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M. Henri Mariette Rapporteur
M. Vincenzo Savona Rapporteur
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est toujours agréable; à Catherine, Maria, Christophe, Frédéric, Philippe et Vincent; à
Michel, toujours disponible et à l’écoute; à Dimitri aussi, artiste ès cryostats.
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Analyse statistique de la carte et transformée de Fourier . . . . . 61

3.1.2 Fils quantiques de la nouvelle génération . . . . . . . . . . . . . . 68
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5.1.3 Les modèles théoriques dans les fils quantiques . . . . . . . . . . . 185
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Références bibliographiques 215

8



Introduction

Introduction

L’élaboration des premières couches minces semiconductrices, au début des
années 1970, a ouvert le vaste champ de recherche, aussi bien fondamentale qu’ap-
pliquée, des hétérostructures semiconductrices. Les puits quantiques furent les premières
structures réalisées. Elles se distinguent du matériau massif par leur caractère bi-
dimensionnel (2D) et la quantification partielle des excitations électroniques induite par
le confinement. De nombreux efforts ont ensuite été réalisés pour réduire la dimension-
nalité des structures et obtenir des fils quantiques (1D) et des bôıtes quantiques (0D).
Les bôıtes quantiques et les nanocristaux sont aujourd’hui très répandus et font l’objet
de nombreux travaux. Les fils quantiques sont pour leur part moins “populaires”, en
particulier en raison des difficultés d’élaboration.

Ceux-ci présentent pourtant de nombreux attraits, liés aux spécificités de la physique
des systèmes uni-dimensionnels, qui les différencient des structures de dimensions 2 et
3. La densité d’états des excitations électroniques y est singulière et se traduit par une
plus grande interaction avec la lumière, i.e. une force d’oscillateur et des non-linéarités
optiques accrues. Les processus de diffusion et de collision y sont fortement inhibés, limi-
tant les processus de dissipation dans les composants opto-électroniques, et augmentant
la cohérence des excitations. La symétrie réduite se traduit par une forte anisotropie des
propriétés optiques. Les phénomènes de localisation prennent une importance particulière
en présence de désordre. D’un point de vue fondamental, la description du système ne
peut pas être simplement adaptée des modèles mis en œuvre en dimensions 2 et 3. Le
phénomène de localisation d’Anderson et la description statistique en terme de liquide
de Tomonaga-Luttinger sont entièrement spécifiques aux systèmes 1D, et leur mise en
évidence expérimentale dans les hétérostructures semiconductrices est encore débattue à
ce jour.

La conception d’hétérostructures réalisant un confinement quantique uni-
dimensionnel des excitations électroniques repose sur l’élaboration d’objets dont la taille,
dans deux directions, est inférieure à la dizaine de nanomètres. La fabrication de ces
structures doit donc être particulièrement bien contrôlée, avec une précision de l’ordre
de la monocouche atomique, et leurs propriétés physiques et optiques sont très sensibles
à la qualité et l’homogénéité des processus de croissance. Au cours de cette thèse, nous
avons étudié, dans le cadre d’une collaboration entamée en 1996, des fils quantiques se-
miconducteurs dits “en V”, élaborés par Xue-Lun Wang et Mutsuo Ogura au Photonics
Research Institute de Tsukuba (Japon). Nous devons souligner leur grande expertise
en matière d’épitaxie, qui leur a permis d’améliorer de manière continue la qualité des
structures fabriquées et de se placer parmi les meilleures équipes dans le domaine des fils
quantiques semiconducteurs.

Les études antérieures, en particulier les travaux de thèse de Joël Bellessa, ont
démontré que les inhomogénéités de taille et de composition se traduisent dans les fils
quantiques par la localisation des excitations électroniques, et donc par une réduction de
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la dimensionnalité du système : le fil quantique ne serait en fait qu’une collection de bôıtes
quantiques, c’est-à-dire une collection d’objets 0D ! Néanmoins, les progrès réalisés par
X.L. Wang dans l’élaboration des fils quantiques lui ont permis de réduire de manière
importante ces inhomogénéités, et de réaliser ainsi des fils quantiques dans lesquelles
le désordre n’est plus de même nature et les excitations électroniques sont délocalisées.
Cette thèse a eu pour double objectif, d’une part, de mettre en évidence le changement
des propriétés de localisation entre ces deux générations de fils quantiques, et de les relier
aux améliorations des propriétés structurales; et d’autre part de comparer les propriétés
électroniques et optiques des fils quantiques de chaque génération, d’un point de vue
expérimental comme théorique.

La compréhension des propriétés physiques des nanostructures nécessite de connâıtre
le rôle de l’inhomogénéité, et plus généralement du désordre, dans ces systèmes. L’étude
des propriétés macroscopiques, recueillies sur un échantillon entier, est souvent rendue
difficile par la dispersion des résultats expérimentaux due aux fluctuations de taille et de
composition sur l’échantillon, et appelée élargissement inhomogène. Ce type d’expériences
ne donne pas accès à la nature du désordre, et n’en présente que des signatures indi-
rectes. Les techniques d’étude locales sont alors particulièrement intéressantes car elles
permettent de s’affranchir de l’élargissement inhomogène lorsque leur résolution spa-
tiale est comparable avec les longueurs caractéristiques du désordre. Il est ainsi possible
d’étudier les propriétés intrinsèques et locales des nanostructures, et leur distribution
statistique. Leur dépendance spatiale peut être analysée, et fournir une image des pro-
priétés de l’échantillon. Enfin, lorsque les échantillons forment une collection d’objets
similaires, ces techniques permettent d’isoler l’un d’entre eux et de l’étudier individuelle-
ment. Cette thématique “Nano-Objets Individuels” est actuellement en plein essor. Dans
l’étude des propriétés optiques de nanostructures, les deux techniques à sonde locale
existantes sont fondées sur la microscopie, l’une en champ proche (Scanning near-field
optical microscope – SNOM) et l’autre en champ lointain (micro-photolumincescence –
µ-PL). L’essentiel des travaux présentés dans cette thèse sont le fruit de l’expérience
de micro-photoluminescence à basse température développée au laboratoire, et des tech-
niques d’imagerie associées que nous avons mises en place. Cette expérience est couplée
aux techniques classiques de spectroscopie. L’imagerie en µ-PL des propriétés spectrosco-
piques locales des fils quantiques nous a permis de différencier la nature du désordre et
les régimes de localisation dans les deux générations de fils quantiques, d’en mesurer les
grandeurs caractéristiques et de comprendre avec X.L. Wang quelles en sont les origines
structurales.

Les propriétés électroniques et optiques des fils quantiques dépendent de manière
importante de la nature du désordre. Selon qu’ils sont localisés ou délocalisés, les excitons
— les excitations électroniques élémentaires dans les semiconducteurs non dopés —
interagissent en effet différemment entre eux et avec leur environnement. Nous avons
étudié les propriétés des excitons en régime linéaire — lorsqu’ils sont peu nombreux et
n’interagissent pas entre eux — et en régime non-linéaire — lorsque leurs interactions
deviennent non négligeables — en nous attachant à identifier les caractéristiques
communes et les différences entre les deux générations de fils quantiques. Dans le régime
linéaire, nous nous sommes principalement intéressés, tant du point de vue expérimental
que théorique, à la structure de spin de l’exciton, qui reflète la symétrie réduite de la
géométrie des fils quantiques; à l’interaction avec les phonons, qui est accrue en raison
du fort confinement dans ces structures et donne lieu à une recombinaison radiative
assistée par phonons acoustiques des excitons, interprétée en terme de polarons; et
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aux propriétés thermodynamiques des excitons dans le fil, dont le temps de vie fini et
l’inhibition de la relaxation à 1D freine l’établissement de l’équilibre thermique. L’étude
du régime non-linéaire a permis de mettre en évidence un comportement des excitons à
faible densité différent selon le régime de localisation. Dans le domaine des très fortes
densités, après avoir présenté des expériences qui permettent de mieux comprendre la
nature des excitations, et en particulier la stabilité de l’exciton, nous comparons les
résultats obtenus avec les modèles théoriques récemment développés et les replaçons
dans le débat actuel sur l’existence d’une transition de Mott et le mécanisme d’émission
laser dans les fils quantiques.

Ce mémoire s’articule comme suit :
Le premier chapitre consiste en une présentation des différents types de fils quantiques,

puis une description plus précise des fils étudiés, et un rappel de leurs propriétés les plus
générales — confinement, interaction avec la lumière, influence de la dimensionnalité.
Un accent particulier sera porté sur l’étude théorique de l’interaction Coulombienne —
singulière à 1D — et de l’exciton dans les fils quantiques. Cette étude a été menée avec
Monique Combescot au sein de l’équipe.

Le deuxième chapitre présente les techniques expérimentales que nous avons mises en
œuvre. Les aspects optique et cryogénique de l’expérience de micro-photoluminescence et
de ses développements en imagerie seront décrits, ainsi que les techniques de spectroscopie
et leur adaptation à la microscopie.

Le troisième chapitre est consacré à l’étude du désordre et de la localisation dans les
deux générations de fils quantiques, en particulier sa mise en évidence en imagerie et sa
modélisation.

Le quatrième chapitre porte sur l’étude des propriétés excitoniques en régime linéaire
et sur la comparaison des deux générations de fils quantiques. Il est divisé en trois études
indépendantes traitant de la structure fine de l’exciton, de son interaction avec les pho-
nons et des équilibres thermiques dans le fil quantique. Les études théoriques associées,
de même que la modélisation du désordre présentée au chapitre 2, ont été menées en
collaboration avec Robson Ferreira, du Laboratoire de Physique de la Matière Condensée
(Ecole Normale Supérieure, Paris).

