d’excitation diminue, la température des photo-porteurs tend vers
la température du réseau TL [80, 81].

Dans les puits magnétiques, les processus de thermalisation entre un gaz de photo-porteurs et
une population d’atome de Mn reste un phénomène assez lent (de l’ordre de la µs) [73]. Il semble
donc encore une fois que ce ne soit pas les spin-flips entre l’atome de Mn et les photo-porteurs qui
soit à l’origine des phénomènes de relaxation observés mais l’interaction entre porteurs confinés et
photo-porteurs. D’après nos premières observations, le temps caractéristique de cette interaction
devrait être inférieur à la durée de vie excitonique pour assurer la thermalisation du système
X-Mn.

Nous allons à présent tenter de déterminer si l’une de ces interactions contrôle la thermalisa-
tion du système X-Mn.

5.1.3 Un processus de thermalisation dominant ?

Par le biais de l’excitation résonante, il est possible de s’affranchir de l’un des réservoirs en
interaction avec le système X-Mn. En effet, si l’on excite la boîte quantique sur un état excité
discret, dans une zone énergétique où il ne se produit pas de transitions indirectes, on ne forme
plus (ou presque plus) de gaz de photo-porteurs dans la couche de mouillage (et encore moins
dans les barrières). La relaxation du système X-Mn doit alors être principalement contrôlée
par l’interaction avec le réseau. Nous allons voir que la thermalisation semble minime lorsque
l’excitation se fait sur certains états excités, en particulier lorsque l’on sélectionne les états
d’absorption du système. Dans ces conditions, soit l’interaction X-Mn — réseau est bloquée
par un phénomène lié aux conditions d’excitations, soit elle est trop lente pour contribuer à la
thermalisation. Dans ce dernier cas, on pourrait conclure que seul le réservoir constitué des photo-
porteurs permet au système X-Mn de thermaliser à la température Teff lorsque l’excitation est
non-résonante.

La figure 5.7 représente le spectre de PLE de l’exciton neutre d’une boîte quantique magné-
tique. L’insert montre le spectre de PLE pour la structure fine. Le spectre montre un très faible
continuum d’absorption montrant que les transitions indirectes sont peu probables. On peut en
outre observer cinq structures discrètes bien marquées. Les états excités présents à 2108 meV et
2123 meV ne sont pas identifiés. Par contre, on peut attribuer la structure présente à 2111 meV à
la réplique phonons. Celle-ci se situe en effet 25 meV au dessus de l’état excitonique fondamental.
De plus la structure fine de cet état excité est spécifique : comme le montre l’insert, l’absorption
est décalée énergétiquement pour chacune des six raies d’émission de la structure fine excito-
nique. Ce décalage de l’énergie d’excitation pour deux raies d’émission consécutives correspond
exactement au décalage de leurs énergies d’émission. En d’autres termes, l’énergie d’absorption
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Fig. 5.7 – Spectre de photoluminescence et de PLE de l’exciton dans une boîte quantique conte-
nant un atome magnétique. L’insert montre le détail du spectre de PLE pour les différentes raies
de la structure fine (boîte quantique M1662 k7l2).

d’un exciton avec création d’un phonon LO dépend de l’état de spin de l’atome de Mn. Cette
réplique phonon est véritablement intéressante car elle permet d’injecter de manière résonante
un porteur dans une boîte quantique magnétique. Cependant, en pratique, l’absorption est très
faible sur cet état excité. Il est donc difficilement utilisable pour des expériences de manipulation
de spin.

Les états excités présents à 2118 et 2120.5 meV présentent une absorption plus importante. Le
modèle récent développé par Glazov et al. [82] permet d’attribuer ces structures aux états excités
orbitaux pp de l’exciton, Dxx et Dyy. Ce résultat tend à montrer qu’il existe un deuxième niveau
confiné pour l’électron (ce qui n’est pas surprenant) mais également pour le trou (ce qui l’est plus
étant donné le faible confinement attendu pour le trou dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe).
Seuls les états excitoniques où l’électron et le trou ont la même orbite p sont optiquement actifs.
La dégénérescence des états Dxx, Dxy, Dyx et Dyy est principalement levée par l’anisotropie du
potentiel de confinement à laquelle sont très sensibles les fonctions orbitales de type p. Même
dans le cas d’anisotropies très faibles dont les effets sont négligeables sur les spectres d’émission
excitoniques, on peut obtenir une levée de dégénérescence de l’ordre de 2 meV entre les états
excités Dxx et Dyy. Ces deux états sont eux même dédoublés du fait de l’interaction d’échange
sp-d d’une part et à l’interaction d’échange électron-trou à longue portée d’autre part.

L’interaction de ces états excitoniques avec le Mn dépend bien entendu de la position de
l’atome magnétique. En particulier, si l’atome est au centre de la boîte, cette interaction doit
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Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

être nulle. De ce fait pour une boîte où le Mn est bien couplé à l’état excitonique fondamental
tel que la boîte quantique de la figure 5.7, le couplage aux états p doit être faible. La levée de
dégénérescence en six raies d’absorption doit donc être difficilement observable. Parallèlement,
l’interaction d’échange électron-trou à longue portée affecte profondément les états Dxx et Dyy,
chacun des deux se séparant en deux niveaux énergétiques dont l’absorption est polarisée linéai-
rement suivant les axes de symétrie x et y de la boîte quantique. Pour la boîte quantique de
la figure 5.7, seul l’état Dxx présente une structure de doublet bien marquée. Il est également
beaucoup plus intense que l’état excité attribué à Dyy. Ces différences s’expliquent par le temps
de vie plus court de l’état de plus haute énergie et par la réduction de force d’oscillateur de Dxx

provoquée par l’interaction coulombienne [82]. L’échange à longue portée est de ce fait réduit
pour cet état et la structure de doublet moins marquée.

Les spectres de PLE détaillés de ces deux états sont présentés en figures 5.8 et 5.9. Pour
Dxx (Fig.5.8), La boîte quantique a été excitée en polarisation circulaire σ+ et la luminescence
analysée dans les deux polarisations circulaires (σ+ - copolarisé, σ− - contra-polarisé). On réalise
donc une excitation sélective pour l’exciton puisque des excitons +1 sont préférentiellement
injectés dans la boîte quantique. La structure fine de cet état excité est mal résolue. On distingue
un léger décalage des énergies d’absorption pour chacune des six raies d’émission, surtout dans le
spectre de PLE copolarisé. Par contre cette structure fine résiduelle produit des effets importants
sur les spectres de photoluminescence excitée sur l’un des deux flans E1 ou E2 deDxx. L’excitation
devient alors sélective pour le spin de Mn.

On observe en effet sur ces flans des distributions d’intensité d’émission fortement hors équi-
libre. En détection contra-polarisée, on observe une intensité faible et à peu près identique pour
les six raies d’émission dans les deux cas. Par contre, en détection co-polarisée, l’émission est plus
intense et l’on observe une différence de comportement selon que la luminescence est excitée sur
le flan E1 ou E2. Pour E1, on se rapproche d’une distribution de Boltzmann des raies d’émission
à une température Teff = 45K. A l’opposé, pour E2, la distribution ne suit plus une loi de
Boltzmann : les états haute énergie sont plus peuplés que les états basse énergie à l’exception de
l’état de plus basse énergie qui conserve une intensité importante. Il semble donc que la boîte
quantique ne puisse absorber certaines radiations que lorsque l’état de spin du Mn le permet. Par
absorption, on sélectionne donc une distribution statistique du Mn qui peut être hors équilibre.
Cette distribution n’a pas ou peu le temps de thermaliser pendant le temps de vie de l’exciton
dans la boîte quantique.

Cette observation est confirmée par l’analyse du spectre de PLE de l’état noté Dyy (Fig.5.9).
Puisque une structure en doublet est dans ce cas résolue, nous avons choisi d’exciter la photo-
luminescence de la boîte quantique sous excitation linéaire. Les deux directions de polarisation
maximisant l’absorption sur chacun des sous niveaux E3 et E4 du doublet et notée πx et πy ont
été utilisée. La détection est non polarisée. On constate que l’absorption est en effet fortement
linéairement polarisée ce qui confirme le modèle développé par Glazov et al.. Lorsque l’absorption
se fait sur le sous-niveau E3 en polarisation πy ou sur le sous-niveau E4 en polarisation πx, seule
une luminescence résiduelle est observée. La distribution d’intensité est assez homogène bien que
les raies extrêmes soient légèrement favorisées. Par contre, dans les polarisations où l’absorption
est maximale (πx pour E3 et πy pour E4), l’intensité de luminescence est très forte. Là encore,
les deux distributions d’intensité ne peuvent être modélisées par une loi de Boltzmann. Pour le
sous-niveau E3, les raies basse énergie sont favorisées. C’est l’opposé pour E4 dont la distribution
est fortement hors équilibre.
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Fig. 5.8 – Détail du spectre de PLE de l’état excité attribué à Dxx sous excitation circulaire σ+

pour les détections copolarisée (σ+) et contra-polarisée (σ−). Des spectres de photoluminescence
sur les flans E1 et E2 du niveau Dx dans les deux polarisations circulaires de détection sont
tracés dans le panneau droit.

Des distributions d’intensités comparables peuvent être obtenues si l’on considère la struc-
turation énergétique de l’état Dyy présentée sur le schéma de la figure 5.10 et une relaxation de
l’exciton vers le niveau fondamental n’entraînant pas de modification de l’état de spin du système
X-Mn.

On considère que la dégénérescence de l’état Dyy est levée par l’interaction d’échange sp-d et
par l’interaction d’échange électron-trou à longue portée de telle sorte que la structure en doublet
domine le spectre. Nous considérerons par la suite que la séparation énergétique produite par
l’échange électron-trou à longue portée δD2 est quatre fois supérieure à la séparation entre deux
niveaux consécutifs du sextuplet X-Mn dans l’état Dyy (δX −MnD). Comme nous l’avons vu au
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Fig. 5.9 – Détail du spectre de PLE de l’état excité attribué à Dyy pour les deux excitations
linéaires notées πx et πy maximisant l’absorption sur les niveaux E3 et E4 du doublet Dyy.
La détection est non polarisée. Des spectres de photoluminescence pour les deux polarisations
d’excitation sur les sous-niveaux E3 et E4 du doublet sont tracés dans le panneau droit.

chapitre 3, les états excitoniques associés au spin de Mn Sz = ±1/2 sont les plus mélangés, suivis
des états associées à Sz = ±3/2 et enfin Sz = ±5/2. Considérons à présent que l’excitation se
produit de manière homogène sur l’un ou l’autre triplet de l’état Dyy. Dans ce cas, le calcul des
probabilités d’absorption sur chacun des états excité et d’émission sur chaque état fondamental
|Jz = ±1, Sz〉 (indexés ici 1, 2 ... 6) donne les distributions de probabilités d’émission présentées
sur les deux graphiques de la partie droite de la figure 5.10.

Pour E3 et E4, la situation est complètement symétrique en énergie. Décrivons en détail le cas
du sous-niveau E4. Lorsque la boîte quantique est excitée sur ce sous-niveau dans la polarisation

128



5.1. Thermalisation d’un atome de manganèse dans une boîte quantique

P
ro

ba
. d

et
.

654321
Raie n°

 exc. ππππx

 exc. ππππy

E3

P
ro

ba
. d

et
.

654321
Raie n°

E4 exc. ππππx

 exc. ππππy

Dyy

Fond.

E4

E3

1

2

3

4

5

6

Excitation

Relaxation
sans spin-flip

En.

 hν

δδδδ2
D  =  4 . δδδδX-Mn

D 

δδδδ2
F << δδδδX-Mn

F 

Fig. 5.10 – Schéma de l’absorption résonante sur le doublet Dyy. On considère que seule la struc-
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d’émission sur chacune des raies du niveau fondamental sont tracés dans la partie droite pour
une relaxation entre Dyy et le fondamental sans spin flip.

minimisant l’absorption (πx), la probabilité d’absorption est presque nulle pour les états associés
au spin du Mn Sz = ±1/2, un peu plus importante pour les états associés au spin Sz = ±3/2
et encore davantage pour les états associés au spin Sz = ±5/2. Parallèlement, en décomposant
le sous-niveau E4 selon les états |Jz = ±1, Sz〉, on trouve une occurrence maximale pour les
états de spins parallèles |Jz = ±1, Sz = ±5/2〉 et une occurrence minimale pour les états de
spins anti-parallèles |Jz = ±1, Sz = ∓5/2〉. Dans l’émission, les raies hautes énergies sont donc
légèrement avantagées. Au contraire, dans la polarisation maximisant l’absorption pour E4 (πy).
On obtient une absorption maximale pour les états associés au spin de Mn Sz = ±1/2 et mini-
male pour les états associés au spin de Mn Sz = ±5/2. Cependant, dans la base |Jz = ±1, Sz〉,
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les états de spins anti-parallèles sont toujours avantagés et l’on obtient une émission avec une
distribution bombée sur le flan haute énergie.

On constate un accord qualitatif entre ce modèle simple et les résultats expérimentaux pré-
sentés Fig.5.9. L’absorption sur l’état excité Dyy permet donc une très bonne conservation des
spins des porteurs et de l’atome magnétique pendant le temps de vie de l’exciton. Ce n’est mal-
heureusement pas le cas pour la plupart des états excités non-identifiés. La comparaison des
calculs aux mesures montre qu’il se produit sans doute un début de relaxation du système X-Mn
après injection sur l’état Dyy, redonnant de l’intensité aux raies basses énergies, notamment dans
la polarisation opposée à la polarisation d’absorption maximale. Cependant cette relaxation est
minime et ne peut en aucun cas être comparée à la forte thermalisation observée dans les para-
graphes précédents. L’interaction X-Mn — réseau est donc soit bloquée par un phénomène lié
aux conditions d’excitation qui empêche le système exciton-Mn de thermaliser soit trop faible
pour contribuer à la thermalisation.