Le dernier chapitre s’intéresse au régime non-linéaire dans les fils quantiques. Les
signatures des interactions exciton-exciton dépendent de manière importante du régime
de localisation dans le domaine des faibles densités. Le régime des fortes densités est
étudié dans les fils quantiques de la nouvelle génération.
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Chapitre 1

Présentation des fils quantiques

Les fils quantiques semiconducteurs forment une classe d’hétérostructures dont les
propriétés, au moins dans leurs caractéristiques les plus générales, reflètent la spécificité
de leur dimensionnalité. Nous présenterons au cours de ce chapitre les grandes lignes
de leur structure électronique et de leurs propriétés optiques, en adoptant pour chacune
d’entre elles un point de vue général puis en se focalisant sur les fils quantiques en V que
nous avons étudiés.

Dans une première section, nous présenterons un panorama large, s’étendant jus-
qu’aux semiconducteurs organiques, des nanostructures de dimension 1, c’est-à-dire dans
lesquelles les excitations électroniques sont confinées dans deux directions et ne sont dis-
persives que dans la troisième. Dans le domaine des semiconducteurs, de nombreuses
solutions ont été développées au cours des quinze dernières années obtenir des struc-
tures 1D en adaptant les technologies d’épitaxie, beaucoup plus adaptées à la fabrication
de puits quantiques et autres structures 2D. La deuxième section sera consacrée plus
spécifiquement aux fils quantiques sur substrat gravé en V que nous avons étudiés, et aux
méthodes de croissance développées par Xue Lun Wang, du Photonics Research Institute
de Tsukuba (Japon), pour les fabriquer.

La troisième section est consacrée à la présentation rapide du confinement des porteurs
dans les deux directions perpendiculaires au fil, et à sa modélisation dans les matériaux
semiconducteurs inorganiques. Les états confinés dans les fils quantiques en V seront
obtenus par une simulation numérique permettant d’obtenir les fonctions d’onde spatiales
mais aussi leurs composantes de spin, en particulier pour les trous de la bande de valence.

La quatrième section introduit l’exciton, c’est-à-dire l’état lié d’un électron et d’un
trou dans la direction libre du fil, par l’interaction Coulombienne. Ce travail, réalisé avec
Monique Combescot, est destiné à faire apparâıtre le caractère singulier de l’interaction
Coulombienne à une dimension, contrairement aux systèmes de dimensions 0, 2 ou 3. Nous
nous sommes attachés à traiter ce problème de manière analytique, en évitant l’approche
variationnelle tout en tenant compte de l’épaisseur finie du fil quantique, qui atténue la
singularité de l’exciton. Les résultats numériques sont obtenus de manière générale puis
adaptés aux fils en V.

Enfin, dans la dernière section, nous présenterons l’interaction entre les excitations
électroniques du fil quantique et la lumière, et la relierons avec les expériences optiques
réalisées dans la pratique : spectres d’absorption, de luminescence et d’excitation de la
luminescence.
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1.1 Zoologie

L’étude des propriétés électroniques de nanostructures de dimension 1 constitue un
champ vaste et très diversifié où cohabitent plusieurs domaines de la physique. Les
différentes études se divisent en effet en deux grandes classes : l’optique et le transport.
De plus, en dehors des hétérostructures semiconductrices qui sont l’objet de cette thèse,
les structures étudiées sont très variées : les propriétés de transport des nanotubes de
carbone sont l’objet d’intenses recherches, alors que l’étude de leurs propriétés optiques
ne fait que débuter; le transport sur les molécules d’ADN en est lui à ses débuts; de
nombreux matériaux organiques ont enfin été développés, polymères, agrégats, molécules
isolées, étudiés du point de vue chimique, optique et en transport.

Un bon exemple en est le polydiacétylène BCMU développé par C. Lapersonne et
M. Schott au sein du laboratoire. C’est une molécule polymère en matrice cristalline
dont les propriétés optiques semblent particulièrement prometteuses et seront évoquées
dans ce mémoire.

A l’intérieur du domaine des semiconducteurs, de nombreuses solutions ont été
développées pour confiner les porteurs suivant deux directions par l’utilisation de deux
matériaux de gaps différents, la barrière et le puits, et ainsi obtenir une structure 1D.
Elles ont pour point commun d’utiliser les techniques d’épitaxie, destinées à la croissance
de puits quantiques, sur des substrats sur lesquels un motif artificiel (clivage, lithogra-
phie, ...) ou “naturel” (auto-organisation) introduit une direction préférentielle et modifie
le processus de croissance :

– Les fils gravés : L’une des premières méthodes retenue a été la gravure d’un
échantillon comportant un puits quantique (Fig. 1.1.a), par attaque chimique
sélective, pour obtenir une bande de faible largeur (entre 30 et 100 nm). Les fils
ainsi obtenus sont donc larges et peu confinants, et les différentes sous-bandes sont
peu séparées énergétiquement [1, 2].

– Les super-réseaux latéraux : Une autre méthode envisagée initialement a été la
croissance sur des surfaces vicinales, légèrement désorientées par rapport à la direc-
tion cristallographique. En favorisant un processus de croissance au cours duquel le
matériau puits s’accumule au bord des marches présentes sur la surface vicinale, on
obtient des fils quantiques en chacun de ces bords de marches [3, 4]. Des processus
de croissance similaires peuvent être obtenus sur des surfaces non vicinales où un
réseau de marches a été imprimé sur le substrat [5] (Fig. 1.1.b).

– Les fils en T : ces structures sont obtenues par croissance d’un puits quantique,
qui est clivé perpendiculairement au puits. La croissance d’un nouveau puits quan-
tique est alors reprise sur la face clivée, donnant naissance au T [6, 7] (Fig. 1.1.c).
Les porteurs se confinent à l’intersection des deux puits, qui constitue donc le fil
quantique.

– Les fils auto-organisés : lorsque le désaccord de paramètre de maille entre le sub-
strat et le matériau épitaxié est important, les contraintes sont importantes et la
croissance ne se déroule pas de manière planaire. Les modes de croissance du type
Stranski-Krastanov donnent généralement lieu à des bôıtes quantiques, mais en
préparant le substrat et en changeant les conditions de croissance il est possible
d’obtenir des bôıtes très anisotropes analogues à des fils quantiques [8] (Fig. 1.1.d).

– Les fils en Zig-Zag : ils sont obtenus par croissance d’un puits quantique sur la
surface (311) du GaAs, dont la reconstruction induit la formation de zones plus
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épaisses en forme de zig-zag [9]. Ces structures comportent donc un fil quantique
“brisé”, non rectiligne, ainsi que des points quantiques à chaque “coin” du zig-
zag. Ces deux types d’objets émettent de la luminescence à des longueurs d’onde
différentes, ce qui permet leur caractérisation mais aussi la réalisation d’expériences
de diffusion [10].

– Les fils gravés en V : pour réaliser ces structures le substrat est préalablement gravé
de sillons en forme de V [11, 12]. La croissance d’un puits quantique sur ce substrat
gravé génère un film dont l’épaisseur n’est pas constante, et est plus importante au
fond du V, ce qui donne lieu au confinement des porteurs dans cette zone.

L’intégralité de ce travail de thèse a été réalisé sur ce dernier type d’échantillons, dont
nous allons donc décrire la croissance et la structure de manière plus approfondie. Les
fils en T et les fils en V sont ceux pour lesquels le confinement est le plus fort tout en
conservant des hétéro-interfaces bien mâıtrisées.
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a) Les fils gravés

b) Les fils sur surfaces vicinales

c) Les fils en T 
   Mode de fabrication

Image RHEED d'une surface (CdTe/CdMnTe) Mode de croissance

d) Les fils auto-organisés
  Image AFM, InAs/InAlAs sur InP

e) Les fils en Z
   Images par cathodoluminescence à l'énergie des transitions des fils et des boîtes

Fils Boîtes

Image SEM (GaAs/GaAlAs)

Fig. 1.1 – Les différents types de fils quantiques semiconducteurs (D’après les articles
suivants : a) [1], b) [4, 5], c) [6], d) [8], e) [9])

16



Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

1.2 Les fils gravés en V : structure et croissance

Les fils quantiques étudiés sont des hétérostructures non dopées de GaAs et d’alliage
GaAlAs. La différence de gaps entre les deux matériaux, environ 600 meV, permet de
confiner les porteurs, électrons et trous, dans le matériau de plus faible gap, le GaAs.
Ils sont fabriqués par Xue Lun Wang, dans l’équipe Quantum Nanostructures de Mutsuo
Ogura, au Photonics Research Institute de Tsukuba 1, et sont étudiés au GPS dans le
cadre d’une collaboration débutée en 1996.

La croissance de ces fils se déroule de la façon suivante : des sillons en forme de V sont
gravés sur un substrat de GaAs (100) par photo-lithographie. Ils sont espacés de 5 µm et
profonds d’environ 1 µm. La croissance est alors réalisée par une technique de dépot en
phase vapeur de composés organo-métalliques (MOCVD) [13, 14, 15] : tout d’abord une
couche-tampon de GaAs, puis une barrière de Al0,43Ga0,57As, un puits de GaAs et une
nouvelle barrière de Al0,43Ga0,57As (Fig. 1.2). Pour les mesures d’optique, l’échantillon
subit ensuite une attaque chimique destinée à supprimer les puits GaAs sur les faces (100)
et (111), de telle sorte que l’essentiel de la luminescence émise par l’échantillon provient
des fils quantiques.

4 µm

Echantillon après attaque chimique

Barrière d'AlGaAs

Barrière d'AlGaAs

Puits de GaAs

Tampon de GaAs
Substrat de GaAs

Echantillon avant
    attaque
  chimique

Fig. 1.2 – Croissance des échantillons

Une image de l’échantillon obtenue par microscope électronique en transmission haute
résolution (HRTEM) est présentée sur la figure 1.3. Cette technique donne accès à
la composition chimique, avec une résolution quasiment atomique, sur une coupe de
l’échantillon. L’épaisseur du film GaAs est plus épaisse au fond du V (5 nm dans les fils
que nous avons étudiés). Les porteurs, confinés par le matériau barrière dans la direction
de croissance z, le sont aussi dans la direction latérale y car leur énergie de confinement
est plus faible dans la zone plus épaisse au fond du V (cf Sec. 1.3.2). Les facettes cris-
tallographiques, visibles sur l’image 1.3.b, attestent de la grande qualité de la croissance.
Enfin, en raison des vitesses de migration légèrement différentes des atomes de Ga et Al
sur les flans du V, un puits quantique vertical se forme au centre du V, dans lequel la
concentration d’Al est réduite à 0,34. Ce puits quantique est visible sur l’image TEM,
sous la forme d’une bande verticale plus sombre centrée sur le V.

Le processus de croissance a été amélioré de manière continue au cours des dernières

1. Le Photonics Research Institute fait partie du National Institute of Advanced Industrial Science
and Technology (AIST) et est installé à Tsukuba, au Japon. Le projet est financé par le programme
CREST de la Japan Science and Technology Corporation (JST).
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Fil quantique

Puits quantique
vertical GaAs

Ga        Al        As0,43 0,57

(100)
(311A)

(111A) Plans cristallins

(a) (b)

[011] x y [011]

z [100]

Fig. 1.3 – (a) Image par microscope électronique en transmission (TEM) et (b) TEM
haute résolution d’un fil quantique en V

années par nos collaborateurs japonais. X.L. Wang utilise depuis 1996 la technique de
croissance par modulation de flux [13] : la croissance est réalisée par cycles au cours
desquels sont déposés du Ga pendant 1s, qui relaxe durant 1s, puis l’As pendant 1s,
qui relaxe lui aussi durant 1s. Le contrôle et la calibration des flux de Ga et As permet
de diminuer le nombre de défauts générés lors de la croissance. Nous présenterons les
principaux progrès réalisés ainsi que les améliorations induites sur les propriétés optiques
et électroniques que nous avons mises en évidence dans la section 3.2.
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1.3 Le confinement des porteurs dans le fil quantique

1.3.1 Structure de bandes des matériaux massifs

Approximation de la masse effective

La compréhension des propriétés optiques et de diffusion des porteurs dans les
échantillons étudiés nécessite la connaissance de la structure de bande des excitations
électroniques [16, p 31] [17, p 157]. Les matériaux semiconducteurs utilisés sont à gap
direct, c’est-à-dire que les états de plus basse énergie de sa bande de conduction et ceux
de plus haute énergie de sa bande de valence sont situés au même point de la zone de
Brillouin, en l’occurence en son centre aussi appelé point Γ. Les transitions optiques sont
verticales, c’est-à-dire qu’elles se font à vecteur d’onde des électrons constant, et ont donc
lieu au voisinage du point Γ. Nous limiterons donc la description de la structure de bande
des électrons au voisinage du point Γ.

Les fils quantiques étudiés sont composés d’arseniure de gallium GaAs, qui cristallise
dans une structure blende de zinc : les atomes de Ga et ceux d’As forment deux sous-
réseaux cubiques à faces centrées, décalés d’un quart de la grande diagonale du cube. Les
atomes de Ga possèdent 3 électrons (4s24p1) sur leur couche externe, ceux d’As 5 (4s24p3).
Ils s’hybrident pour former des liaisons tétraédriques entre un atome et ses quatre plus
proches voisins, donnant lieu à des orbitales liantes et antiliantes (cf figure 1.4). Dans une
première approche, ces orbitales peuvent servir de base à la description de la structure de
bande des électrons par la méthode des liaisons fortes. La bande de valence est constituée
des états liants, celle de conduction des états antiliants. Le couplage spin-orbite lève la
dégénerescence des orbitales p.

Energie  E(k)

k

Bande s antiliante

Bande p antiliante

Bande s liante
    (dég. 2)

Bande p liante

mJ=±1/2  J=1/2, L=0

J=3/2, L=1
mJ=±1/2

mJ=±3/2

mJ=±1/2  J=1/2, L=1

Gap Eg

Splitting
Spin-orbite

∆SO

Electrons de
conduction

me=0.067 m0

Trous
lourds

(mhh=0.51 m0)

légers
(m

lh
=0.082 m

0
)

Fig. 1.4 – Structure de bande des électrons et des trous dans le GaAs massif, au voisinage
de k = 0 dans l’approximation de la masse effective
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La structure de bande ainsi trouvée est parabolique et justifie l’approximation de
la masse effective : les bandes sont décrites par leur énergie en k = 0 et leur courbure
h̄2/m∗, où m∗ est la masse effective des électrons dans la bande 2. Des méthodes analy-
tiques et numériques plus poussées (pseudo-potentiel, k.p, ...) permettent d’affiner cette
description et de l’étendre à toute la zone de Brillouin [16, p 35].

La définition d’une masse effective pour les trous est plus complexe pour deux raisons :
d’une part leur dispersion en énergie présente autour du point Γ des courbures différentes
selon les directions cristallographiques; d’autre part la description de leur moment orbital
nécessite la prise en compte simultanée des bandes de trous lourds et légers et de leur
couplage. Lorsque cela sera nécessaire, nous utiliserons donc pour les décrire l’hamiltonien
de Luttinger [18, 19] avec les paramètres suivants pour le GaAs : γ1 = 6,85, γ2 = 2,10,
γ3 = 2,90 [20].

Cas d’un alliage

Les barrières délimitant les fils quantiques sont constituées d’alliage Al0,43Ga0,57As.
Dans le réseau cristallin décrit précédemment, près de la moitié des atomes de gallium
sont remplacés par des atomes d’aluminium, selon une distribution aléatoire. Les atomes
d’aluminium possèdent les mêmes propriétés électroniques (3s23p1) que ceux de gallium,
et ne modifient que quantitativement les propriétés décrites précédemment : le gap de
Al0,43Ga0,57As est supérieur de 620 meV à celui de GaAs, d’où son rôle de barrière (cf
table 1.3.1).

Confinement (meV) Masse effective
Electron Trou lourd Electron + trou Electron Trou lourd

GaAs 1018 501 1519 0,067 m0 0,5 m0

Al0,43Ga0,57As 1432 708 2140 0,092 m0 0,5 m0

Tab. 1.1 – Caractéristiques des matériaux massifs du puits et de la barrière, à T = 2 K.

1.3.2 Structure de bandes du fil en V

Approximation de la fonction enveloppe

Dans les hétérostructures semiconductrices, les porteurs sont soumis à un potentiel
variant sur deux échelles de longueur distinctes : l’échelle atomique (potentiel créé par
les ions, de période le paramètre de la maille cristalline, soit a0 = 5,65 Å pour GaAs
[21]) et l’échelle de longueur des hétérostructures (taille des fils). L’approximation de la
fonction enveloppe [16, p 63] consiste à séparer ces deux contributions du potentiel : en un
point de l’hétérostructure éloigné des interfaces entre matériaux (à l’échelle atomique),
les électrons et les trous sont décrits par l’Hamiltonien du matériau massif présent en ce
point. Leur fonction d’onde peut alors s’écrire sous la forme:

ψ(r) =
∑
n

Fn(r)un,k=0(r), (1.1)

où un,k=0(r) est la fonction de Bloch des électrons de la nième bande dans le matériau
massif et Fn(r) la fonction enveloppe, solution de l’Hamiltonien effectif

2. Les masses effectives sont exprimées en fonction de la masse m0 de l’électron libre.
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HEnv
n =

p2

2m∗ + Vn. (1.2)

Le potentiel Vn, lentement variable à l’échelle atomique, décrit la géométrie et la
composition des matériaux de l’hétérostructure. Pour une structure simple, non dopée et
sans champ électrique, il prend localement la valeur du gap dans le matériau. Ce modèle
suppose également que cette décomposition est possible sur les seules fonctions de Bloch
en k = 0.

Dans le cas des fils quantiques, Vn dépend de y et de z, les directions confinées, mais
pas de x, la direction libre :

HEnv
n =

px
2

2m∗ +

(
py

2

2m∗ +
pz

2

2m∗ + Vn(y,z)

)
=

px
2

2m∗ +HEnv
n,2D. (1.3)

Les fonctions enveloppe propres sont donc libres suivant x et s’écrivent Fn(r) =
fn(y,z)e

ikxx, où les fn sont les fonctions propres de l’hamiltonien effectif 2D HEnv
n,2D. Les

énergies propres associées sont h̄2k2
x

2m∗ + EConf
n .

L’approximation de la fonction enveloppe est valable tant que le confinement est
réellement quantique, c’est-à-dire qu’il donne lieu à un spectre discret d’états confinés
(un puits très large est en effet plus proche du matériau massif), et tant que les deux
échelles de longueur sont bien séparables (un puits trop fin sera mal décrit) [22].