Dans ce dernier cas, c’est donc le réservoir constitué des photo-porteurs qui imposerait sa
température au système exciton-Mn dans la boîte quantique sous excitation non-résonante. Les
variations de Teff en fonction de l’intensité d’excitation se rapprochent d’ailleurs beaucoup des
variations de températures de photo-porteurs dans les puits quantiques mesurées à la fin des
années 80 [79, 80, 81]. Cependant, il ne s’agit encore que d’une hypothèse.

Pour clore cette section, et afin de montrer que la réalité est peut être plus complexe qu’il n’y
paraît, observons de nouveau un spectre de luminescence du système exciton-Mn obtenu sous
très faible excitation non-résonante, à la lumière de nos premières remarques sur les mécanismes
de thermalisation (figure 5.11). Notons que ce type de spectre peut également être observé sous
très faible excitation résonante sur des états ne présentant pas de réelle propriété de sélection.

Ce spectre a en effet deux caractéristiques essentielles.
D’une part on observe une distribution d’intensité favorisant les raies basses énergies. Il

semble logique de vouloir attribuer à cette distribution une température. On trouve Teff = 16
K. D’après notre hypothèse la plus vraisemblable, cette température est celle des photo-porteurs.
Ceux-ci permettraient une thermalisation du système exciton-Mn en un temps caractéristique
τtherm inférieur au temps de vie de l’exciton radiatif τXb .

D’autre part, on observe une luminescence très importante des excitons "non-radiatifs" sur
le flan basse énergie du spectre. On remarquera que l’observation des états non-radiatifs dans
les spectres de luminescence sous excitation résonante est une preuve de la dépolarisation, tout
du moins partielle, du spins des porteurs confinés. Pourtant, étant donné le faible couplage des
excitons non-radiatifs aux excitons radiatifs (par les interaction d’échange électron-Mn et trou-
Mn), leur force d’oscillateur doit rester faible et leur temps de vie radiatif supérieur ou égal à
5 ns. Leur observation à une intensité comparable à celle des états radiatifs ne peut s’expliquer
que si les processus de transfert de l’exciton non-radiatif vers l’exciton radiatif sont plus lents
que la durée de vie de de l’exciton non-radiatif τXd . On aboutit donc à un paradoxe :

τXd < τtherm < τXb (5.2)

Le temps de vie des excitons non-radiatifs doit être plus court que celui des radiatifs !
Nous verrons bien sûr dans les sections suivantes que nous venons de faire une erreur de rai-

sonnement. Pour expliquer les phénomènes de thermalisation apparente du système exciton-Mn,
nous oublions en effet deux ingrédients fondamentaux : i) Nous étudions un système dynamique
en régime stationnaire. ii) Nous oublions la contribution essentielle des excitons non-radiatifs à
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Fig. 5.11 – Spectre de Photoluminescence du système exciton-Mn obtenu sous très faible exci-
tation non-résonante (spectre intégré 60s).

la distribution d’intensité su spectre de photoluminescence du système exciton-Mn.

Dans les deux sections suivantes nous présenterons deux types de mesures nous permettant
d’obtenir des informations sur la dynamique de relaxation de spin du système exciton-Mn. La
section 5.2 sera consacrée aux expériences de temps de déclin de photoluminescence dans les
boîtes quantiques magnétiques et non-magnétiques. Dans la section 5.3, nous discuterons les
premiers résultats d’expériences d’auto-corrélation et de corrélations croisées des photons émis
par une boîte quantique magnétique. Nous montrerons qu’un processus de thermalisation très
rapide n’est pas nécessaire pour expliquer les phénomènes de thermalisation observés sur le
système exciton-Mn. Au contraire, la probabilité d’occupation de la boîte quantique par un
exciton non-radiatif (directement relié au taux de génération g) apparaît comme un ingrédient
essentiel de ces phénomènes.

5.2 Temps de déclin de photoluminescence

5.2.1 Mesure de la dynamique de relaxation de spin

Lorsque la luminescence d’une boîte quantique est excitée de manière résonante avec une
polarisation donnée, le spin des porteurs injectés doit être conservé pendant un certain temps.
Ce dernier dépend bien entendu de l’environnement tel que les réservoirs dont nous avons déjà
parler mais aussi et surtout de la "physique propre" de la boîte quantique. L’évolution du spin
des porteurs dans une boîte quantique dépend notamment de l’état de charge de celle-ci. Le
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Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

taux de polarisation de l’émission de la boîte quantique doit être profondément modifié par cette
dynamique. Parmi les premiers résultats de l’étude de la dynamique de spin dans les boîtes
quantiques chargées, on trouve les travaux de S. Cortez puis S. Laurent [83, 84, 85] dans les
systèmes III-V et ceux de T. Flissikowski [28] pour les boîtes quantiques II-VI. A l’heure actuelle,
seuls les travaux de Flissikowski ont été réalisés sur boîtes quantiques individuelles.

Considérons tout d’abord le cas des boîtes quantiques CdTe/ZnTe non-magnétiques. Une
boîte quantique individuelle est excitée sur un état confiné discret à l’aide d’un laser Ti-saphir
pulsé couplé à un OPO doublé (oscillateur paramétrique optique) en polarisation circulaire. L’état
de charge de la boîte quantique est contrôlé à l’aide d’un champ électrique. La luminescence de
l’état de charge souhaité est collectée à l’aide d’une photodiode à avalanche rapide 10 placée
en sortie du double monochromateur et synchronisée sur le taux de répétition du laser. Les
luminescences copolarisée et contra-polarisée sont enregistrées.

La figure 5.12 présente les courbes de PL résolue en temps pour les états de charge X (a), X+

(b) et X2+ (c). Le taux de polarisation instantané extrait de ces courbes est également tracé dans
la partie supérieure de chaque graphique. On constate une grande différence de comportement
entre l’évolution de la polarisation de la boîte quantique neutre et celle des états chargés. Les
spectres de PL co et contra-polarisés sont identiques pour l’exciton neutre (cas (a)). On observe
donc un taux de polarisation nul pendant toute la durée de vie de l’exciton. Au contraire, pour
X+ et X2+, la courbe de PL contra-polarisée présente clairement un temps de montée plus long
que la courbe de PL copolarisée. L’intensité maximale en contra-polarisé est donc plus faible.
Par contre les deux temps de déclin semblent être à peu près identiques. On observe de ce fait un
taux de polarisation positif de l’ordre de 60% dans les premiers instants de la photoluminescence.
Il diminue fortement en approximativement 500ps. Une légère polarisation positive subsiste et
disparaît avec un temps caractéristique beaucoup plus grand ; sans doute de l’ordre de quelques
ns.

5.2.2 Modèle qualitatif

Pour expliquer la dynamique du taux de polarisation dans les boîtes quantiques, on considère
habituellement que les relaxations de l’électron et du trou depuis l’état excité jusqu’au fonda-
mental sont différentes. Dans les deux cas, la perte d’énergie des porteurs se fait par interaction
avec les phonons. Dans le cas de l’électron cette relaxation se fait sans modification du spin. On
considère que celui-ci est conservé lorsque l’électron arrive "au fond" de la boîte. Au contraire,
le trou peut voir son spin modifié dans son interaction avec les phonons. C’est une autre consé-
quence de l’effet des déformations du réseau sur la bande de valence. On considérera donc que
le trou confiné a un spin aléatoire. Une autre origine de la perte d’information sur le spin du
trou peut provenir de la méthode d’excitation. Si celle-ci se fait par transition indirecte entre la
couche de mouillage et la boîte quantique, le spin des trous injectés dans la couche de mouillage
peut être modifié du fait du mélange de bande de valence à k 6= 0.

Considérons en premier lieu les cas de l’exciton neutre et de l’exciton chargé X2+. Ils sont
assez similaires. Pour X, l’électron et le trou relaxent tous deux jusqu’à l’état fondamental de la
boîte quantique. Pour une excitation circulaire σ−, il y a deux cas d’étude possibles : |S ↑, S ⇑〉
et |S ↑, S ⇓〉. La lettre S est utilisée pour préciser que l’électron et le trou sont dans l’état
orbital fondamental. Pour simplifier l’écriture des états on écrit le spin ±3/2 du trou ⇑ ou ⇓. Ces
deux états ne sont généralement pas états propres du système car la dégénérescence des états
excitoniques radiatifs d’une part et non-radiatifs d’autre part doit être levée par l’interaction

10Micro-Photon-Devices.
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Fig. 5.12 – Luminescence et taux de polarisation d’émission résolus en temps pour trois états
de charge d’une boîte quantique non-magnétique : X (a), X+ (b) et X2+ (c). La luminescence
de la boîte quantique M1662 k4l4 est excitée en résonance à 2141 meV sous excitation circulaire
(voir Fig. 2.7 pour le spectre de PLE). La tension appliquée sur la diode Schottky permet de
contrôler l’état de charge de la boîte quantique. Les luminescences copolarisée (courbes bleues) et
contra-polarisée (courbes rouges) sont collectées pour obtenir le taux de polarisation en émission.
(d) Afin d’extraire les temps caractéristiques de la relaxation de spin, les signaux de PL sont
modélisés par une fonction F (t) résultant de la convolution d’une biexponentielle f(t) par la
réponse du montage r(t) (insert). Les courbes de PL expérimentales (points), les fonctions F (t)
(traits continus) et les fonctions f(t) (pointillés fins) sont tracés sur la même courbe.

d’échange électron-trou. Pour les états non-radiatifs, cette levée de dégénérescence doit être
résiduelle. Par contre, pour les états radiatifs, nous avons vu qu’elle pouvait provenir à la fois
du terme courte portée si la boîte quantique est soumise à du mélange de bande de valence
et du terme longue portée si le confinement présente une anisotropie dans le plan. Les états
|S ↑, S ⇓〉 et |S ↑, S ⇑〉 doivent donc thermaliser vers les états propres du système avec des temps
caractéristiques dépendant de l’énergie de couplage entre les états radiatifs (δSS2 = 80µeV) d’une
part et entre les états non-radiatifs (δSS1 probablement inférieur à la dizaine de µeV) d’autre
part.

Si l’on considère négligeables les processus permettant à un exciton non-radiatif de devenir
radiatif, la luminescence de l’exciton provient de la seule contribution de |S ↑, S ⇓〉. On doit

133



Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

donc au temps nul observer une copolarisation totale de l’émission tombant en une dizaine de ps
à zéro.

Pour l’exciton chargé X2+, la situation est assez semblable. Cette fois-ci, il y a deux trous
résidants, appariés, dans la boîte quantique. En considérant que le trou photo-injecté reste lourd
lors de sa relaxation, celui-ci ne peut relaxer que sur l’état orbital P . Il existe une fois encore
deux cas de figure : |S ↑, P ⇑〉 et |S ↑, P ⇓〉. Ces deux états sont optiquement actifs car à chaque
instant, l’électron S ↑ peut se recombiner avec le trou ⇓ de l’état S en émettant un photon
σ− copolarisé. Par contre, les états |SP 〉 doivent eux aussi être couplés par l’échange électron-
trou. Nous noterons ces couplages δSP2 pour un électron S et un trou P de spins parallèles et
δSP1 pour un électron S et un trou P de spins anti-parallèles par analogie avec les interactions
SS. Ils pourraient même être supérieurs au couplage des états |SS〉 si leur origine réside dans
l’interaction électron-trou à longue portée [86, 87] et non dans le terme courte portée allié au
mélange de bande de valence. La copolarisation est donc perdue avec deux temps caractéristiques
τSP1 et τSP2 liés à la relaxation des états |S ↑, P ⇑〉 et |S ↑, P ⇓〉 sur les états propres du système.

Les évolutions de polarisation de X et X2+ sont donc similaires en théorie. Pourtant, les
comportements expérimentaux sont très différents comme le montrent les figures 5.12(a) et (c).
Nous attribuons cette différence aux temps caractéristiques des systèmes qui peuvent être très
différents. L’absence de polarisation dans le cas de l’exciton neutre suggère que le déclin de la
copolarisation est trop rapide pour être observé. Il pourrait notamment être noyé dans le bruit
aux temps courts. Au contraire, pour X2+, on observe un taux de polarisation positif dont le
déclin semble être contrôlé par deux temps caractéristiques très différents. Il devrait s’agir des
temps caractéristiques de relaxation de spin des états |SP 〉 de spins parallèles et anti-parallèles.
Ces observations sont surprenantes, voire en contradiction avec les résultats publiés jusqu’ici. Si
les termes de couplages δSP1,2 sont plus grands que les termes δSS1,2 , les temps caractéristiques pour
les états |SP 〉 devraient être plus courts et non plus long comme nous le constatons ici. L’origine
de cette différence peut être double. Tout d’abord, nous avons vu que la levée de dégénéres-
cence des états radiatifs de l’exciton neutre pouvait être uniquement provoquée par l’interaction
d’échange courte portée alliée au mélange de bande de valence. Puisqu’il s’agit d’une interaction
de contact, elle doit s’annuler lorsque les fonctions enveloppes du trou et de l’électron sont de
parités opposées. En outre, l’existence même d’états P pour le trou est déjà surprenante étant
donné le faible confinement du trou. Elle semble cependant justifiée par les calculs de Glazov et
al. discutés dans la section précédente. La fonction enveloppe de ces états excités doit donc être
fortement étalée. Ceci pourrait être à l’origine d’une réduction de l’interaction d’échange longue
portée.