Dans le cas des fils quantiques en V, leur forme ne permet pas de mener simplement
et analytiquement le calcul des états confinés et de leurs énergies. Le potentiel V 2D

n

prend en effet 3 valeurs différentes dans les trois domaines de la structure identifiés sur
l’image TEM 1.3 : le puits, la barrière et le puits quantique vertical. En prenant pour
origine des énergies la valeur du gap dans GaAs, il vaut 0 dans le fil en V, 323 meV dans
le puits quantique vertical et 414 meV dans la barrière (Fig. 1.5).

y (nm)

z (
nm

)

0 20-20

0

-20

20

-40 40

40
V=414 meV V=323 meV

V=0

Fig. 1.5 – Potentiel effectif vu par les électrons dans l’approximation de la fonction
enveloppe, dans le cas d’un fil quantique en V

Le confinement et le moment orbital des porteurs : le mélange de bandes

Si cette description est valide dans l’étude des états d’électrons dans la bande de
conduction, dont les deux états de spin ms = ±1/2 ne sont pas couplés, elle doit être
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1.3 Le confinement des porteurs dans le fil quantique

adaptée pour calculer les états de trous de la bande de valence, et tenir compte du
couplage entre trous lourds et trous légers [19, 23]. En ne considérant que les états de
trous J = 3/2, qui sont dégénérés en k = 0 dans le matériau massif (fig 1.4), les fonctions
d’onde des trous s’écrivent

ψ(r) =
∑

mj=±3/2,±1/2

fmj
(r)umj

v (r).

L’hamiltonien HEnv
v,2D n’est pas diagonal dans cette base, et les états propres sont mélangés

en moment orbital mj.
Deux méthodes peuvent être utilisées pour diagonaliser l’hamiltonien HEnv

n,2D : la
première, l’approximation adiabatique, est partiellement analytique et sera présentée sim-
plement; la deuxième, entièrement numérique, sera plus détaillée et ses résultats seront
utilisés dans la suite du mémoire. Nous nous ramènerons enfin au cas simple d’un fil à
barrières infinies, dont les solutions analytiques sont plus simples à utiliser.

Approximation adiabatique

Elle consiste à considérer que le fil quantique est un puits d’épaisseur variant lentement
suivant y. Les électrons sont donc confinés suivant z, et leur énergie de confinement E
dépend lentement — de manière adiabatique — de y. E(y) peut être approximé par un
potentiel harmonique au voisinage de y = 0, ce qui induit un confinement des électrons
suivant y, dont l’énergie peut être à son tour calculée [11].

Les résultats de ce calcul sont similaires à ceux obtenus numériquement ci-après, et ne
seront pas présentés. Leur fiabilité est bonne uniquement pour les premiers états confinés,
les états excités étant mal décrits.

Simulation numérique

Cette méthode consiste à diagonaliser sur une base d’ondes planes l’hamiltonien 1.3 à
deux dimensions, séparément pour les électrons et les trous [24]. Le couplage entre trous
lourds et trous légers dans la bande de valence a été pris en compte. Les détails sur la
technique de simulation figurent dans la thèse de J. Bellessa [23].

Les résultats présentés ci-après concernent un fil de 5 nm d’épaisseur, sur lequel nous
avons effectué l’essentiel des expériences présentées. Les fonctions d’onde des deux pre-
miers états de la bande de conduction sont représentés, ainsi que le troisième état de la
bande de valence, sur la figure 1.6. Celui-ci présente en effet un mélange de bande impor-
tant, et l’on peut remarquer que les composantes lourdes et légères, de poids comparables,
ont spatialement des parités différentes : l’orthogonalité de la fonction d’onde h3 avec les
états h1 et h2 impose en effet que la composante lourde ait deux noeuds spatialement,
et soit similaire à e3, alors que les composantes légères de h1 et h2 sont très faibles et
permettent à celle de h3 de n’avoir aucun noeud, et d’être similaire à e1. Les énergies
des premiers états d’électron et de trou, et le mélange de bandes de ces derniers, sont
répertoriés dans la table 1.3.2.

Retour à un modèle simple : le fil à barrières infinies

Dans la suite de ce mémoire, nous aurons souvent besoin de décrire des électrons et des
trous confinés dans un fil quantique pour aborder d’autres problèmes. Il sera le plus sou-
vent nécessaire de décrire uniquement la première sous-bande, plus rarement la deuxième.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

a) e1 ou h1

c) h3
Composante lourde Composante légère

b) e2 ou h2

Fig. 1.6 – Fonctions d’onde (a, b) des deux premiers états de la bande de conduction
et (c) du troisième état de la bande de valence décomposé en ses composantes trou lourd
et trou léger pour un fil quantique en V de 5 nm d’épaisseur. Les échelles verticales des
composantes lourdes et légères sont identiques.

Electron Trou
Energie (meV) Energie (meV) Trou lourd Trou léger

1er état 112 33 96 % 4 %
2ème état 161 50 79 % 21 %
3ème état 188 58 62 % 38 %
4ème état 219 66 47 % 53 %

Tab. 1.2 – Energies calculées pour les premiers niveaux confinés dans un fil quantique
en V de 5 nm d’épaisseur (par rapport au bas de bande du GaAs massif)
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1.3 Le confinement des porteurs dans le fil quantique

Seules les fonctions d’onde des premiers états confinés et la différence d’énergie entre les
premières sous-bandes seront alors nécessaires. Il est donc intéressant de décrire ces états
dans un modèle très simplifié, qui contient déjà leurs propriétés physiques essentielles.

Le modèle de fil quantique le plus simple est celui du fil cylindrique à barrières
infinies. Le potentiel effectif V 2D

n est dans ce cas infini pour r > R, où R est le rayon du
fil, et vaut 0 pour r < R. Les états propres sont caractérisés par deux nombres quantiques
n = 1,2,3,... et m = 0,± 1,± 2,... [25]. Leurs fonctions d’onde s’écrivent en coordonnées
polaires 3

f cyln,m(r,θ) =


Jm(z

(n)
m r/R) eimθ

√
π R Jm+1(z

(n)
m )

pour r < R

0 sinon,
(1.4)

et leur énergie vaut Ecyl
n,m = z(n)

m h̄2/(2m∗R2), où m∗ est la masse effective des porteurs.

Les premiers états confinés sont donc (n = 1, m = 0) d’énergie rapportée à h̄2/(2m∗R2),

z
(1)
0 ≈ 2,40; (n = 1, m = ±1) d’énergie z

(1)
1 ≈ 3,83; (n = 1, m = ±2) d’énergie z

(1)
2 ≈ 5,14;

(n = 2, m = 0) d’énergie z
(2)
0 ≈ 5,52.

Un autre modèle simple et analytique, le fil quantique à section rectangulaire
et barrières infinies, permet de rendre compte de l’anisotropie du fil. De la même
manière, le potentiel effectif est dans ce modèle infini en dehors d’un rectangle de côtés
Ly et Lz centré sur l’origine, et nul à l’intérieur. Les états propres sont caractérisés par
deux nombres quantiques ny = 1,2,... et nz = 1,2,... Leurs fonctions d’onde s’écrivent

f rectny ,nz
(y,z) =


√

2
Ly

cos
(
πy
Ly

)√
2
Lz

cos
(
πz
Lz

)
pour |y| < Ly/2 et |z| < Ly/2

0 sinon,
(1.5)

et leur énergie vaut Erect
ny ,nz

= n2
yh̄

2π2/(2m∗L2
y) + n2

zh̄
2π2/(2m∗L2

z), où m∗ est la masse
effective des porteurs.

Lorsqu’une description simple de l’état fondamental du potentiel de confinement des
porteurs sera nécessaire, nous utiliserons celui d’un fil rectangulaire de dimensions Ly =
15,6 nm et Lz = 7,6 nm, de fonction d’onde relativement similaire à celle trouvée par
la simulation numérique (pour l’état fondamental uniquement). Comme le montre la
figure 1.7, la fonction d’onde de l’état fondamental de l’électron ou du trou dans le
premier état confiné, calculées numériquement au paragraphe précédent, est en effet bien
reproduite par celle obtenue dans ce fil rectangulaire à barrières infinies.

1.3.3 Densité d’états et masse effective des porteurs dans la
direction libre

L’effet le plus important de la dimensionnalité du système, dont vont découler de
nombreuses propriétés, est la singularité de la densité d’états des excitations dans la
direction du fil. Les électrons et les trous sont libres suivant l’axe du fil dans la description
que nous avons adoptée jusqu’à présent. Leurs états propres sont donc des ondes planes de
vecteur d’onde kx, et la contribution correspondante à l’énergie cinétique est h̄2k2

x/2m
∗.

Ils sont quantifiés en kx = nx 2π/LQ où LQ est la longueur de quantification et nx =
0, ± 1, ± 2,... ± LQ/2a0. La densité d’états correspondante, constante dans l’espace des
kx, est donc en énergie proportionnelle à 1/

√
E :

ρ(E) =
LQ

2π h̄

√
m∗

2 E
.

3. z(n)
m désigne le nième zéro de la fonction de Bessel Jm.
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Fig. 1.7 – Coupes en z = 0 (a) et y = 0 (b) de la fonction d’onde de l’électron e1
calculée numériquement (points) et leur approximation par la fonction d’onde f rect1,1 (y,z) =

2/
√
LyLz cos(πy/Ly) × cos(πz/Lz) d’un fil rectangulaire à barrières infinies, avec Ly =

15,6 nm et Lz = 7,6 nm.