Intéressons nous à présent au cas de X+. Il n’y a, à l’heure actuelle, qu’un article discutant
l’évolution temporelle de la polarisation dans l’émission de boîtes quantiques chargées positive-
ment. Ces travaux réalisés par Braun et al. [6] sur un ensemble de boîtes quantiques montrent
également un taux de polarisation circulaire positif diminuant progressivement jusqu’à une valeur
non nulle. Leur interprétation repose sur la relaxation immédiate du trou photo-injecté vers l’état
fondamental de la boîte quantique sans blocage de Pauli. La diminution de taux de polarisation
dans l’émission est produite par la relaxation du spin électronique et le taux de polarisation
aux temps longs est attribué à un phénomène de polarisation des spins nucléaires. De fortes
modifications sous très faible champ magnétique sont observées. Dans notre cas, il n’y a pas
de modifications significatives des courbes de déclin sous champ magnétique. Ceci ne peut être
expliqué par l’interprétation invoquée en référence [6]. Devant cette différence de comportement
nous allons invoquer un processus similaire à la dynamique de relaxation dans les boîtes quan-
tiques chargées négativement [85] afin d’expliquer nos résultats expérimentaux. La dynamique de
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relaxation de spin pour cette état de charge est un peu plus complexe que dans le cas de l’exciton
neutre ou de l’exciton X2+. Il n’y a qu’un trou résidant dans la boîte quantique, dont le spin
est a priori aléatoire. Si l’électron photo-injecté relaxe vers l’état S de la boîte sans difficulté, le
trou photo-injecté, dont l’état de spin est lui aussi aléatoire, peut se trouver bloqué dans l’état
P du fait du principe d’exclusion de Pauli.

Pour comprendre les mécanismes de relaxation de spin dans ce système, il est nécessaire de
considérer la boîte quantique dans l’état X+∗ communément appelé trion chaud où l’un des deux
trous est dans l’état P . Sa structure fine est présentée en figure 5.13. Sur le schéma, seuls les
états potentiellement créés par une excitation σ− sont représentés. La structure énergétique se
compose d’un état |S∗0S〉 où les deux trous sont en configuration singulet de spin et d’un état
triplet noté |TS〉. La séparation entre l’état triplet et singulet est provoqué par l’échange trou-
trou Khh. La dégénérescence de l’état triplet est levée par l’interaction d’échange entre l’électron
S et les deux trous S et P . Les énergies d’interactions d’échange à considérer sont :

∆0 =
δSP0 + δSS0

2
(5.3)

∆±1 =
δSP1 ± δSS1

2
(5.4)

∆±2 =
δSP2 ± δSS2

2
. (5.5)

Revenons à présent à notre problème de relaxation. Si le trou photo-injecté et le trou résident
ont des spins anti-parallèles, la relaxation se fait sans problème vers l’état S. Cela revient à
considérer la relaxation vers l’état singulet fondamental S0 de l’état de trion chaud S∗0 . Cette
relaxation est attendue comme étant très rapide (de l’ordre de la ps [85]). Nous considérerons en
revanche que la relaxation de l’état triplet T0 vers S0 est bloquée en raison du principe de Pauli
11. On observe donc une luminescence copolarisée car l’électron est, quoi qu’il arrive, dans l’état
S ↑. Par contre si les trous ont des spins parallèles, le principe de Pauli bloque la relaxation du
trou P jusqu’à ce qu’un processus renverse le spin de l’un des trous. Il y a deux configurations à
étudier : |S ⇑ P ⇑ S ↑〉 que l’on notera plus simplement |T1S ↑〉 et |S ⇓ P ⇓ S ↑〉 notée |T−1S ↑〉.
Ces deux états sont en réalité couplés aux états |S∗0S ↓〉 et |T0S ↓〉 par les interactions d’échange
∆±1,2. On constate que dans ces interactions, le spin de l’électron est renversé. Les états |T1S ↑〉
et |T−1S ↑〉 ont donc un canal de relaxation vers l’état fondamental de X+ via l’état |S∗0S ↓〉
produisant une luminescence contrapolarisée. Cette relaxation se fait différemment pour |T1S ↑〉
et |T−1S ↑〉.

Dans le cas de |T1S ↑〉, les spins de l’électrons et des trous sont parallèles. L’énergie de
couplage à considérer est ∆−1 , supposée très faible. De plus, |T1S ↑〉 est séparé de l’état |S∗0S ↓〉
par une énergie Khh + ∆0. Ces énergies sont a priori de l’ordre de quelques meV et du meV.
On peut alors estimer le temps caractéristique de relaxation τdsf à plusieurs dizaines de ns. Nous
considérerons ce mécanisme bloqué par la suite.

Pour |T−1S ↑〉, les spins de l’électrons et des trous sont anti-parallèles. L’énergie de couplage
à l’état |S∗0S ↓〉 est ∆−2 . Celle-ci pourrait être supérieure à l’écart énergétique δ2 entre les états
radiatifs de l’exciton neutre [86]. La séparation énergétique entre états couplés vaut Khh −∆0.
On s’attend alors à trouver un temps caractéristique de relaxation τ bsf de quelques centaines de
ps, potentiellement mesurable...

On doit donc s’attendre, pour X+, à observer un taux de polarisation positif initialement.
Celui-ci doit ensuite décroître progressivement pour devenir légèrement négatif. Cette polarisa-

11En toute rigueur, il serait nécessaire d’envisager un temps de relaxation de l’ordre de la centaine de µs [25].
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Fig. 5.13 – Schéma de la structure fine de X+∗. Seuls les états intervenant dans la dynamique
de relaxation de spin sous excitation σ− sont présentés. Les principaux processus de relaxation
sont schématisés.

tion négative provient du fait que la luminescence contra-polarisée représente 50 % de la lu-
minescence intégrée dans le temps. Puisqu’elle est retardée par le processus de relaxation, la
luminescence contrapolarisée instantanée doit obligatoirement devenir supérieure à la lumines-
cence copolarisée au bout d’un certain temps. L’expression de cette évolution n’est pas triviale
mais doit permettre d’obtenir les temps caractéristiques de relaxation de spin dont nous venons
de parler. L’analyse de la figure 5.12(b) montre que cette interprétation n’est pas tout à fait en
accord avec les mesures effectuées. Les résultats expérimentaux montrent en effet une saturation
du taux de polarisation à environ +15 % et non un taux de polarisation négatif comme attendu.
Deux phénomènes peuvent être à l’origine de ce résultat. i) Lorsque les trous, mal confinés sur
l’état P , sont bloqués dans un état triplet, ils peuvent s’échapper de la boîte quantique. Dans
ce cas la contribution contra-polarisée à la luminescence diminue et le taux de polarisation à
saturation remonte. De plus, il est probable que dans certains cas, seul un électron relaxe dans
la boîte quantique contenant deux trous résidents dans l’état S0. (le trou photo-injecté s’échap-
pant, toujours du fait du mauvais confinement). Dans ce cas, on doit assister à une luminescence
entièrement copolarisée car rien ne peut venir renverser le spin électronique dans le temps de
vie de l’exciton. Ce phénomène produit également un décalage du taux de polarisation vers la
polarisation positive.
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5.2.3 Extraction d’informations quantitatives

Le problème de l’extraction de temps de relaxation de spins à partir des mesures de taux de
polarisation est double.

Tout d’abord, le montage est caractérisé par une réponse temporelle r(t). Celle-ci provient
du passage du signal dans le double monochromateur et des caractéristiques de la photodiode à
avalanche. Celle-ci peut être mesurée en enregistrant à travers le montage les impulsions laser
(voir insert de la figure 5.12(d)). Cette réponse peut modifier fortement les temps mesurés. On
peut s’en affranchir en reproduisant les signaux de PL résolus en temps par une fonction de la
forme :

F (t) = f(t)⊗ r(t) (5.6)
avec (5.7)
f(t) = A(e−t/τd − e−t/τr) (5.8)

où τd et τr sont respectivement les temps de déclin et de montée du signal de PL. La figure
5.12(d) montre les courbes de PL expérimentales pour l’état de charge X+ ainsi que les courbes
F (t) et f(t) pour chacune des polarisations circulaires. On obtient un très bon accord entre les
signaux convolués F (t) et les mesures expérimentales. Les temps de montée et de déclin obtenus
par cette méthode sont donnés dans le tableau 5.1.

X+ X2+

copol. contra-pol. copol. contra-pol.

τr 30 ps 90 ps 50 ps 95 ps

τd 250 ps 260 ps 225 ps 210 ps

Tab. 5.1 – Tableau des temps de montée et de déclin dans chaque polarisation circulaire pour
les état de charge X+ et X2+, obtenus après déconvolution par la réponse du montage.

En outre, on peut aisément imaginer que l’expression de l’évolution de ∆I(t) en fonction du
temps pour des systèmes comme X+ ou X2+ est loin d’être simple. Il ne s’agit généralement
pas d’une fonction exponentielle ou biexponentielle dont le ou les temps caractéristiques sont
directement les temps de relaxation de spin recherchés. Établir l’expression de cette évolution
nécessite en réalité de résoudre les équations d’évolution des deux systèmes X+ et X2+. Leurs
schémas de principe sont donnés en figure 5.14.

En ce qui concerne X2+, La résolution du système d’équations d’évolution montre que le taux
de polarisation théorique suit qualitativement la même évolution que le taux de polarisation ob-
servé. L’évolution aux temps courts requiert un temps caractéristique de spin-flips τSP2 de l’ordre
de quelques dizaines de ps. Ceci montre que δSP2 doit être compris entre 50 et 100 µeV. Par contre
la contribution de grande durée de vie (τSP1 ∼ 10 ns) démontre que δSP1 doit être inférieur au
µeV. Cette composante pourrait également provenir de la dépolarisation du spin électronique par
les noyaux. Cependant, une caractéristique sépare l’évolution du taux de polarisation théorique
de l’évolution expérimentale. En effet, si l’on considère que le spin des trous photo-injectés est
aléatoire et que le spin électronique est conservé, les amplitudes des contributions lente et rapide
au taux de polarisation doivent être identique à l’instant initial. On trouve au contraire que la
contribution lente est plus faible (de l’ordre du tiers du taux de polarisation total). Il semble
donc que le spin des trous reste partiellement polarisé lors de la formation de X2+ dans l’exemple
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Fig. 5.14 – Schéma d’évolution pour X+ et X2+. Les énergies ne sont pas respectées. τcap est le
temps de capture/relaxation de l’exciton ; τX+ et τX2+ les temps de vie des excitons chargés. Les
autres temps sont les temps caractéristiques de relaxation pour chaque système.

étudié. Cette conservation dépend cependant énormément de l’état excité d’injection [28] et ne
sera donc pas retenu comme une caractéristique des systèmes étudiés 12.

Pour l’exciton chargé X+, la résolution du système d’équations différentielles dépend des
phénomènes liés à la fuite du trou photo-injecté dont nous avons parler en section 5.2.2. Ces
processus étant mal connus et pourtant, semble t’il, déterminants dans l’évolution des taux de
polarisation, nous ne résoudrons par les équations d’évolution de ce système et nous contenterons
de discuter le temps caractéristique de montée de la luminescence contra-polarisée qui doit être
proche du temps de relaxation de |T−1S ↑〉 vers |S0S ↓〉. La valeur de 90 ps extraite des résultats
expérimentaux paraît encore une fois beaucoup plus faible que ce qui a été mesuré pour les
ensembles de boîtes quantiques III-V chargées négativement. Il témoigne d’écarts énergétiques
assez faibles entre les états triplets et l’état singulet du trion chaud. Pour ∆−2 ' 20 µeV et
τ bsf = 100 ps on obtient d’après la formule donnée en référence [85], Khh − ∆0 = 200 µeV.
Nous attribuons encore une fois cette valeur au faible confinement des trous P et à la nature
des systèmes étudiés : il s’agit ici d’excitons chargés positivement et non négativement. Les
interactions d’échange SP peuvent donc être profondément modifié si l’on considère des trous
ou des électrons dans l’état excité étant donné la grande différence de confinement.

L’absence de structure fine dans la luminescence de X2+ va dans le sens des résultats extraits
de nos mesures. On n’observe en effet uniquement une raie assez large de 350 µeV à mi hauteur

12À la fin de la section 5.1, nous avons vu que l’on pouvait observer la luminescence d’excitons non-radiatifs
sous excitation résonante, ce qui montre une certaine dépolarisation du spin des porteurs.
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5.2. Temps de déclin de photoluminescence

(voir l’évolution de PL sous champ électrique au chapitre 2 : Fig.2.12). On devrait donc considérer
des valeurs très faibles pour δSP0,1,2. Comme nous l’avons déjà dit précédemment, ceci pourrait
provenir de l’étalement des fonctions enveloppes P des trous.

Cette première section nous a permis de nous familiariser avec les dynamiques de polarisations
dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe. Nous avons vu que les excitons chargés positivement
présentent un taux de polarisation positif provoqué par la conservation du spin électronique lors
de la relaxation des porteurs dans la boîte quantique. On constate également que la dépolarisation
du spin du trou n’est pas toujours totale. Au contraire, il ne semble pas possible d’observer de
taux de polarisation circulaire dans la luminescence de l’exciton du fait de l’interaction d’échange
électron-trou. Nous allons à présent étudier la luminescence résolue en temps de boîtes quantiques
contenant un atome de manganèse individuel afin de sonder la dynamique de relaxation du
système exciton-Mn.

5.2.4 Dynamique interne du système exciton-Mn

Comme précédemment, des excitons polarisés (Jz = −1) sont injectés dans la boîte quantique
magnétique sur un état excité discret. On collecte la luminescence résolue en temps de la raie basse
énergie de la structure fine dans les deux polarisations circulaires de la lumière. Les évolutions
temporelles de PL et du taux de polarisation ainsi qu’un spectre de la structure fine sont présentés
en figure 5.15.
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Fig. 5.15 – (a) Spectre de photoluminescence excitonique résolue en polarisation circulaire de
la boîte quantique M1809 k10l7 sous excitation résonante (1994.9meV) circulaire (intégration
de 20s sous excitation pulsée). (b) Luminescence et taux de polarisation d’émission résolus en
temps de la raie basse énergie. Les luminescences copolarisée (courbes bleues) et contra-polarisée
(courbes rouges) sont collectées pour obtenir le taux de polarisation en émission.

La figure 5.15(a) montre que l’émission du système X-Mn est copolarisée. Ceci est confirmé
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Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

par les mesures résolues en temps (Fig. 5.15(b)). Pour le système X-Mn il ne se produit pas d’évo-
lution rapide du taux de polarisation comme nous avons pu le voir dans les boîtes quantiques
non-magnétiques. Pour X-Mn, le taux de polarisation reste constant (∼ 20 %) pendant toute la
durée de la luminescence. Ceci montre que la levée de dégénérescence produite par le Mn brise le
couplage des excitons radiatifs imposé par l’échange électron-trou. De ce fait, même si la polarisa-
tion du spin du trou est perdue lors de sa relaxation, celle du spin électronique demeure en partie
et l’on observe une émission copolarisée. On peut cependant s’interroger sur la valeur du taux de
polarisation mesuré. Seuls 60 % des électrons semblent avoir conservé leur polarisation de spin
au moment de l’émission. La faiblesse de cette proportion peut provenir de la dépolarisation du
spin électronique lors de la relaxation depuis l’état excité. Nous avions négligé ce processus pour
l’étude des boîtes quantiques non-magnétiques. Dans le cas des boîtes quantiques magnétiques,
l’atome de manganèse peut intervenir dans la relaxation du spin électronique et produire une
dépolarisation partielle. Cependant aux vues des résultats de la section 5.1.3, ce processus doit
rester faible. On peut par contre supposé que c’est l’absorption elle-même qui ne permet pas une
bonne conservation de la polarisation circulaire du fait de la structure des états excités.

L’étude de l’évolution temporelle du taux de polarisation dans les boîtes quantiques magné-
tiques ne permet donc pas d’obtenir les temps caractéristiques de relaxation de spin du système
exciton-Mn. Cependant, l’analyse de la luminescence de la boîte quantique aux temps longs
permet d’obtenir des informations sur la dynamique interne du système exciton-Mn.

La figure 5.16 montre l’évolution temporelle de la luminescence de trois raies d’une boîte
quantique magnétique. On constate que ces raies présentent une luminescence aux temps longs.
Cette contribution est particulièrement marquée pour la raie basse énergie. Afin d’extraire les
temps de déclin pour ces trois raies, nous avons comme précédemment reproduit les évolutions
temporelles de PL à l’aide d’une fonction g(t) convoluée par la réponse r(t) du montage :

G(t) = f(t)⊗ r(t) (5.9)
avec (5.10)

g(t) = A(e−t/τ
1
d +Be−t/τ

2
d − (1 +B)e−t/τr + C) (5.11)

Cette modélisation donne dans l’ensemble de bon résultat. Les fonctions G(t) (traits continus)
et g(t) (pointillés) sont tracés sur les graphiques de la figures 5.16 pour chaque raies. Il est toujours
possible de reproduire de manière très fidèle la composante au temps court de l’évolution. La
fiabilité de la composante aux temps longs est fortement dépendante du rapport signal sur bruit,
modélisé par le rapport B/C. Pour la raie haute énergie (indexée 3), le signal est comparable
aux coups d’obscurité au bout de 4 ns. Il n’est de fait pas possible de modéliser rigoureusement
cette composante pour la raie haute énergie. Par contre, le signal est beaucoup plus important
au temps long pour les deux autres raies. Des temps caractéristiques peuvent être extraits. Les
tableau 5.2 résume les valeurs des temps de déclin pour les trois raies du système exciton-Mn
indexées en Fig. 5.16.

Les composantes aux temps longs mesurées τ ld sont de l’ordre de 5 ns. Cette luminescence
provient donc du transfert de population depuis des états de grande durée de vie vers les états
excitoniques étudiés. Il s’agit de toute évidence de la signature du transfert de population depuis
les états non-radiatifs vers les états radiatifs. On a, ici encore, une preuve de l’existence d’une
population d’excitons non-radiatifs sous excitation résonante, montrant la dépolarisation partielle
du spins des porteurs. Cette hypothèse est confirmée par la comparaison des courbes de déclin
des raies 1 et 3. Si elles présentent les mêmes composantes aux temps courts (τ sd = 280 ps), la raie
3 présente une composante aux temps longs négligeable contrairement à la raie 1 pour laquelle
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Fig. 5.16 – Luminescence résolue en temps pour trois raies d’émission du système exciton-Mn
de la boîte quantique M1809 k10l7.

cette composante est très marquée. La raie basse énergie doit en effet être bien mieux couplée
aux états non-radiatifs du fait de leur proximité.

Le comportement de la raie 2 est a priori plus surprenant. On obtient pour cette raie une
composante aux temps courts bien supérieure à la durée de vie moyenne d’une exciton radiatif.
Ici τ shortd = 430 ps. Cette caractéristique trouve une explication lorsqu’on analyse de plus près la
structure fine du système X-Mn pour cette boîte quantique (Insert Fig.5.16 et Fig.5.15(a)). La
raie 2 est en réalité un doublet provenant du mélange d’un état radiatif avec un état non-radiatif.
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Raie 1 Raie 2 Raie 3

τ shortd 280 ps 430 ps 280 ps

τ longd 4 ns 7 ns

B 1.4% 0.9% 1.5 10−5

Tab. 5.2 – Tableau des temps de déclin et de l’amplitude relative de la composante de grande
durée de vie pour les trois raies du système X-Mn indexées en Fig. 5.16

L’état étudié possède donc une force d’oscillateur définie par la moyenne des forces d’oscillateur
des excitons radiatifs et non-radiatifs pondérées par la probabilité pour l’état d’être dans l’une
ou l’autre configuration. De fait :

1
τ sraie 2

=
PXb
τXb

+
PXd
τXd

(5.12)

Il est cependant difficile d’estimer les probabilités PXb et PXd car celles-ci varient de manière
importante avec l’écart énergétique entre les deux raies du doublet. Il nous est donc impossible
d’extraire de ce temps de vie de 430 ps la durée de vie des excitons non-radiatifs.

Afin d’extraire les temps caractéristiques de la dynamique du système exciton-Mn, il va être
nécessaire de modéliser le système à l’aide d’équations d’évolution. On conçoit aisément que
cette modélisation est une tâche ardue : i) Les états de boîte vide, excitoniques et biexcitoniques
doivent être considérés. ii) La présence du manganèse porte le nombre d’états à 6+24+6 = 36. iii)
La durée de vie des états excitoniques est mal connue ; en particulier certains états non-radiatifs,
bien couplés aux états radiatifs par les interactions d’échange, peuvent avoir des durées de vie
radiatives de quelques ns et d’autres, moins bien couplés, des durées de vie supérieures à 20 ns.
iv) Nous n’avons que quelques indices sur les processus de thermalisation de la boîte quantique
magnétique, extraits des sections précédentes.

Face à ces difficultés, nous utiliserons un modèle, somme toute rudimentaire, mais permettant
de donner une description assez générale et "visuelle" du système exciton-Mn. Ce modèle a
notamment été utilisé par A. Govorov afin d’étudier les possibilité de manipulation de spin dans
les boîtes quantiques magnétiques [88].

Du point de vue excitonique, le système d’équations d’évolution utilisé est le système présenté
au chapitre 4 dans la section consacrée au biexciton (éq. 4.7). Nous ajoutons à ce système la
dégénérescence de spin des excitons radiatifs et non-radiatifs ainsi que celle provoquée par la
présence du manganèse. Pour tenir compte de ces changements nous introduisons les notations
suivantes où i = 1 − 6 correspond aux six états de spins du Mn et j = ±1,±2 aux états
excitoniques : f i0 les états de boîte vide, f ix,j les états excitoniques et f ixx les états biexcitoniques.
En première approximation, nous considérerons que tous les états radiatifs ont la même durée
de vie τxb et tous les états non-radiatifs la durée de vie τxd.

Le temps τsf du système d’équations 4.7 est remplacé par un processus de thermalisation du
système X-Mn dépendant de l’énergie des états considérés : le temps caractéristique de transition
vaut τ1 si Ei,j ≥ Ei′,j′ et τ1 exp(

Ei′,j′−Ei,j
kT ) si Ei,j < Ei′,j′ . Pour les états de boîte vide comme

pour les états biexcitoniques nous considérerons 6 états dégénérés. La relaxation se fait indiffé-
remment entre états avec un temps τ2 correspondant au temps de relaxation du manganèse seul.
Aucune origine n’est postulée a priori pour ces mécanismes de relaxation.
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5.2. Temps de déclin de photoluminescence

Dans le cas de mesures de temps de déclin sous excitation non polarisée, ce modèle peut
encore être simplifié. On peut en effet considérer qu’à l’instant initial le système est dans un
état statistique équiprobable sur les 24 états excitoniques (on considère toujours que le spin du
trou est totalement dépolarisé). Le taux de génération est nul et on laisse évoluer le système vers
l’état de boîte vide. L’évolution du temps de déclin est donc uniquement dépendante de quatre
paramètres τ1, T , τxb et τxd. On peut d’ores et déjà fixé τxb à 280 ps, valeur extraite des mesures
aux temps courts sur les raies 1 et 3 de la figure 5.16. De plus on peut considérer que le réservoir
de photo-porteurs n’existe pas sous excitation résonante et a fortiori sous excitation pulsée. De
ce fait, τ1 est le temps de relaxation X-Mn — réseau et T =4 K. Les énergies d’émission de la
boîte quantique M1809 k10l7 sont utilisées.

La modélisation montre que le temps caractéristique τ longd est à la fois dépendant de la durée
de vie des excitons non-radiatifs et du temps de relaxation τ1. Par contre l’amplitude de la
composante de grande durée de vie est essentiellement affectée par le temps de relaxation τ1.
L’obtention de courbes de déclin semblables aux courbes expérimentales de la figure 5.16 nécessite
alors les paramètres suivants : τxd = 8 ns et τ1 = 50 ns. Les courbes de déclin obtenue par le
calcul sont présentées en figure 5.17. On obtient alors τ longd '5 ns, ce qui se situe dans la moyenne
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Fig. 5.17 – Courbes de déclin calculées pour les première(1), deuxième(2) et sixième(3) raies de
la structure fine X-Mn par ordre croissant d’énergie.

des temps de déclin relevés pour les raies 1 et 2 et des amplitudes pour les composantes aux
temps longs de l’ordre de quelques pourcents comme c’est la cas expérimentalement. On observe
comme attendu une diminution de la composante de grande durée de vie lorsque l’énergie de la
raie augmente (de 1 vers 3). L’augmentation du temps de déclin court τ shortd de la raie 2 n’est
bien entendu pas reproduite puisque aucun couplage des états radiatifs aux états non-radiatifs
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Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

n’a été introduit dans le modèle.
Une valeur moyenne de 8 ns pour le temps de vie des excitons non-radiatifs n’est pas surpre-

nante puisque certains d’entre eux ont une légère force d’oscillateur provoquée par le couplage
aux excitons radiatifs par les interactions d’échanges électron-Mn et trou-Mn. Le temps de re-
laxation τ1 élevé (50 ns) montre que le couplage du système exciton-Mn au réseau est en effet
très faible. Il semble même supérieur au temps de relaxation du trou observé dans les boîtes
quantiques CdSe.[28] La présence de l’atome de manganèse pourrait, de la même manière qu’un
champ magnétique, augmenter le temps de relaxation des porteurs confinés.

Cependant, nous n’avons pour le moment aucune information sur le temps de relaxation du
Mn seul dans la boîte quantique (τ2). Nous allons à présent nous intéresser à la statistique des
photons émis par une boîte quantique magnétique au travers d’expériences d’auto-corrélation
et de corrélations croisées. Elles nous permettrons de compléter notre compréhension de la dy-
namique des boîtes quantiques magnétiques. Nous pourrons alors analyser avec un œil neuf les
propriétés de thermalisation discutées dans la première section de ce chapitre.

5.3 Autocorrélations et corrélations croisées

5.3.1 Groupons et dégroupons les photons "avec les mains"

L’effet de groupement ou de dégroupement de particules réside dans un problème de comptage
d’événements. On cherche à comparer la probabilité de détecter deux particules ensemble plutôt
que séparément. C’est la corrélation d’événements. L’effet de groupement est notamment utilisé
pour montrer le caractère bosonique ou fermionique de particules : les bosons sont des moutons,
grégaires, ils aiment à se déplacer en troupeau ; les fermions sont de vieux loups solitaires, ils
s’évitent. Afin d’illustrer le phénomène de groupement, nous allons nous pencher brièvement sur
deux cas de statistiques d’émission de photons : celui de sources thermiques et celui du laser.
Nous nous intéresserons ensuite au cas des émetteurs de photons uniques comme les boîtes quan-
tiques et plus particulièrement au cas des boîtes quantiques magnétiques.