Sa singularité en E = 0 est caractéristique de la dimension 1, les densités d’états de
systèmes de dimensions 2 et 3, respectivement constante et proportionnelle à

√
E, étant

régulières en E = 0 (Fig. 1.8). Le cas des systèmes non dispersifs, de “dimension 0”, de
densité d’états discrète, est lui à part. La singularité de la densité d’états 1D est cepen-
dant atténuée dans les systèmes réels, en particulier par la localisation et les corrélations
coulombiennes dans le cas des fils quantiques que nous étudions. Notons cependant qu’au
sein de l’équipe François Dubin et al. a mis en évidence une telle densité d’états, pour la
première fois dans un système semiconducteur, dans les molécules de polymère conjugué
3BCMU en étudiant en µ-PL la forme des répliques vibroniques du spectre de lumines-
cence d’une molécule unique [26].

0D1D2D3D

D
en

sit
é 

d'
ét

at
s

Energie

Fig. 1.8 – Densité d’états en fonction de la dimension du système.

Le paramètre important de la dispersion de l’énergie cinétique des porteurs dans
la direction libre est leur masse effective. La masse effective des électrons est bien sûr
m∗
e = 0,067 m0. La détermination de la masse effective des trous est plus complexe. Dans

le cas des puits quantiques [16, p 141], les états propres de trous en k=0 sont purement
lourds ou légers, et leur masse effective est différente de celle obtenue dans le matériau
massif (m0/γ1). Dans le plan du puits, elle est donnée en fonction des paramètres de
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1.3 Le confinement des porteurs dans le fil quantique

Luttinger parm0/(γ1+γ2) ≈ 0,11m0 pour les trous lourds etm0/(γ1−γ2) ≈ 0,21m0 pour
les trous légers. Notons que les dénominations de trous lourds et légers sont relatives aux
masses effectives prises dans la direction z du confinement, soit m0/(γ1− 2γ2) ≈ 0,45 m0

pour les trous lourds et m0/(γ1 + 2γ2) ≈ 0,08 m0 pour les trous légers. Dans le cas des
fils quantiques, les états propres des trous dans les différentes sous-bandes sont mélangés
de spin, et leur masse effective dépend donc de la sous-bande considérée. Il peut parâıtre
raisonnable de prendre pour valeur de son inverse la moyenne des inverses des masses de
trous lourd et léger, pondérés par les poids respectifs des composantes lourde et légère
dans sa fonction d’onde. Les dispersions des porteurs peuvent être obtenues de manière
plus rigoureuse dans un modèle tenant compte du confinement dans les deux directions y
et z et de l’hamiltonien k.p à 3D, y compris dans la direction x du fil [27]. Néanmoins,
en ce qui concerne la première sous-bande que nous étudierons préférentiellement, son
caractère essentiellement “trou lourd”, à 96% dans le cas d’un fil en V de 5 nm d’après
nos simulations, justifie de prendre pour masse effective celle des trous lourds, soit m∗

h1 =
0,11 m0.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

1.4 L’exciton

Les électrons et les trous confinés dans le fil quantique interagissent par l’interac-
tion coulombienne. Un électron et un trou peuvent ainsi former un état lié de type
hydrogénöıde, l’exciton. Dans le cas d’électrons et de trous non confinés (semiconducteur
massif), l’énergie de liaison de cet état lié est analogue à celle de l’hydrogène et vaut

En = −RX/n
2 pour le nième exciton, où RX est le Rydberg effectif dans le matériau.

Mais lorsque la dimension du système est réduite, c’est-à-dire dans les puits, les fils et les
bôıtes quantiques, la nature et l’énergie des excitons est modifiée, et dépend de manière
importante de la dimensionnalité. Le cas des bôıtes quantiques est d’ailleurs singulier car
l’électron et le trou sont déjà liés par le confinement, et l’interaction coulombienne se
contente de modifier l’énergie des états confinés.

Les excitons dans les fils quantiques présentent quant à eux la particularité de ne
pas pouvoir se déduire d’un modèle purement 1D dans un fil sans épaisseur. Comme
nous le verrons dans la première section, le modèle purement 1D ne prévoit pas d’état
fondamental pair, à la différence d’un modèle purement 2D. L’explication intuitive en est
la suivante : il est impossible pour un électron de passer par-dessus un trou à 1D, alors
qu’il peut en faire le tour à 2D. Cela implique que la fonction d’onde de l’exciton doit
être nulle en x=0 à 1D (x désigne le mouvement relatif), alors que ce n’est pas le cas à
2D. Dans la deuxième section nous étudierons donc l’exciton dans un fil d’épaisseur finie,
et présenterons les résultats numériques obtenus dans ce modèle.

Nous nous sommes attachés dans cette étude à ne pas utiliser de technique variation-
nelle tout en gardant une forme analytique aux résultats aussi longtemps que possible. Les
nombreuses études variationnelles présupposent en effet la forme de la fonction d’onde
(une gaussienne en général) et ne sont valables que pour l’état fondamental de l’exci-
ton [28]. Les travaux analytiques sont pour leur part réalisés en prenant pour potentiel
Coulombien une forme approchée sans que soit estimée l’erreur ainsi réalisée, et masque
en partie l’effet de l’anisotropie de la section du fil [29, 30, 31]. A l’opposé, les études
numériques traitent le plus souvent sur un pied d’égalité le confinement des porteurs et
l’interaction coulombienne, et masquent la physique de l’exciton [32].

1.4.1 L’exciton purement 1D

En dimension D quelconque

Dans un souci de généralité nous allons traiter l’exciton dans une dimension D =
1,2,3 quelconque. Dans le référentiel du mouvement relatif entre l’électron et le trou,
l’hamiltonien du système s’écrit

H =
p2

2µ
− e2

r
, (1.6)

où µ = memh/(me + mh) est la masse réduite du système. En utilisant l’expression du
laplacien en coordonnées sphériques, on obtient pour un état propre d’énergie E :(

− h̄
2

2µ

1

rD−1

∂

∂r

(
rD−1 ∂

∂r

)
− e2

r

)
ψ

(D)
E (r) = Eψ

(D)
E (r). (1.7)

La résolution de cette équation, réalisée par Landau et Lifschitz [33, §36] et reprise
par H. Haug et S. Koch [34], présente des difficultés particulières pour D = 1, que nous
avons soulevées récemment [35]. Nous en présenterons ici un rapide aperçu.
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1.4 L’exciton

En suivant les notations de Landau, cette équation est réécrite avec un paramètre
énergétique λ et la coordonnée radiale ρ, tous deux sans dimensions, en fonction du
Rydberg effectif RX et du rayon de Bohr aX :

ϕ′′λ,D +
D − 1

ρ
ϕ′λ,D +

(
λ

ρ
− 1

4

)
ϕλ,D = 0. (1.8)

avec

E = −RX

λ2
(1.9)

r =
λρaX

2
(1.10)

et

RX =
h̄2

2µa2
X

=
e2

2aX
(1.11)

aX =
h̄2

µe2
(1.12)

Dans le GaAs, en tenant compte de la constante diélectrique relative εr = 12,85 et en pre-
nant pour masse effective des trous confinés supposés lourdsmh1 = 0,11m0 (cf Sec. 1.3.2),
ces grandeurs valent RX = µe4/(2(4πε0εr)

2h̄2) ≈ 3,4 meV , et aX = 4πε0εrh̄
2/(µe2) ≈

160 Å. 4

Les états liés correspondent aux valeurs propres λ réelles, et les états de diffusion aux
valeurs imaginaires. L’équation 1.8 s’écrit pour ρ→∞,

ϕ′′λ,D − ϕλ,D/4 = 0,

dont les solutions sont e±ρ/2. Cela nous amène à poser :

ϕλ,D(ρ) = e−ρ/2gλ,D(ρ). (1.13)

gλ,D(ρ) satisfait alors l’équation différentielle des fonctions hypergéométriques
dégénérées :

zf ′′ + (c− z)f ′ − af = 0,

avec a = (D − 1)/2 − λ et c = D − 1. Les solutions de cette équation sont F (a,c,z) et
x1−cF (a− c+ 1,2− c,z) [36], où

F (a,c,z) = 1 +
a

c

z

1!
+
a(a+ 1)

c(c+ 1)

z2

2!
+ ... (1.14)

Mais ces solutions sont pathologiques pour les valeurs entières négatives de c pour la
première, et les valeurs positives pour la deuxième. Dans les cas qui nous intéressent,
où c vaut 0,1,2 (i.e. D = 1,2,3), la deuxième fonction ne peut être utilisée. Un autre
couple de solutions [38] est constitué des fonctions F (a,c,z) et U(a,c,z), U ayant pour
développement en série

U(a,c,z) = z−aG(a,a+ 1− c,− z)

4. Ces valeurs sont celles qui doivent être considérées lorsque l’on considère un fil quantique (cf
Sec. 1.3.3). L’exciton du GaAs massif est en effet obtenu avec une masse effective du trou égale à
0,5 m0, pour lesquelles RX = 4,8 meV et aX = 110 Å.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

avec

G(a,γ,z) = 1 +
aγ

1!z
+
a(a+ 1)γ(γ + 1)

2!z2
+ ...

Ce couple de solutions est valable dans les cas D = 2,3 mais pour D = 1 les fonctions
ne sont pas indépendantes. Néanmoins, l’équation 1.8 de départ présente une symétrie
(λ,ρ) ↔ (−λ,− ρ) que l’on peut exploiter. Si e−ρ/2U((D− 1)/2−λ,D− 1,ρ) est solution,
alors eρ/2U((D−1)/2+λ,D−1,−ρ) l’est aussi, et ces deux solutions sont indépendantes.
Enfin, pour les états liés, la fonction d’onde doit tendre vers 0 pour ρ → ∞, ce qui
n’est le cas que pour la premère solution que si a = (D − 1)/2 − λ est entier négatif, et
n’est jamais le cas de la deuxième solution proposée. En conclusion, les fonctions d’onde
correspondant à des états liés et solution de l’éq. 1.8 s’écrivent

ϕλ,D(ρ) = Ae−ρ/2U((D − 1)/2− λ,D − 1,ρ)), (1.15)

avec λ = n + (D − 1)/2 où n = 0,1,2... On retrouve ainsi les fonctions d’onde des états
liés hydrogénöıdes en dimension D et leurs énergies :

ECoul
n,D = − RX

(n+ (D − 1)/2)2
(1.16)

En dimension D = 1

Si la résolution que nous venons de présenter est valable pour D = 1,2,3, le cas du
fil quantique apparâıt de nouveau comme pathologique. L’état fondamental (n = 0) de
l’exciton pour D = 1 a en effet une énergie −∞ ! Cela peut se voir en prenant la limite
ρ→ 0 de l’éq. 1.8, (D− 1)ϕ′λ +λϕλ = 0, qui impose pour D = 1 et λ 6= 0 que la fonction
d’onde s’annule en 0 et interdit les fonctions d’ondes paires, de type S. Notons que pour
l’état fondamental la transformation 1.9 n’est pas valide pour λ = 0. La résolution directe
de l’hamiltonien 1.7 aboutit cependant à la même conclusion : les seuls états de l’exciton
solutions de cet hamiltonien sont impairs, et d’éventuels états pairs devraient avoir une
dérivée seconde infinie en ρ = 0 [35]. Cela est dû à la singularité non intégrable du
potentiel Coulombien à 1D, contrairement aux cas des dimensions supérieures.

Les états pairs de l’exciton ne peuvent donc être obtenus que comme par passage à la
limite. Nous venons de voir qu’il est possible de considérer la limite D → 1+ du modèle
de l’exciton en dimension D quelconque, même s’il est toujours délicat d’interpréter des
résultats obtenus en dimension non entière [37]. Nous allons maintenant considérer la
limite d’un fil quantique de diamètre R→ 0, plus accessible à notre compréhension.

1.4.2 L’exciton quasi-1D

La singularité de l’exciton 1D que nous venons de décrire est liée de manière in-
trinsèque à la limite 1D exacte. En effet, dans les fils quantiques réels, la taille finie des
dimensions latérales du fil atténue la singularité en 1/r du potentiel et permet de re-
trouver un état excitonique fondamental de type S. En reprenant l’explication donnée en
introduction de cette section, l’électron peut de nouveau “faire le tour” du trou en raison
de la largeur finie non nulle du fil quantique. Nous étudierons l’influence de la taille du fil,
mais aussi celle de sa forme et de son anisotropie, sur deux cas simples : le fil cylindrique
et le fil rectangulaire, dont on fera varier le rapport d’aspect.
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1.4 L’exciton

Potentiel coulombien effectif

Nous allons tenir compte de la largeur finie du fil en reprenant l’hamiltonien de l’éq. 1.3
pour un électron et un trou, et en les faisant interagir par l’interaction coulombienne.
L’hamiltonien total du système s’écrit alors :

H = HEnv
e,2D +HEnv

h,2D +
px

2
e

2m∗
e

+
px

2
h

2m∗
h

− e2√
(xe − xh)2 + (

→
ρ e,2D −

→
ρh,2D)2

(1.17)

= HEnv
e,2D +HEnv

h,2D +
pX

2

2mX

+
px

2

2µ
− e2√

x2 + (
→
ρ e,2D −

→
ρh,2D)2

, (1.18)

oùX et x désignent respectivement le centre de masse et le mouvement relatif de l’exciton,
etmX et µ les masses totale et réduite de l’exciton. En reprenant les notations de la section
précédente, les fonctions d’onde de l’électron et du trou dans les deux directions confinées
seront notées fe,ne et fh,nh

respectivement et leurs énergies Ee,ne et Eh,nh
. Le mouvement

du centre de masse, libre suivant X, commute avec les autres termes de l’hamiltonien.
Les états propres de H peuvent alors être développés sous la forme

ψE(X,x,
→
ρe ,

→
ρh) = eiKXX

∑
ne,nh

ϕE,ne,nh
(x)fe,ne(

→
ρe)fh,nh

(
→
ρh),

soit |ψE〉 = |KX〉 ⊗
∑
ne,nh

|ϕE,ne,nh
〉 ⊗ |fe,ne〉 ⊗ |fh,nh

〉,

et l’équation aux valeurs propres H|ψE〉 = E|ψE〉 s’écrit

0 =
∑
ne,nh

 h̄2K2
X

2mX

+ Ee,ne + Eh,nh
+
P 2
x

2µ
− e2√

x2 + (
→
ρe −

→
ρh)2

− E

 |ϕE,ne,nh
〉⊗|fe,ne〉⊗|fh,nh

〉.

Il est alors judicieux de faire apparâıtre les éléments de matrice de l’interaction cou-
lombienne entre les différentes sous-bandes :

Vne,nh,n′e,n
′
h

=

〈
fh,nh

∣∣∣∣∣∣⊗
〈
fe,ne

∣∣∣∣∣∣ −e2√
x2 + (

→
ρe −

→
ρh)2

∣∣∣∣∣∣ fe,n′e
〉
⊗

∣∣∣∣∣∣ fh,n′h
〉

(1.19)

Vne,nh,n′e,n
′
h
(x) =

∫
d
→
ρe d

→
ρh f

∗
h,nh

(
→
ρh)f

∗
e,ne

(
→
ρe)

−e2√
x2 + (

→
ρe −

→
ρh)2

fe,n′e(
→
ρe)fh,n′

h
(
→
ρh).

Les éléments diagonaux Vne,nh,ne,nh
correspondent au potentiel coulombien effectif entre

un électron de la sous-bande ne et un trou de la sous-bande nh. L’équation aux valeurs
propres se simplifie alors en(

HCoul
ne,nh

− ECoul
ne,nh

)
|ϕE,ne,nh

〉+
∑

(n′e,n
′
h
) 6=(ne,nh)

Vne,nh,n′e,n
′
h
|ϕE,n′e,n′h〉 = 0 (1.20)

où HCoul
ne,nh

est l’hamiltonien effectif de l’interaction coulombienne dans la sous-bande
(ne,nh) :

HCoul
ne,nh

=
P 2
x

2µ
+ Vne,nh,ne,nh

(x). (1.21)

L’énergie propre totale est E =
h̄2K2

X

2mX
+ Ee,ne + Eh,nh

+ ECoul
ne,nh

.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

Nous résoudrons donc dans un premier temps cet hamiltonien effectif, et traiterons le
couplage inter sous-bandes de l’équation 1.20 en perturbation au premier ordre. Ceci est
justifié si les éléments de matrice entre sous-bandes différentes, et a fortiori l’énergie de
liaison de l’exciton, sont petits devant la différence d’énergie de confinement entre lesdites
sous-bandes. En d’autres termes, l’hamiltonien 1.21 est unidimensionnel, ce qui signifie
que l’on a factorisé la fonction d’onde du système en une partie latérale confinée et une
partie axiale suivant x, correspondant à l’exciton. Cela n’est valide que si l’extension de
l’exciton est supérieure à la dimension latérale du fil, c’est-à-dire si le rayon du fil est
inférieur au rayon de Bohr excitonique : R/aX < 1. Nous estimerons les limites sur R/aX
de la validité de notre modèle.

Résolution exacte d’un hamiltonien effectif “näıf”

Comme nous le verrons dans les développements numériques de ce modèle, le potentiel
effectif peut être écrit :

Vne,nh,ne,nh
(x) = − e2

|x|+ b(|x|)
,

où b(x) est une fonction qui dépend de la sous-bande considérée et décroit d’une valeur
b(0) finie à 0 pour x→∞. Nous allons dans un premier temps étudier le cas où b(x) est
prise égale à une constante b∗ne,nh

, ce qui nous permettra de mener les calculs de manière
analytique. Nous tiendrons ensuite compte de manière perturbative de la forme réelle de
b(x) et justifierons cette approximation.

En reprenant l’étude de la section 1.4.1 en substituant le potentiel −e2/|x| par
−e2/(|x| + b∗ne,nh

), l’équation différentielle 1.8 régissant la fonction d’onde de l’exciton
devient

ϕ′′λ +

(
λ

ρ+ βλ
− 1

4

)
ϕλ = 0 pour ρ > 0 (1.22)

ϕ′′λ +

(
− λ

ρ− βλ
− 1

4

)
ϕλ = 0 pour ρ < 0. (1.23)

La constante b∗ne,nh
a été rendue sans dimension en posant β∗λ = 2b∗ne,nh

/(λaX), qui dépend
de λ par construction. Les solutions de ce système sont :

ϕλ(ρ > 0) = Ae−(ρ+β∗λ)/2U(−λ,0,ρ+ β∗λ) (1.24)

ϕλ(ρ < 0) = Be−(−ρ+β∗λ)/2U(−λ,0,− ρ+ β∗λ). (1.25)

Les valeurs propres λ sont imposées par la continuité de la fonction d’onde et de sa dérivée
en ρ = 0, qui se traduit par l’annulation de ϕλ(0) (fonctions d’onde impaires) ou de sa
dérivée première ϕ′λ(0) (fonctions d’onde paires, absentes du modèle purement 1D).

La résolution de ces dernières équations, pour un potentiel effectif de paramètre b∗

donné, fournit le paramètre λ et donc les énergies et fonctions d’onde des états excito-
niques associés (Fig. 1.9).