Expérimentalement, pour étudier le phénomène de groupement de photons, on utilise un
montage H-B&T (Hanbury-Brown & Twiss). Il revient à séparer la lumière provenant de la
source lumineuse étudiée à l’aide d’une lame séparatrice 50/50. Chacun des deux faisceaux est
ensuite dirigé vers un détecteur de photons (photomultiplicateurs ou photodiodes à avalanches).
Les photons détectés sur l’un des détecteurs déclenchent des signaux START, pendant que l’autre
détecteur fournit des signaux STOP. Après la détection d’un événement START-STOP ou coïnci-
dence, l’intervalle de temps ξ entre ces deux signaux est déterminée par un module de comptage
de photons. Au cours de l’expérience de corrélation, beaucoup d’événements START -STOP sont
enregistrés, et un histogramme, représentant pour chaque intervalle de temps le nombre de coïn-
cidences correspondant, se construit. Dans la limite de faibles taux de collection (temps moyen
entre deux détections très supérieurs à la plage des temps de l’histogramme), cet histogramme
de corrélation est donné par la fonction de corrélation du deuxième ordre :

g(2)(ξ) =
〈I(t+ ξ) I(t)〉
〈I(t)〉2

(5.13)

où I(t) est l’intensité détectée à l’instant t.
Dans le cas d’une source thermique, les photons émis peuvent être dans une multitude d’états

quantiques. Au contraire, pour un laser, tous les photons émis sont dans le même état. Dans le
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cas d’une source thermique, si deux photons émis sont différents, il est possible de les marquer,
l’un sera rouge, l’autre vert. En revanche, pour le laser, deux photons émis sont identiques.
Intéressons nous alors à la probabilité de détecter simultanément un photon sur le premier dé-
tecteur et un photon sur le second. Si les photons sont indifférenciés, il n’y a qu’un cas de figure
permettant de réaliser l’événement attendu. Au contraire si les photons sont marqués, deux cas
de figures apparaissent : le photon rouge sur le premier détecteur et le vert sur le second ou
inversement. Les deux conduisent à la détection du même événement : deux particules détectées
ensemble. On voit donc que si, par la pensée, on isole deux photons et qu’on se ramène à des
situations initiales équiprobables, l’événement «ensemble» sera détecté deux fois plus souvent
pour la source thermique que pour la source laser. C’est justement le rôle de la corrélation que de
tenir compte des probabilités initiales de chaque configuration pour se ramener à des configura-
tions équiprobables d’où la présence du dénominateur dans l’équation (5.13). On dit que pour la
source thermique les photons sont groupés. La fonction d’autocorrélation des photons émis par
une source thermique a un profil lorentzien dont le temps caractéristique est directement relié à
la densité spectrale de la source [89] (g(2)(0) = 2 à g(2)(∞) = 1). Au contraire, pour une source
laser on peut montrer que la probabilité de détecter un photon au temps t + ξ sachant qu’un
premier photon a été détecté au temps t est indépendante de ξ. g(2)(ξ) vaut donc 1 quelque soit ξ.

Il apparaît donc à première vue que le phénomène de groupement ou de dégroupement de
particules est intimement lié à la nature des particules détectées. Cependant, il dépend égale-
ment de la nature de la source. Dans le cas d’une source de photons uniques telle qu’une boîte
quantique, on assiste à un phénomène de dégroupement de photons. Étudions le cas simplifié
d’un système à deux niveaux décrit par les équation d’évolution suivantes :

dfe
dt

= gf0 − Γfe (5.14)

df0

dt
= −gf0 + Γfe

où fe et f0 sont les populations de l’état excité et de l’état fondamental (fe + f0 = 1). g et Γ
sont respectivement le taux de génération et le taux de recombinaison du système. L’intensité
I(t) détectée est proportionnelle à la probabilité P(t) pour le système d’être dans l’état excité.
On obtient alors très simplement [90] :

g(2)(ξ) =
P(t+ ξ|t)
P(t)

(5.15)

où P(t + ξ|t) est la probabilité conditionnelle que le système soit dans l’état excité à l’instant
t + ξ sachant qu’il l’était à l’instant t. Considérons l’évolution du système à deux niveaux dont
la configuration initiale est f0 = 1 (un photon vient d’être émis). La fonction de corrélation du
deuxième ordre peut se réécrire :

g(2)(ξ) =
fe(ξ)
fe(∞)

(5.16)

= 1− exp((g + γ)|ξ|).

On constate que g(2)(0) = 0. Autrement dit, il est impossible au système d’émettre deux photons
au même moment. On a un dégroupement de photons. La largeur du dégroupement donne le
temps de corrélation du système (g + Γ)−1. La figure 5.18 montre les fonctions de corrélations
expérimentales d’un laser et d’une boîte quantique unique. Un dégroupement apparaît dans le
cas de la boîte quantique.
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Fig. 5.18 – Fonctions de corrélations expérimentales d’un laser et d’une boîte quantique indivi-
duelle (résolution temporelle : 512ps). Pour la boîte quantique, l’étude a été réalisé en analysant
la photoluminescence de l’ensemble des raies de la boîte quantique magnétique M1913 k6l4.

Pour un système possédant plusieurs niveaux excités, on définit l’autocorrélation par la cor-
rélation de photons provenant de la désexcitation d’un même niveau et la corrélation croisée
lorsque les photons émis depuis un niveau i sont corrélés aux photons émis depuis un niveau j.
Expérimentalement, il est dans ce dernier cas nécessaire d’installer sur les deux bras du montage
H-B&T des dispositifs de sélection de photons (sélection spectrale et/ou en polarisation) pour
discriminer les photons provenant des niveaux i et j.

Dans le cas de boîtes quantiques contenant un atome de Mn individuel, la probabilité d’émis-
sion d’un photon à une énergie donnée et une polarisation donnée dépend de l’état de spin du
Mn 13. Or, au cours du temps le spin de Mn doit visiter les différentes configurations qui lui sont
accessibles. Cette évolution doit avoir des conséquences importantes sur la statistiques des pho-
tons émis par la boîte quantique : des phénomènes de groupement et de dégroupement doivent
apparaître avec un temps de corrélation dépendant de la dynamique de spin du Mn. La situation
est en réalité assez similaire aux phénomènes de groupement de photons observés si l’état de la
boîte quantique change au cours du temps à cause de fluctuations de son état de charge [91].
On peut également rapprocher les mesures de corrélations de photons sur les boîtes quantiques
magnétiques aux propositions de mesures des fluctuations d’états d’un spin unique localisé sur
une surface non-magnétique à l’aide d’un microscope à effet tunnel par l’étude du bruit du cou-
rant tunnel [12] : Les mesures de corrélations de photons sur boîtes quantiques magnétiques vont
nous montrer à quelle vitesse se perd l’information sur le spin de l’atome de manganèse.

5.3.2 Détails expérimentaux

Afin de réaliser des expériences d’autocorrélation et de corrélation croisée sur les boîtes quan-
tiques magnétiques, nous avons développé un montage de type H-B&T dans lequel chaque bras
de détection dispose d’un système de sélection de polarisation circulaire et d’un monochromateur.

13Nous avons vu au chapitre 3 la correspondance directe entre l’état de spin Sz du Mn et le couple énergie-
polarisation (E,p) du photon émis par la boîte quantique.
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Les détecteurs utilisés sont des photodiodes à avalanches14 présentant un temps mort de 50 ns. On
peut s’interroger sur la possibilité d’utiliser une seule photodiode dans le cas d’expériences d’auto-
corrélation si les temps de corrélation recherchés sont supérieurs à 50 ns. En pratique, l’existence
de bruits électroniques corrélés à la détection d’un photon (phénomène d’"afterpulsing") pro-
voque alors l’apparition d’un groupement parasite sur une durée de l’ordre de la µs. Dans toutes
les expériences effectuées, nous utiliserons deux détecteurs dans les expériences d’autocorrélation
pour palier à ce problème. La résolution temporelle utilisée est généralement de 512 ps ce qui per-
met des temps d’acquisition raisonnables. Sauf, contre-indication, les mesures de corrélations ont
toujours été effectuées sous excitation résonante sur un état excité discret des boîtes quantiques.
Celui-ci ne présente pas de propriété d’absorption sélective (pas de conservation de polarisation
ou de distribution d’intensité des raies d’émission fortement hors équilibre). L’excitation réso-
nante doit permettre de s’affranchir en grande partie du couplage de la boîte quantique à un
réservoir de photo-porteurs.

Un point délicat des expériences de corrélation est le traitement de l’histogramme de comptage
h(ξ). D’après la définition donnée plus haut (éq. (5.13)), la fonction de corrélation est normée
à 1 pour ξ → ∞. Pour obtenir g(2)(ξ) il est nécessaire de normé h(ξ) par le nombre total de
coïncidences par canal temporel dans le cas d’événements indépendants :

g(2)(ξ) =
h(ξ)

n1n2tb∆T
(5.17)

où n1,2, tb et ∆T sont respectivement les taux de comptage moyens des deux détecteurs, la
largeur temporelle d’un canal de l’histogramme et la durée de l’expérience.

En outre la fonction de corrélation est déformée par les coïncidences impliquant le bruit des
détecteurs et la lumière parasite. Pour s’en affranchir, il est nécessaire de connaître le rapport
signal sur bruit ρ. La fonction de corrélation "vraie" est alors donnée par :

g
(2)
vraie(ξ) =

g(2)(ξ)− (1− ρ2)
ρ2

. (5.18)

La fonction de corrélation expérimentale dépend bien entendu également de la réponse tempo-
relle du montage et de la résolution temporelle choisie. Ces deux facteurs expliquent pourquoi le
dégroupement de photons caractéristique de l’étude d’un émetteur de photons unique n’atteint
jamais zéro en pratique.

Enfin, la difficulté essentielle des expériences de corrélation sur boîtes quantiques magnétiques
provient de la faiblesse du signal provenant d’une raie d’émission : Il est divisé par six en com-
paraison du signal émis par une boîte quantique "classique". Puisque le nombre de coïncidences
par canal est proportionnel à n1n2, l’augmentation de la durée d’une expérience de corrélation
est égale au carré du rapport des signaux. Une expérience de corrélation sur boîtes quantiques
magnétique prend trente six fois plus de temps ! De ce fait, les expériences de corrélations se-
raient plus que laborieuses sans l’utilisation de SILs (Solid immersion lenses). Les SILs sont des
lentilles plan-convexe de petite taille (typiquement 1 mm) en un matériau transparent de grand
indice optique nSIL (souvent des semiconducteurs). Elles sont posées directement à la surface
de l’échantillon. Parce qu’elles permettent une adaptation d’indice à la surface de l’échantillon,
l’objectif sonde un angle solide plus important dans l’échantillon et collecte plus de signal. En
pratique, l’utilisation de SILs sur des échantillons masqués réduit considérablement leur efficacité

14Perkin-Elmer SPCM-AQR-14.
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car la lentille n’est plus posée directement à la surface du semiconducteur. L’utilisation de SILs
de ZrO2 (nSIL =2.2) nous a permis, malgré tout, de multiplier le taux de collection du montage
par un facteur 2.5 (contre 4.8 en théorie).

Les résultats expérimentaux qui suivent et leur modélisation ont pour partie été réalisés avec
la participation de Julien Bernos dans le cadre de son stage de Master 2.

5.3.3 Corrélation et dynamique des boîtes quantiques magnétiques.

Comme on pouvait l’imaginer, les fonctions d’autocorrélation d’une raie, dans une polarisa-
tion donnée, ou de l’ensemble des raies d’émission d’une boîte quantique magnétique sont très
différentes. Celles-ci sont présentées en figure 5.19. Si, pour l’ensemble des raies d’émission (b),
on n’observe uniquement le dégroupement caractéristique de l’émission d’une boîte quantique 15,
il apparaît un fort groupement de photons lorsqu’on analyse uniquement la lumière provenant
d’une seule raie d’émission de la structure fine X-Mn dans une polarisation circulaire donnée (a).
La hauteur de ce groupement est de 3 environ et sa largeur à mi-hauteur de 20 ns. Au sommet
du groupement, on observe toujours le dégroupement très piqué observé en (b).
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Fig. 5.19 – Fonctions d’autocorrélation expérimentales de la raie basse énergie en polarisation
σ+ (a) et de l’ensemble des raies (b) de la boîte quantique magnétique M1913 k6l4.

Comme nous l’avions supposé dans la section 5.3.1, ce groupement résulte de la dynamique
15Le très léger groupement provient de toute évidence d’une légère sélection du spin de Mn en absorption.
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5.3. Autocorrélations et corrélations croisées

du spin de Mn dans la boîte quantique. Pour simplifier, prenons l’exemple d’une boîte quantique
où le Mn a une température de spin infinie et où l’injection d’un exciton ne change pas le nombre
d’états du système. À un instant quelconque la probabilité que le Mn soit dans l’état Sz est
1/6. Par contre, si on a mesuré le Mn dans cet état à l’instant t = 0 par détection d’un photon
d’énergie et de polarisation adéquates ((E,σ)↔ Sz). La probabilité pour le Mn d’être dans ce
même état va diminuer de 1 vers 1/6 en un temps caractéristique témoignant de la relaxation du
spin de Mn. En conséquence la fonction d’autocorrélation des photons associés doit décroître de 6
vers 1 dans le même temps caractéristique ; il y a groupement. Autrement dit, la boîte quantique
émet une salve de photons (E,σ) à chaque fois que le spin de Mn passe dans l’état Sz.

Au contraire, si l’on réalise une corrélation croisée entre les photons (E,σ) et (E,σ′), de même
énergie mais de polarisations circulaires opposées, on étudie le temps caractéristique pour le
Mn de passer de l’état Sz vers l’état −Sz. La probabilité pour le spin de Mn d’être dans l’état
−Sz sachant qu’il était dans l’état Sz à l’instant initial doit augmenter de zéro vers 1/6. Il
est donc impossible de détecter un photon (E,σ′) immédiatement après un photon (E,σ). Un
dégroupement est alors observé comme le montre la figure 5.20. Encore une fois la largeur de ce
dégroupement dépend du temps de relaxation de spin du système.
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Fig. 5.20 – Fonctions d’autocorrélation sur l’état |+ 1,−5/2〉 (a) et de corrélation croisée entre
les états |+ 1,−5/2〉 et | − 1,+5/2〉 (b) de la boîte quantique magnétique M1913 k6l4).