Le paramètre b∗ est une fonction croissante des dimensions latérales du fil quantique,
comme nous le verrons dans l’étude numérique. Les petites valeurs de b∗ correspondent
donc aux fils minces devant le rayon de Bohr 3D aX , pour lesquels nous retrouverons la
différence de comportement asymptotique entre les états pairs et impairs en x décrite
au paragraphe précédent. L’état fondamental, pair, voit son énergie tendre vers −∞.
L’énergie des autres états pairs et impairs tend vers −RX/n

2 avec n entier. Nous re-
trouvons ici le résultat obtenu en prenant la limite D → 1+ de l’exciton en dimension
quelconque.
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Fig. 1.9 – (a) Paramètre λ de l’énergie et (b) énergie de l’exciton en fonction du pa-
ramètre b∗ d’élargissement du potentiel coulombien −e2/(|x|+ b∗), dans la première sous-
bande (ne = 1,nh = 1). Les droites tiretées fines représentent les deux premiers états de
l’exciton 3D (λ = 1,2).
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

Corrections pour l’hamiltonien effectif réel

Le potentiel näıf choisi au paragraphe précédent, s’il permet de mener à bien
de manière contrôlée les calculs, n’est qu’une approximation du potentiel effectif
Vne,nh,ne,nh

(x) réel. L’énergie excitonique trouvée dépend de plus de manière cruciale du
choix de b∗. Une simple interpolation du potentiel par −e2/(|x|+ b∗) ne sera pas satisfai-
sante car b∗ est l’élargissement moyen du potentiel vu par l’exciton, et dépend donc de
l’extension de la fonction d’onde excitonique. Pour un paramètre b∗ donné, nous pouvons
cependant écrire la correction à l’état excitonique nX en perturbation au premier ordre
au potentiel näıf :

DnX ,ne,nh
(b∗) =

〈
ϕnX ,ne,nh

∣∣∣∣∣Vne,nh,ne,nh
(x)− −e2

|x|+ b∗

∣∣∣∣∣ϕnX ,ne,nh

〉
.

Le paramètre b∗ peut alors être choisi pour annuler cette correction au premier ordre de
l’état fondamental de l’exciton dans la sous-bande : DnX=0,ne,nh

(b∗ne,nh
) = 0, de telle sorte

que l’approximation soit correcte à l’ordre 1 dans cette sous-bande. Cela peut s’apparenter
à une technique variationnelle de calcul de l’exciton, mais ici la forme de la fonction d’onde
n’est pas posée a priori. De plus, le paramètre b∗ne,nh

est déterminé par l’état fondamental
uniquement, et les énergies des états excités de l’exciton sont calculées en fonction de lui
et corrigées au premier ordre ensuite. Cela permet d’obtenir la fonction d’onde de l’état
excité de manière beaucoup plus valide que par les techniques variationnelles, qui sont
plus adaptées au seul calcul de l’état fondamental.

Couplage inter sous-bandes

Le couplage inter sous-bandes (Eq. 1.20) est une perturbation au second ordre à
l’hamiltonien effectif. La correction en énergie associée s’écrit donc :

ECoul (2)
nX ,ne,nh

=
∑

n′X ,(n
′
e,n

′
h
) 6=(ne,nh)

∣∣∣〈ϕnX ,ne,nh

∣∣∣Vne,nh,n′e,n
′
h
(x)
∣∣∣ϕn′X ,n′e,n′h〉∣∣∣2

EnX ,ne,nh
− En′X ,n′e,n′h

.

Il est à noter que les intégrales Vne,nh,n′e,n
′
h
(x) définies par l’éq. 1.19, et avec elles

les éléments de matrice mis en jeu, sont soumises à des règles de sélection très strictes,
en particulier dans les géométries simples que nous avons considéré. Dans le cas du
fil cylindrique, les états confinés ont pour indices (n,m) (sec. 1.3.2, Eq. 1.4) et seuls les
termes tels que m′

e+m
′
h = me+mh sont non nuls. Si l’on considère en particulier l’exciton

dans la sous-bande la plus basse (ne=nh=1,me=mh=0), les premiers termes non nuls
impliquent les sous-bandes (ne=nh=1,me=±1,mh=∓1) et (ne=1,nh=2,me=mh=0) 5.
Dans le cas d’un fil rectangulaire, nous tiendrons compte du couplage entre les deux
premières sous-bandes (ne,y =nh,y =ne,z =nh,z =1) et (ne,y =1,nh,y =2,ne,z =nh,z =1) (cf
Eq. 1.5).

Résultats numériques

Deux géométries simples ont été considérées : la dépendance en la taille du fil, c’est-à-
dire la dimension latérale des états confinés, a été étudiée dans le cas d’un fil cylindrique

5. On suppose ici mh > me, c’est-à-dire une énergie de confinement plus faible pour les trous que pour
les électrons dans la sous-bande n = 2.
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1.4 L’exciton

de rayon R; l’influence de la forme et de l’anisotropie des états confinés a été étudiée
dans le cas d’un fil à section rectangulaire, de dimensions Ly =

√
πηR et Lz =

√
πη−1R,

de même aire πR2 que le fil cylindrique mais d’anisotropie η = Ly/Lz.
Dans chacun des cas, le potentiel effectif Vn′e=ne,n′h=nh

a été calculé numériquement
dans la bande (ne,nh), et approximé de manière parfaite par −e2/(|x|+ b(|x|)) avec

b(x) ≈
b

1+x
b

1+x( 1
c
+ b

a)
+ x b

a

(1.26)

où les constantes a, b et c dépendent de la sous-bande considérée. Le potentiel ainsi
approximé reproduit les deux premiers termes des développements limités en 0 et ∞ du
potentiel calculé :

Vne,nh;n′e,n
′
h
(x→ 0) ≈ − e2

bne,nh;n′e,n
′
h

(
1− x

cne,nh;n′e,n
′
h

+O(x2)

)
(1.27)

Vne,nh;n′e,n
′
h
(x→∞) ≈ −e

2

x

[
δne,n′eδnh,n

′
h
−
ane,nh;n′e,n

′
h

x2
+O

(
1

x4

)]
(1.28)

Le potentiel calculé numériquement et son approximation sont représentés sur la fi-
gure 1.10. Il est à noter que le potentiel effectif ne dépend pas de la forme cylindrique
ou rectangulaire, mais essentiellement de l’aire de la section du fil pour les faibles ani-
sotropies (0,5 < η < 2). Les fils plus anisotropes se rapprochent progressivement d’une
géométrie de type puits quantique et la singularité du potentiel en x = 0 y est davantage
atténuée.
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Fig. 1.10 – Potentiel effectif Vn′e=ne=1,n′
h
=nh=1(x) et son approximation pour un fil cylin-

drique et des fils rectangulaires d’anisotropies η = 1 et 2.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

Les niveaux excitoniques ont ensuite été calculés dans le cadre du modèle “näıf” décrit
précédemment, en choisissant le paramètre d’élargissement du potentiel coulombien b∗ tel
que DnX=0,ne,nh

(b∗ne,nh
) = 0 (sec 1.4.2). Le paramètre b∗ ainsi calculé est proportionnel à

R en première (et très bonne) approximation (Fig 1.11), comme postulé dans [34].
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Fig. 1.11 – Dépendance en R du paramètre b∗ du potentiel effectif näıf. La droite
représente l’approximation linéaire b∗ = 0,33 R.

Une fois le paramètre b∗ calculé pour la sous-bande considérée, les énergies des
différents états excitoniques sont évaluées (d’après Fig. 1.9) et corrigées au premier ordre
par le terme DnX ,ne,nh

(b∗ne,nh
), non nul pour nX 6= 0. Le paramètre λ de l’énergie et

l’énergie corresponante sont présentés en figure 1.12.
L’état fondamental, pair en x, est singulier pour R→ 0, comme prévu par la théorie

de l’exciton purement 1D développée précédemment, alors que pour les autres états, pairs
et impairs en x, le paramètre λ tend vers des valeurs entières pour R→ 0.

La limite R→∞ devrait correspondre au matériau massif (λ = n, E = −RX/n
2). Ce

n’est pas le cas mais notre modèle n’est valide que dans la limite R/aX < 1 (cf Sec. 1.4.2).
Pour les valeurs de R supérieures à 2 aX , le couplage inter-sous-bandes devient trop
important et notre approche à une seule sous-bande n’est plus adaptée, comme le montre
la figure 1.13.

Les fonctions d’onde de l’exciton ainsi trouvées sont essentiellement caractérisées par
leur indice nX , qui correspond à leur nombre de noeuds, et par leur extension spatiale.
Celle-ci peut être évaluée par le rayon de Bohr de l’exciton, défini comme étant l’écart-

type de la fonction d’onde : a1D
X =

√
〈ϕnX ,ne,nh

|x2|ϕnX ,ne,nh
〉. Celui-ci est représenté sur

la figure 1.14, pour les premiers états excitoniques.
La dépendance de l’énergie de l’exciton en fonction de l’anisotropie η d’un fil rectan-

gulaire est du deuxième degré, et presque négligeable pour les faibles anisotropies. Elle
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niques, pour un fil cylindrique ou carré.
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est présentée sur la figure 1.15. Le modèle n’est plus valide pour les grandes anisotropies,
et en particulier la décroissance de l’énergie de confinement pour η > 100 n’est pas signi-
ficatif. La condition de validité de notre modèle, pour un fil rectangulaire, n’est en effet
plus R < aX mais Ly < aX et Lz < aX .
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Fig. 1.15 – Influence de l’anisotropie η d’un fil rectangulaire sur l’énergie (a) et le rayon
de Bohr (b) de l’exciton.