Le principe est là, mais la réalité est un peu plus complexe : i) Au cours du temps, la boîte
quantique a une certaine probabilité de contenir un exciton ou d’être vide. A priori, on doit
considérer deux temps de relaxation de spin τ1 et τ2 pour les système X-Mn et Mn seul. Le
temps caractéristique sondé par les mesures de corrélation est une moyenne de ces deux temps
dépendant du taux de génération. ii) L’injection d’un exciton dans la boîte quantique multiplie le
nombre d’états accessibles au système par 4. Cette modification n’a pas de répercussion directe
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Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

sur la hauteur du groupement mais augmente la probabilité de fuite depuis un état donné en
modifiant le nombre de canaux de relaxation. iii) Une température finie influe en deux points
sur les mesures de corrélation. D’une part, elle modifie la dynamique de relaxation du système
X-Mn en disymétrisant les transitions au sein du système exciton-Mn. D’autre part, Elle modifie
la probabilité moyenne que le Mn soit dans un état Sz donné et donc la hauteur du groupement.

L’extraction des temps caractéristiques de relaxation du Mn seul et du système X-Mn néces-
site donc de plus amples investigations. Dans la suite, nous nous concentrerons sur les mesures
de groupement de photons. Nous verrons comment la hauteur et la largeur du groupement sont
modifiées par les valeurs des temps de relaxation τ1 et τ2. Nous étudierons ensuite les effets d’une
modification de la puissance d’excitation et de la température sur ce groupement.

Les effets de τ1 et τ2 sur la forme du groupement peuvent être étudiés en reprenant le modèle
d’évolution de population d’une boîte quantique magnétique présenté dans la section 5.2. Les
évolutions calculées de la fonction d’autocorrélation de la raie | + 1,−5/2〉 en fonction de ces
deux paramètres sont présentées en figure 5.21. Voyons tout d’abord l’influence de τ1. Fixons pour
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Fig. 5.21 – Évolution de la fonction d’autocorrélation sur la raie basse énergie (polarisation σ+)
en fonction de : (a) τ1 (τ2 =50 ns) ; (b) τ2 (τ1 =30 ns).

cela τ2 à une valeur arbitraire (50 ns). La température du système est considérée égale à celle du
réseau. Les temps de vie excitoniques ont été estimés dans la section précédente (τxb =280 ps et
τxd =8 ns). Pour le taux de génération, on se place dans les conditions d’excitation de l’expérience
de la figure 5.19. Il peut être extrait du rapport des intensités de l’exciton et du biexciton. On
obtient g = 8 MHz. Pour ce taux de génération très faible, la probabilité que la boîte soit
vide est trente fois supérieure à la probabilité qu’elle contienne un exciton. La variation de τ1
montre deux caractéristiques essentielles : i) L’augmentation de τ1 provoque une augmentation
de la hauteur du groupement. Si τ1 est suffisamment petit pour que l’état de spin du Mn soit
perdu pendant la durée de vie de l’exciton STOP (quelques ns), la hauteur du groupement sera
faible voire nulle. Au contraire, si τ1 est très supérieur à la durée de vie excitonique, la mesure
d’auto-corrélation ne sonde essentiellement que la relaxation du Mn seul. On doit donc observer
un groupement d’une amplitude proche de six. ii) On constate que la largeur à mi-hauteur du
groupement est peu modifiée par l’augmentation de τ1. Ceci est principalement dû à la faible
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puissance d’excitation pour laquelle la probabilité que la boîte soit vide est très supérieure à la
probabilité qu’elle contienne un exciton. Si τ1 augmente, l’effet de l’exciton sur la relaxation du
spin de Mn disparaît. De ce fait la demie largeur à mi-hauteur (HWHM) tend vers le temps que
met le Mn seul à quitter l’état Sz. Si le temps caractéristique de relaxation τ2 est de 50 ns, le
Mn quitte l’état Sz en un temps proche de 10 ns (τ2/6).

Voyons à présent l’effet d’une modification de τ2. Pour cela, gardons les même paramètres
que précédemment et fixons τ1 à une valeur de 30 ns. Lorsque τ2 augmente, la hauteur du pic de
groupement sature très rapidement à une valeur déterminée par τ1. On constate également une
augmentation de la largeur a mi-hauteur du groupement proportionnelle à l’augmentation de τ2
(HWHM = τ2/6).

τ1 et τ2 ont donc des effets très différents. τ1 influe beaucoup sur la hauteur du groupement
et peu sur sa largeur ; inversement pour τ2. Il n’existe donc qu’un couple (τ1, τ2) permettant de
reproduire le groupement observé en figure 5.19(a) avec le taux de génération adéquat et des
temps de vie excitoniques raisonnables (τxb = 280 ps et τxd = 8 ns). On trouve un bon accord
pour les valeurs : τ1 = 30 ns et τ2 = 50 ns (voir Fig.5.22). Ces temps sont du même ordre de
grandeur, contrairement à ce qu’on aurait pu imaginer. D’une part, il semble que le temps de
relaxation X-Mn soit légèrement supérieur au temps de relaxation d’un trou seul dans une boîte
quantique (∼10 ns)[28]. D’autre part, le temps de relaxation du Mn seul semble beaucoup plus
court que ce qu’on pouvait espérer. Il est donc nécessaire de déterminer s’il s’agit ici du temps
de relaxation spin-réseau comme la méthode d’excitation le laisse supposer.
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Fig. 5.22 – Fonctions d’autocorrélation expérimentale et théorique de la raie basse énergie en
polarisation σ+ pour la boîte quantique magnétique M1913 k6l4. Le modèle utilise les temps :
τxb =280 ps, τxd =8 ns, τ1 =30 ns, τ2 =50 ns et g = 8.10−6 ps−1.

Pour ce faire, étudions l’effet des conditions d’excitation sur le groupement de photons ob-
servé. Tout d’abord, la figure 5.23(a) montre la différence de statistique d’émission de photons
pour une boîte quantique magnétique si celle-ci est soumise à une excitation résonante ou non-
résonante. On s’intéresse dans les deux cas à l’émission de la raie basse énergie de la structure
fine X-Mn dans la polarisation σ+. Le changement de statistique d’émission est violent entre les
deux conditions expérimentales. Le phénomène de groupement observé sous excitation résonante
disparaît totalement lorsque le système est excité de manière non-résonante. Ce résultat tendrait
à montrer la très grande efficacité du réservoir de photo-porteurs sur la relaxation de spin au
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Fig. 5.23 – (a) Fonctions d’autocorrélation expérimentales de la raie basse énergie en polarisation
σ+ pour la boîte quantique magnétique M1662 k4l2 sous deux conditions d’excitation : résonant
et non-résonant. Le taux de génération est fort dans les deux cas (présence non-négligeable du
biexciton). (b) Fonctions d’autocorrélation expérimentales de la raie basse énergie en polarisation
σ+ pour la boîte quantique magnétique M1913 k6l4 sous deux intensités d’excitation : P0 et 3P0.
(c) Modélisation des courbes (b) ; Le changement de puissance n’est pas suffisant pour expliquer
la modification de l’allure des courbes. La réduction de τ1 =30 ns → 15 ns et τ2 =50 ns → 20 ns
avec l’augmentation de puissance est nécessaire.

sein de la boîte quantique magnétique : l’information sur le spin de Mn est totalement perdue
en un temps inférieur à la résolution temporelle de l’expérience (512 ps). Cependant, on observe
un phénomène similaire lorsqu’on fait varier la puissance de l’excitation résonante (Fig.5.23(b)
et (c)). L’augmentation de puissance provoque en effet une forte réduction de la largeur du grou-
pement ainsi qu’une diminution de sa hauteur. En théorie, une telle modification de la forme du
groupement ne peut être expliquée par la seule augmentation du taux de génération si l’on consi-
dère des temps de relaxation τ1 et τ2 constants (respectivement 30 et 50 ns). Pour reproduire les
fonctions d’autocorrélation expérimentales, il est nécessaire de diminuer fortement les temps de
relaxation avec l’augmentation de la puissance d’excitation. Pour un triplement de la puissance
d’excitation, on constate que τ1 et τ2 sont réduits de moitié :

g = 8MHz → 18MHz (5.19)
τ1 = 30ns → 15ns
τ2 = 50ns → 20ns

L’origine de la réduction des temps de relaxation de spins ne peut pas résider dans l’action d’un
gaz de photo-porteurs puisque nous l’observons sous excitation résonante. On peut en revanche
s’interroger sur l’action d’un porteur relaxant vers l’état fondamental de la boîte quantique.
Celui-ci pourrait chauffer l’état de spin du Mn lors de spin-flips aléatoires ou tout du moins, à
faciliter le renversement du spin de Mn. Une façon de prendre en compte cet effet est de réduire
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artificiellement les temps de relaxation de spin. De plus, cette contribution est d’autant plus
importante que la probabilité qu’un porteur soit en train de relaxer dans la boîte à un instant
donné est grande. Elle augmente donc avec le taux de génération. Il semble donc difficile, sous
excitation continue, de sonder le temps de relaxation de spin du Mn seul lorsqu’il n’est soumis
qu’au seul réseau.

L’origine des temps caractéristiques τ1 et τ2 extraits des mesures de dynamique reste donc
mal définie. De part les conditions expérimentales (excitation résonante pulsée), les expériences
de temps de déclin fournissent un temps de relaxation du système X-Mn τ1 = 50 ns qui doit s’ap-
procher au plus près du temps de relaxation X-Mn — réseau. Les temps caractéristiques mesurés
lors des expériences de corrélations sont probablement à la fois conditionnés par les mécanismes
d’interaction avec le réseau et par l’action des porteurs relaxant dans la boîte quantique sur le
spin de Mn. Les évolutions de τ1 et τ2 avec la puissance d’excitation restent à déterminer.

Pour terminer cette étude de la statistique d’émission de photons pour une boîte quantique
magnétique, étudions les effets de la température sur les fonctions d’autocorrélation de photons.

Nous l’avons déjà noté, une température finie disymétrise les mécanismes de relaxation en
favorisant le don d’énergie du système vers l’environnement. Pour un système à plusieurs niveaux
énergétiques tel que le complexe X-Mn, ceci est à l’origine de différences entre les comportements
dynamiques des différents états. C’est ce que l’on observe sur les deux pics de groupement de
photons présentés en figure 5.24 (a). Ces deux fonctions d’autocorrélations ont été obtenues par
l’étude des photons émis par un état de haute énergie (| − 1,−5/2〉) et un état de basse énergie
(| + 1,−5/2〉) du système X-Mn. Pour l’état excitonique de haute énergie (| − 1,−5/2〉) , la
probabilité de fuite est maximale car les transitions ne peuvent se faire que vers des états de plus
basse énergie. Par contre, la probabilité que cet état soit peuplé par d’autres est très faible car
cela nécessite de l’énergie. L’état de haute énergie est donc caractérisé par un fort dépeuplement.
On observe donc un groupement important pour la raie d’émission correspondante.

Au contraire pour l’état excitonique de basse énergie (| + 1,−5/2〉), la probabilité de fuite
est plus faible car certains canaux nécessitent de l’énergie. De plus, cet état est efficacement
peuplé par les états de plus haute énergie. Le dépeuplement de cet état est donc au total moins
important. Le groupement de photons associé sera de faible amplitude.

On peut bien entendu jouer sur cette disymétrie en changeant la température du réseau.
L’effet d’une augmentation de température est particulièrement important pour la raie haute
énergie comme le montre la figure 5.24(b). On constate que le passage de 5K à 20K, en réou-
vrant les canaux de repeuplement de l’état excitonique considéré, provoque une diminution du
groupement de photons.

Les phénomènes discutés à partir de la figure 5.24 peuvent être correctement modélisés avec un
même jeu de paramètres. La puissance d’excitation est particulièrement élevée pour ces mesures.
On estime g à 0.5 GHz à partir du rapport d’intensité exciton/biexciton. Les temps de vies
excitoniques sont toujours considérés égaux à 280 ps pour les états radiatifs et 8 ns pour les
états non-radiatifs. Les temps de relaxation τ1 = 10 ns et τ2 = 15 ns reproduisent au mieux
chacune des courbes. La cohérence des calculs avec les résultats expérimentaux montre que le
modèle utilisé, aussi simple soit-il, donne une image assez fidèle des mécanismes de relaxation de
spin dans les boîtes quantiques magnétiques. La température utilisée au cours des simulations
sont toujours égales aux températures expérimentales du réseau (5 ou 20 K selon l’expérience).
Dans nos conditions d’expériences, on ne peut donc pas supposer l’existence d’un gaz de photo-
porteurs à une température différente de celle du réseau comme cela avait été envisagé. Quelque
soit le processus de thermalisation envisagé (réseau ou photo-porteurs), il tend à thermaliser la
boîte quantique magnétique à la température du bain thermique.
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Fig. 5.24 – (a) Fonctions d’autocorrélation des raies basse énergie (σ+) et haute énergie (σ−)
de la boîte quantique M1662 k4l2. (b) Fonctions d’autocorrélation de la raie haute énergie (σ−)
de la boîte quantique M1662 k4l2 pour deux température du réseau. Toutes les modélisations de
cette figures sont obtenues avec un même jeu de paramètres de temps caractéristiques.

Conclusion — La thermalisation revisitée

Dans ce chapitre, par l’analyse de mesures résolues en temps tel que des expériences de temps
de déclin et de corrélation, nous avons pu mettre à jour quelques caractéristiques de la relaxation
dans les boîtes quantiques magnétiques :
• nous avons établi les ordres de grandeurs des temps caractéristiques déterminant la dyna-
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mique des boîtes quantiques magnétiques ; Le temps de relaxation du système X-Mn (τ1)
et celui du Mn seul (τ2) sont de l’ordre de quelques dizaines de ns. Ils sont donc supérieurs
aux temps de vies excitoniques puisqu’un temps de vie moyen de 8 ns a été mesuré pour
les excitons non-radiatifs ;
• la température à considérer lors des processus de thermalisation du système X-Mn ou du

Mn seul semble toujours être celle du réseau.
• il ne semble pas nécessaire de considérer l’action d’un gaz de photo-porteurs aux environs

de la boîte quantique pour expliquer les phénomènes observés lors d’expériences résolues
en temps ; Ces résultats sont en accord avec la littérature qui rapporte des processus de
thermalisation lents entre porteurs délocalisés et atomes magnétiques [73] ; par contre l’ac-
tion des porteurs relaxant vers l’état fondamental de la boîte quantique sur le spin du
Mn pourrait être essentielle pour expliquer la réduction des temps de relaxation de spin
observée avec l’augmentation de la puissance d’excitation ou sous excitation non-résonante.

Il est cependant nécessaire de vérifier que ces conclusions sont bien en accord avec les résultats
exposés dans la section 5.1.

On peut montrer tout d’abord que l’augmentation de la "température de spin" du Mn (Teff )
avec l’augmentation de la puissance d’excitation peut être expliquée, même sans prendre en
compte l’action des porteurs photo-injectés. Le point clé de ce phénomène réside dans l’évolution
des populations excitoniques présentée en figure 5.25. Considérons à l’instant initial la boîte
quantique magnétique dans l’état vide avec une distribution équiprobable sur les six états de spin
du Mn. Une excitation continue est alors déclenchée et on observe l’évolution des populations
excitoniques (a) et des populations de boîte vide (b). En un temps égal à la durée de vie des
excitons non-radiatifs, un état stationnaire se construit. Pour de faibles puissances d’excitation,
en régime stationnaire, la probabilité que la boîte quantique soit peuplée par un exciton non-
radiatifs peut devenir très supérieure à la probabilité que la boîte contienne un exciton radiatif.
C’est la raison de l’apparition des états non-radiatifs dans les spectres de luminescence à très
basse puissance d’excitation. La boîte quantique est donc peuplée par des excitons non-radiatifs
une grande partie du temps. C’est pendant ce temps que la thermalisation se produit : Les états
radiatifs sont peuplés par des transferts à partir des états non-radiatifs. Au contraire, lorsqu’un
exciton radiatif est injecté dans la boîte, la recombinaison excitonique se fait trop vite pour que le
système ait le temps de thermaliser efficacement ce qui donne lieu à une distribution d’intensité
"plate". Avec l’augmentation de puissance, la probabilité que la boîte contienne un exciton noir
diminue et la probabilité de former le biexciton augmente. Or ce dernier ne se recombine que
vers un état d’exciton radiatif. La thermalisation, assurée par les excitons non-radiatifs disparaît.
Cette interprétation est illustrée en figure 5.25(c) et (d) où la distribution d’intensité des raies
d’émission a été calculée pour deux puissance d’excitation. Dans le cas (c), on observe à la fois
les états non-radiatifs à une intensité équivalente au états radiatifs et une distribution d’intensité
des raies de laquelle on peut extraire une température effective Teff = 18 K. Le paradoxe formulé
à la fin de la section 5.1 est donc levé. Pour une plus grande intensité d’excitation, la population
des états noirs a chuté et la température effective du système est beaucoup plus importante (∼
70 K). L’apparition de spin flips aléatoires du spin de Mn provoqué par la relaxation de porteurs
dans la boîte quantique ne peut qu’amplifier cette augmentation de température effective.

Enfin, on remarquera aux vues de la figure 5.25(b) que la population des états de boîte vide
dépend de l’état de spin du Mn en régime stationnaire. En d’autres termes, l’injection en continu
d’excitons dans la boîte quantique, suivie d’une thermalisation partielle du système X-Mn, donne
lieu à un phénomène de pompage du spin de l’atome magnétique. Si dans les conditions du calcul,
ce phénomène reste tout à fait négligeable, il peut atteindre quelques pourcents pour de plus
grandes puissances d’excitation. En outre ce phénomène de pompage est encore accru lorsque
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Chapitre 5. Dynamique d’un spin unique

In
t. 

de
 P

L 
(u

.a
.)

2.50.0
Energie (meV)

In
t. 

de
 P

L 
(u

.a
.)

2.50.0
Energie (meV)

4
6

10
-5

2

4
6

10
-4

2

4
6

10
-3

2

P
ro

ba
. d

'o
cc

up
at

io
n

10
1

10
2

10
3

10
4

Temps (ps)

 rad.
 n. rad.

0.166

0.165

0.164

0.163

P
ro

ba
. d

'o
cc

up
at

io
n

10
1

10
2

10
3

10
4

Temps (ps)

+/- 5/2

+/-3/2

+/-1/2

(a)

(b)

(c)

(d)

 g = 8 MHz

 g = 8 GHz

Fig. 5.25 – Calculs de populations dans une boîte quantique magnétique avec les paramètres :
τxb =280 ps, τxd =8 ns, τ1 =30 ns, τ2 =50 ns et g = 8.10−6 ps−1. (a) Évolution des populations des
états excitoniques radiatifs et non-radiatifs sous excitation continue à partir d’une distribution
équiprobable sur les états de boîte vide à l’instant initial. (b) Évolution de la distribution des
états de Mn lorsque la boîte est vide. (c) et (d) Intensités intégrées des raies d’émission pour
deux intensités d’excitation.

l’excitation est sélective. On rejoint ici les propos de Govorov sur la possibilité de manipuler
l’état de spin d’un atome magnétique au sein d’une boîte quantique [88].
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Conclusion

Les recherches sur la manipulation d’un spin unique se heurtent actuellement à un problème
majeur : le temps. La réduction de la dimensionnalité des systèmes semiconducteurs a permis de
localiser un porteur individuel, d’en accroître sa durée de vie ainsi que son temps de relaxation de
spin. Cependant, ces derniers restent malheureusement les facteurs limitant de la manipulation
de spin dans les semiconducteurs.

Les boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI présentent de multiples avantages face à ce
problème. Tout d’abord, les matériaux II-VI présentent de faibles spins nucléaires à l’inverse des
matériaux III-V pour lesquels il s’agit du facteur principal de relaxation de spin des porteurs.
Mais surtout, la possibilité d’insérer dans les semiconducteurs II-VI des atomes magnétiques de
manière iso-électronique offre un degré de liberté supplémentaire dans le cadre de la manipula-
tion de spin : on peut imaginer agir sur le spin d’un atome magnétique isolé et non sur le spin de
porteurs de charge. L’étude de boîtes quantiques CdTe/ZnTe contenant un atome de manganèse
individuel présente de ce fait un intérêt majeur.

Durant ces trois années de thèse, nous avons démontré la possibilité de réaliser des boîtes
quantiques contenant un atome magnétique individuel. L’interaction d’échange entre les porteurs
confinés dans ces boîtes et le spin de l’atome magnétique confère à ces systèmes des propriétés
optiques spécifiques.

En particulier, la luminescence provenant de la recombinaison excitonique au sein d’une boîte
quantique magnétique est directement conditionnée par l’état de spin de l’atome de manganèse.
L’injection d’excitons dans la boîte quantique peut donc permettre de sonder l’état de spin de
l’atome magnétique. L’étude magnéto-optique des boîtes quantiques magnétiques a notamment
permis d’observer la polarisation progressive d’un spin individuel dans un champ magnétique.

Cependant certaines caractéristiques physiques de ces boîtes quantiques peuvent perturber
la détection du spin individuel. L’effet de l’asymétrie de forme de la boîte quantique comme celui
des contraintes auxquelles elle est soumise ont été analysés. Nous soulignerons en particulier
l’importance du mélange de bande de valence dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe étudiées.
Le caractère léger des trous peut modifier de manière non négligeable les possibilités de contrôle
du spin de l’atome de manganèse.

Le contrôle électrique et optique du nombre et de la nature des porteurs injectés dans une
boîte quantique magnétique a été réalisé. Le comportement différent des électrons et des trous
vis à vis de l’atome de manganèse offre la possibilité de modifier les propriétés magnétiques du
système. Une boîte quantique magnétique chargée positivement se comporte notamment comme
un nano-aimant orienté suivant l’axe de croissance.

Enfin, des mesures de photoluminescence résolues en temps et de corrélation de photons ont
été réalisées sur ces systèmes. Nous avons pu en extraire un temps de relaxation de spin du
système exciton-Mn d’environ 50 ns. Celui-ci est bien supérieur à la durée de vie excitonique
dans une boîte quantique. Par contre, la mesure du temps de relaxation de spin de l’atome de
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Conclusion

manganèse, lorsqu’il est seul dans la boîte quantique et soumis uniquement à une interaction
avec le réseau, ne nous semble pas accessible pour le moment. Une dépendance de ce temps
de relaxation avec l’intensité d’excitation a été observée. On peut vraisemblablement attribuer
ce phénomène à l’action des porteurs relaxant dans la boîte quantique sur le spin de l’atome
magnétique. Les temps de relaxation de l’atome de Mn sont alors de l’ordre de quelques dizaines
de ns.

Les recherches sur les boîtes quantiques magnétiques s’orientent à présent sur des expériences
de pompage optique du spin de Mn. La préparation de l’état de spin de l’atome de manganèse est
en effet un point clé en vue de sa manipulation. Si les conclusions du chapitre 5 nous permettent
de concevoir que le pompage de l’atome de Mn est tout à fait envisageable, une préparation du
spin efficace reste à démontrer. Des expériences de pompe-sonde pourraient également voir le
jour afin de sonder la cohérence du spin de l’atome magnétique.
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Annexe A

Formalisme matriciel

Moment cinétique

Nous utiliserons dans ce manuscrit les matrices de moment cinétique définies par Messiah en
1959 [92], telles que jx = 1

2

(
j+ + j−

)
et jy = 1

2i

(
j+ − j−

)
.

L’électron ; moment cinétique 1/2 :

σx = 0.5

(
0 1
1 0

)
(A.1)

σy = 0.5

(
0 −i
i 0

)
(A.2)

σz = 0.5

(
1 0
0 −1

)
(A.3)

Le trou ; moment cinétique 3/2 :

jx =


0
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2 0 1 0
0 1 0

√
3

2

0 0
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2 0
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3
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√
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√
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
3
2 0 0 0
0 1

2 0 0
0 0 −1

2 0
0 0 0 −3

2
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Annexe A. Formalisme matriciel

Le spin électronique du manganèse ; moment cinétique 5/2 :

Sx =
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Matrices de rotation du moment cinétique

On écrit les éléments de la matrice rotation RJ
y (θ) d’un angle θ autour de l’axe y pour un

spin J :
dJM ′M (θ) = 〈J M ′|e−iθJy |J M〉 (A.10)

Wigner a démontré que ces éléments pouvaient s’exprimer comme un polynome fini en
cos(θ/2) et sin(θ/2) :

dJM ′M (θ) =
(
(J +M)!(J −M)!(J +M ′)!(J −M ′)!

) 1
2

×
∑
ν

(−1)ν

(J −M ′ − ν)!(J +M ′ − ν)!(ν +M ′ −M)!ν!

×
(

cos
θ

2

)2J+M−M ′−2ν(
sin

θ

2

)M ′−M+2ν
(A.11)
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Annexe B

Echantillons étudiés

Nous donnons dans cette annexe la liste des échantillons étudiés. Les caractéristiques de
chaque échantillon liées à la croissance ainsi que celles du masque et les informations sur les boîtes
quantiques présentées dans ce manuscrit sont répertoriées. La formation des boîtes quantiques
dans ces échantillons est toujours réalisée par dépôt de tellure amorphe comme expliqué dans la
section 1.2.1 excepté pour l’échantillon M1248 pour lequel on a laissé la couche de CdTe relaxer
naturellement.

Indexation des ouvertures du masque

Un motif caractéristique a été choisi pour les ouvertures pratiquées dans le masque : Ce motif
est reproduit en réseau sur le masque. La colonne et la ligne d’un motif sont indexées par les
indices m et n. La colonne et la ligne d’une ouverture dans un motif sont indexées par les indices
k et l. On étudie généralement une seule boîte quantique par ouverture. Dans le manuscrit on
nommera donc les boîtes quantiques par le numéro de l’échantillon suivi des indices k et l de
l’ouverture correspondante si nécessaire.

M1248

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 80 nm encapsulation (280◦C)

CdMg0.3Te 4 MCs dopage Al à 3×1010cm−2 (240◦C)

ZnTe 30 nm tampon (300◦C)

BQs CdTe∗ 6.5 MCs 13 cycles ALE (280◦C)

ZnTe 400 nm tampon (320◦C)

∗ Pas de Dépôt de tellure amorphe.
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Fig. B.1 – Motif de gravure du masque d’Aluminium pour les échantillons

Masque

Al (100 nm) en piteux état.

Boîtes quantiques

M1248-1 Boîte quantique non-magnétique. Luminescence de X à 2023 meV.

M1248-2 Boîte quantique non-magnétique. Luminescence de Xc à 2003 meV.

M1566

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 100 nm encapsulation (280◦C)

BQs Cd(Mn)Te 4.8 MCs 12 cycles ALE dont 1 (4′′) de Mn (280◦C)

ZnTe 620 nm tampon (380◦C)
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Masque

Al (100 nm) 4 réseaux de 5x5 motifs.

Boîtes quantiques

M1566 Boîte quantique magnétique. Luminescence de X à 2037.5 meV.

M1604

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 100 nm encapsulation (280◦C)

BQs Cd(Mn)Te 5.2 MCs 13 cycles ALE dont 1 (4′′) de Mn (280◦C)

ZnTe 560 nm tampon (380◦C)

Masque

Al (100 nm) 4 réseaux de 5x5 motifs.

Boîtes quantiques

M1604 réseau 4 m=1, n=2, k=9, l=1.
Boîte quantique magnétique. Luminescence de X à 2044 meV.

M1662

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 200 nm encapsulation (280◦C)

BQs Cd(Mn)Te 5.2 MCs 13 cycles ALE (280◦C)

ZnTe 10 MCs espaceur (280◦C)

Zn0.94Mn0.06Te 46 nm couche magnétique (340◦C)

ZnTe 560 nm tampon (380◦C)

Masque

Al (100 nm) 4 réseaux de 5x5 motifs.
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Annexe B. Echantillons étudiés

Boîtes quantiques

M1662 k4l4 Réseau 1, m=4, n=4, k=4, l=4.
Boîte quantique non-magnétique. Luminescence de X à 2099 meV.

M1662 k7l3 Réseau 2, m=3, n=3, k=7, l=3.
Boîte quantique magnétique. Luminescence de X à 2074 meV.

M1662 k7l2 Réseau 1, m=4, n=2, k=7, l=2.
Boîte quantique magnétique. Luminescence de X à 2086 meV.

M1662 k4l2 Réseau 3, m=1, n=1, k=4, l=2.
Boîte quantique magnétique. Luminescence de X à 2087 meV.

M1704

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 200 nm encapsulation (280◦C)

BQs Cd(Mn)Te 5.2 MCs 13 cycles ALE (280◦C)

ZnTe 9 MCs espaceur (280◦C)

Zn0.94Mn0.06Te 53.5 nm couche magnétique (340◦C)

ZnTe 380 nm tampon (380◦C)

Masque

Al (100 nm) 1 réseau de 10x5 motifs.

Boîtes quantiques

M1704-1 m=1, n=5, k=6, l=1.
Boîte quantique magnétique. Luminescence de X− à 2036 meV.

M1735

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 100 nm encapsulation (280◦C)

BQs Cd(Mn)Te 5.2 MCs 13 cycles ALE dont 4 (3′′) de Mn (280◦C)

ZnTe 460 nm tampon (380◦C)
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Masque

Al (100 nm) 1 réseau de 8x8 motifs.

Boîtes quantiques

M1735 m=4, n=1, k=2, l=1.
Boîte quantique magnétique. Luminescence de X à 1924 meV.

M1809

Croissance

Matériaux Épaisseur Commentaires

ZnTe 200 nm encapsulation (280◦C)

BQs CdTe 5.2 MCs 13 cycles ALE (280◦C)

ZnTe 9 MCs espaceur (230◦C)

Zn0.94Mn0.06Te 25 nm couche magnétique (230◦C)

ZnTe 175 nm espaceur (230◦C)

ZnTe dopé N 200 nm contact p (230◦C)

ZnTe 380 nm tampon (380◦C)

Masque

Al (100 nm) 1 réseau de 10x10 motifs.

Boîtes quantiques

M1809 k2l6 m=1, n=1, k=2, l=6.
Boîte quantique non-magnétique. Luminescence de X à 1959 meV.

M1809 k2l7 m=1, n=1, k=2, l=7.
Boîte quantique non-magnétique. Luminescence de X à 1947 meV.
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Annexe C

Polarisation linéaire et artefacts
expérimentaux

Nous allons montrer dans cette annexe que la polarisation linéaire de l’émission des boîtes
quantiques CdTe/ZnTe ne peut pas provenir d’artefacts expérimentaux. Nous procéderons en
envisageant les différents phénomènes pouvant engendrer une polarisation linéaire parasite. Pour
certains, nous démontrerons qu’ils ont un rôle négligeable. Pour d’autres phénomènes plus com-
plexes, nous verrons que s’en affranchir ne change en rien les phénomènes observés.

La technique de masquage de l’échantillon peut influer sur la polarisation de l’émission des
boîtes. En effet, l’anisotropie des ouvertures peut être responsable de modification de transmission
dépendant de la polarisation de la lumière. Il a d’ailleurs été observé des effets de polarisation
géante de la lumière transmise au travers d’un super-réseau d’ouvertures asymétriques pratiquées
sur un masque métallique [93]. Cependant, la figure 2.14 montre que deux boîtes quantiques
provenant de la même ouverture de masque peuvent présenter des polarisations de directions
différentes. Cette hypothèse est donc à écarter. Cependant même pour des boîtes quantiques
observées au travers d’ouvertures parfaitement circulaires, on peut envisager l’apparition d’une
polarisation parasite. En effet, considérons une boîte quantique dont la position est proche d’un
bord de l’ouverture. Deux phénomènes peuvent alors troubler la polarisation de la lumière émise
par la boîte quantique.

En premier lieu, un phénomène d’écrantage d’une partie du cône de collection de la lumière
peut survenir. Or, dés lors que l’on s’écarte de l’axe de croissance, les photons émis par la
boîte voient leur polarisation modifiée. Prenons l’exemple d’une boîte dans laquelle un exciton
+1 vient de se recombiner. Le photon émis n’a en réalité la polarisation σ+ que sur l’axe de
croissance de l’échantillon. Considérons un photon émis sous un angle de 10◦ par rapport à
l’axe de croissance (c’est l’angle maximal de collection d’un objectif d’ouverture 0.55 dans le
semiconducteur). Le photon est alors légèrement polarisé dans la direction perpendiculaire au
plan d’inclinaison. Un rapide calcul basé sur les matrices de rotation d’un spin 1 montre que le
taux de polarisation linéaire du photon émis est de 1.5 %. Ensuite le photon doit passer l’interface
semiconducteur/vide. La polarisation est modifiée par la réfraction. Le seul passage de l’interface
induit l’apparition d’un taux de polarisation linéaire de 6% dans le plan d’inclinaison. Ces deux
effets sont opposés et la polarisation linéaire induite est donc finalement inférieure à 5% pour les
angles de collection limites. Les taux de polarisation rencontrés ne peuvent donc pas être dus à un
phénomène d’écrantage d’une partie du cône de collection de la lumière puisque la polarisation
parasite ne peut être qu’inférieure à celle obtenue pour les angles limites de collection.

En second lieu, il est également nécessaire de prendre en compte les phénomènes de champ
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Annexe C. Polarisation linéaire et artefacts expérimentaux

proche liés à l’émission d’une boîte quantique aux environs d’un masque métallique. Rappelons
que la distance entre le boîtes quantique et le masque d’aluminium n’est que de 200 nm, c’est
à dire une longueur d’onde rouge dans le semiconducteur. Ainsi, si la boîte quantique émettant
de la lumière n’est pas centrée sur l’ouverture, on brise la symétrie de révolution du système et
l’on peut s’attendre à ce que des phénomènes de champ proche créent une polarisation linéaire
parasite de la lumière émise. Ces phénomènes étant d’une grande complexité, il est difficile
d’en estimer les effets rapidement. Nous avons donc cherché à étudier la polarisation de boîtes
quantiques dans des zones non-masquées. Les échantillons que nous avons étudiés présentent pour
la plupart des ouvertures larges de 10 µm qui permettent une caractérisation de la distribution
spectrale d’un ensemble de boîtes quantiques. En préparant convenablement le faisceau laser, il
est possible d’exciter des zones d’environ 2µm de diamètre (Fig.C.1(a)). Aussi, si l’on excite des
boîtes quantiques au centre d’une ouverture de 10µm, la luminescence de celles-ci ne peuvent
pas être perturbé par le masque d’aluminium. Ces expériences restent cependant délicates du
fait de la concentration de boîtes importante dans les échantillons CdTe. On constate que la
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Fig. C.1 – (a) Images du spot de luminescence et de l’ouverture de 10µm permettant d’observer
la luminescence de la boîte quantique M1662 m1n1 C. (b) Intensité de luminescence de l’exciton
de la boîte quantique M1662 m1n1 C résolue en polarisation linéaire. (c) intensité de luminescence
en coordonnées polaires des raies basse énergie (carrés noirs) haute énergie (ronds rouges) et de
l’intensité totale (pointillés bleus).

boîte quantique M1662 m1n1 C présente elle aussi un taux de polarisation linéaire de 20%
(voir Fig. C.1(b) et (c)). De plus les deux raies d’émission du doublet ne sont pas polarisées
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perpendiculairement. L’angle χX pour cette boîte est d’environ 100◦. Cette expérience permet
donc de vérifier que ces propriétés de polarisation sont bien indépendantes de la méthode de
masquage.
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Résumé

Nous avons étudié par micro-spectroscopie des boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI
contenant une impureté magnétique individuelle (atome de Mn). L’émission optique de ces sys-
tèmes est régie par les interactions entre les porteurs confinés et le spin Mn. Des expériences de
magnéto-optique ont permis de déterminer les différents paramètres contrôlant ces interactions.
L’analyse du spectre d’émission de certaines de ces boîtes quantiques magnétiques permet de
détecter directement l’état de spin de l’impureté magnétique. Les conditions de cette détection
sont fortement influencées par une anisotropie de forme de la boîte quantique étudiée ou la pré-
sence d’un champ de contraintes inhomogène dans l’échantillon. Les effets de ces phénomènes
sur les propriétés optiques des boîtes ont été analysés en détail. Nous nous sommes également
consacrés à l’étude des différents états de charges des boîtes quantiques magnétiques. Celle-ci
révèle la possibilité de contrôler électriquement ou optiquement l’anisotropie magnétique de sys-
tèmes magnétiques nanoscopiques. Enfin, nous avons abordé l’étude de la dynamique de spin
dans ces systèmes. Les fluctuations temporelles d’un spin individuel ont été mises en évidence
en analysant la statistique des photons émis par une boîte quantique.

Mots-clés: Boîte quantique, semiconducteur magnétique dilué, spin individuel, micro-spectroscopie.

Abstract

Using a micro-spectroscopy setup, we studied II-VI semiconductor quantum dots contain-
ing a single magnetic impurity (Mn atom). The emission of these systems is controlled by the
interactions between the confined carriers and the Mn spin. The different parameters controlling
these interactions were determined by magneto-optical experiments. By analysing the emission
spectrum of some of these magnetic quantum dots, we can detect directly the spin state of the
magnetic impurity. The detection conditions are strongly influenced by the dot shape anisotropy
or an inhomogeneous distribution of strains in the local environment of the dot. The effects of
these phenomena were studied in details. We also studied the magneto-optical properties of the
different charged states of magnetic quantum dots. This shows the possibility to control elec-
trically or optically the magnetic anisotropy of nanoscopic magnetic systems. Finally, we began
to study the dynamics of these systems. Single spin temporal fluctuations were pointed out by
analysing the statistics of photons emitted by single magnetic quantum dots.

Keywords: Quantum dot, diluted magnetic semiconductor, single spin, micro-spectroscopy.




	Introduction
	Une boîte quantique pour manipuler un spin
	Du semiconducteur massif aux nanostructures
	Un atome artificiel
	Spins des porteurs confinés
	Structure de bande dans CdTe massif
	Bande de Valence et brisures de symétrie
	transitions optiques
	Manipuler le spin d'électrons ou de trous

	Insertion d'un atome magnétique

	Boîtes quantiques de semiconducteurs II-VI à charge variable
	Micro-spectroscopie
	Réalisation de masque par lithographie électronique
	Dispositif optique

	Contrôle de charge
	Excitons, Excitons chargés et multi-excitons
	Influence des états de surface
	Influence des conditions d'excitation
	Dynamique de charge dans les boîtes quantiques CdTe/ZnTe
	Contrôle électrique et optique de l'état de charge d'une boîte quantique

	Mélange de bande de valence dans les boîtes quantiques  CdTe/ZnTe
	Polarisation linéaire de l'émission des boîtes quantiques
	Compétition entre deux origines d'anisotropie - l'exciton neutre
	Mélange de bande de valence et magnéto-optique


	Détection optique de l'état de spin d'un atome de manganèse
	Boîtes quantiques contenant un atome magnétique unique
	Echantillons à faible dopage magnétique
	Spectre d'émission de boîtes quantiques magnétiques

	Modèle simple du système exciton-Mn
	Structure fine du système exciton-Mn
	Paramètres de la boîte quantique.
	L'anisotropie du trou

	Contraintes dans le plan de croissance
	Cisaillement lié à l'axe de croissance

	Influence du nombre de porteurs injectés sur l'état de spin de l'atome de manganèse
	Boîte magnétique chargée
	Boîtes quantiques magnétiques à charge variable
	Le système électron-Mn
	Le système trou-Mn
	Recombinaisons optiques

	Le biexciton
	Identification du complexe X2-Mn.
	Biexciton et symétrie miroir
	La dégénérescence du système X2-Mn


	Dynamique d'un spin unique
	Thermalisation d'un atome de manganèse dans une boîte quantique
	Température de spin de l'atome de manganèse
	Facteurs influençant la température de spin
	Un processus de thermalisation dominant?

	Temps de déclin de photoluminescence
	Mesure de la dynamique de relaxation de spin
	Modèle qualitatif
	Extraction d'informations quantitatives
	Dynamique interne du système exciton-Mn

	Autocorrélations et corrélations croisées
	Groupons et dégroupons les photons "avec les mains"
	Détails expérimentaux
	Corrélation et dynamique des boîtes quantiques magnétiques.


	Conclusion
	Annexes
	Formalisme matriciel
	Echantillons étudiés
	Polarisation linéaire et artefacts expérimentaux
	Bibliographie