Retour aux fils quantiques en V

Dans le cas des fils quantiques que nous avons étudiés, le rayon du fil, avec les notations

précédentes, est 6 R =
√
LyLz/π ≈ 60 Å, soit R/aX ≈ 0,4, et son anisotropie η = Ly/Lz ≈

2. Le paramètre λ vaut 0,45 et 1,15 pour les deux premiers états excitoniques, dont les
énergies valent −4,9 RX ≈ −17 meV et −0,8 RX ≈ −3 meV respectivement. Pour l’état
fondamental, nous pouvons tenir compte des corrections dues à l’anisotropie (+11%)
et au couplage inter sous-bandes (+7%). L’énergie de liaison de l’exciton est donc de
20 meV environ. Son rayon de Bohr est a1D

X ≈ 70 Å. Le potentiel Coulombien effectif

6. Le fil rectangulaire à barrières infinies équivalent à nos fils en V, défini au paragraphe 1.3.2, à pour
dimensions Ly ≈ 160Å et Lz ≈ 80Å.
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et les deux premiers états excitoniques sont représentés sur la figure 1.16. Nous pouvons
remarquer que la fonction d’onde de l’état fondamental est plus concentrée autour de
x = 0 que ne le serait une gaussienne, qui est souvent utilisée comme fonction d’essai
dans les calculs variationnels, et que la fonction d’onde réelle est beaucoup plus proche
d’une exponentielle e−|x|/a.
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Fig. 1.16 – Potentiel effectif et fonctions d’onde excitoniques dans un fil quantique en V
d’épaisseur 50 Å.

L’exciton dans les fils de polymère 3BCMU

Dans le cadre de ce modèle, l’exciton peut facilement être calculé dans les fils de
polymères 3BCMU étudiés au laboratoire. Les caractéristiques de ce matériau, moins
bien connues que dans les semiconducteurs III-V, sont les suivantes : la masse effective
des électrons et des trous est de l’ordre de 0,1 m0; sa constante diélectrique est de 2,3.
Le Rydberg effectif dans le matériau est donc d’environ RX = 140 meV , et le rayon
de Bohr 3D aX = 23 Å. L’extension spatiale des fonctions d’onde électroniques est de
l’ordre de R = 5 Å, soit R/aX ≈ 0,2, et elles peuvent être considérées comme isotropes
(η ≈ 1). Le paramètre λ de l’état fondamental de l’exciton vaut alors ≈ 0,4, et son énergie
de liaison est de 1,1 eV , pour un rayon de Bohr de 7 Å. Ces valeurs sont supérieures à
celles mesurées expérimentalement (0,5 eV et 10− 20 Å [39]), mais notre modèle touche
ici à ses limites : l’extension de la fonction d’onde excitonique est de l’ordre de quelques
paramètres de maille, et l’approximation de la fonction enveloppe, sous-jacente à toute
cette étude, n’est plus adaptée. C’est donc par une approche moléculaire, en liaisons
fortes, qu’il faudrait traiter l’exciton dans ce système [40].
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1.5 Les fils quantiques et la lumière

1.5.1 Spectre d’absorption

Absorption des porteurs libres

La lumière induit dans les matériaux semiconducteurs à gap direct, comme le GaAs,
des transitions inter-bandes au cours desquelles les électrons de la bande de valence
peuvent être transférés dans la bande de conduction, laissant un “trou” dans la bande
de valence. Pour étudier l’interaction des porteurs avec la lumière, nous devons nous
intéresser à l’effet d’un champ électromagnétique E = E0εe

iωt de polarisation ε. La
perturbation qu’il induit est donné dans l’approximation dipolaire électrique [16, p 237]
par l’hamiltonien 7 :

Wopt =
ieE0

2m0ω
ε.p.

La probabilité par unité de temps qu’un électron passe d’un état de la bande de valence
|ψv〉 de vecteur d’onde kv

8 à un état de la bande de conduction |ψc,ms〉 de vecteur d’onde
kc et de spin ms en absorbant un photon est donnée par la règle d’or de Fermi :

Pv,kv→c,ms,kc =
2π

h̄
|〈ψc,ms |Wopt|ψv〉|2δ(Ec − Ev − h̄ω).

L’absorption à une énergie h̄ω est obtenue en sommant sur tous les états initiaux |ψv〉
et finals |ψc,ms〉 [16, p 241]. Si nous supposons la bande de valence pleine et la bande de
conduction vide, elle est donnée par 9 :

α(ω) =
4π2e2

n c ω m0V

∑
|ψv〉,|ψc,ms 〉

1

m0

|〈ψc,ms |ε.p|ψv〉|
2 δ(Ec − Ev − h̄ω).

L’hamiltonien dipolaire électrique agit principalement sur les fonction de Bloch de
l’électron et du trou, qui varie beaucoup plus rapidement que la fonction enveloppe. Les
éléments de matrice en jeu peuvent alors être réécrits :

〈ψc,ms |ε.p|ψv〉 =
∑

mj=±3/2,±1/2

〈f 2D
c,ms

(r)|f 2D
v,mj

(r)〉〈eikc.r|eikv .r〉〈ums
c (r)|ε.p|umj

v (r)〉. (1.29)

L’élément de matrice 〈ums
c (r)|ε.p|umj

v (r)〉 vaut im0P/h̄, où P est l’élément de matrice de
Kane [41] qui est isotrope et est donné par 2m0P

2 = 22.71 eV dans le GaAs massif.
f 2D
v,mj

(r) désigne la composante de moment orbital mj de la fonction-enveloppe du

trou, et l’élément de matrice Jmj
= 〈f 2D

c,ms
(r)|f 2D

v,mj
(r)〉 mesure son recouvrement avec la

fonction-enveloppe de l’électron dans la bande de conduction. Les transitions se feront
donc principalement entre états de même parité (e1h1, e2h2, ...).

Enfin, l’élément de matrice 〈eikc.r|eikv .r〉 = δ(kc = kv) impose aux transitions d’être
“verticales”, c’est-à-dire entre états de même vecteur d’onde suivant la direction libre
x du fil. Cette condition n’existe pas dans les directions latérales y et z, qui ne sont
pas invariantes par translation. Elle n’est de plus qu’une conséquence de l’approximation
dipolaire électrique. La vraie règle de sélection est en effet kc,x = kv,x + kphoton,x et reflète
simplement la conservation de l’impulsion suivant x.

7. ω désigne la pulsation de la lumière et P la quantité de mouvement des électrons.
8. L’état |ψv〉 de la bande de valence est mélangé de spin (cf Sec. 1.3.2). D’autre part, les vecteurs

d’onde kv et kc son selon l’axe x du fil quantique.
9. n désigne l’indice optique du milieu, c la vitesse de la lumière, et V le volume de l’échantillon excité.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

Absorption et polarisation de la lumière

En raison de la symétrie réduite du fil quantique, l’absorption dépend de la polari-
sation de la lumière incidente, et c’est le mélange de bandes qui détermine les règles de
polarisation spécifiquement 1D suivant les trois directions x, y et z (au lieu des polari-
sations circulaires gauche et droite et linéaire z dans les puits quantiques). En sommant
sur les états finals, la probabilité pour un électron |ψv〉 de la bande de valence d’absorber
un photon est donc proportionnelle à :

∑
ms=±1/2

〈ψc,ms |ε.p|ψv〉 =
(
m0P

h̄

)2

δ(kc=kv)× (1.30)
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Dans le plan (x,y), les coefficients d’absorption αx et αy dans les polarisations parallèle
au fil x et perpendiculaire y sont différentes, et l’anisotropie de l’absorption est donné
par :

T =
αx − αy
αx + αy

= −
2
(
J3/2J−1/2 + J−3/2J1/2

)
√

3
(
J2

3/2 + J2
−3/2

)
+
(
J2

1/2 + J2
−1/2

)
/
√

3
.

La polarisation z n’est pas accessible par des expériences en incidence normale à
l’échantillon, au cours desquels le faisceau se propage suivant la direction z.

Les probabilités d’absorption et leur anisotropie ont été calculées dans le cas du fil
quantique considéré dans la simulation numérique (Sec. 1.3.2) et sont reportées dans la
table 1.5.1, ainsi que l’énergie des transitions associées. Nous remarquons que les tran-
sitions les plus intenses, entre états d’électron et de trou de même symétrie (e1h1,e2h2,
...) sont faiblement polarisées, alors que les autres transitions, comme par exemple e1h5,
peuvent être fortement polarisées perpendiculairement au fil en raison du fort mélange
de bandes de l’état h5, tout en présentant une force d’oscillateur non négligeable. Ces
résultats sont comparés au spectre d’excitation de la luminescence (PLE) dans la fi-
gure 1.18.

Absorption des excitons et des états corrélés par l’interaction coulombienne

Nous avons implicitement considéré jusqu’à présent uniquement les transitions entre
électrons et trous libres. Mais comme nous l’avons vu précédemment (Sec. 1.4), l’inter-
action Coulombienne doit être prise en compte et les états finals après absorption d’un
photon ne sont pas des états d’électrons et de trous libres, mais au contraire des états
corrélés. Ces états sont de deux types : les états liés, les excitons, qui ont un spectre discret
d’énergie en-dessous du gap, et les états de diffusion qui forment un continuum d’états
au-dessus du gap. La probabilité d’absorber un photon pour créer un état corrélé de
fonction d’onde du mouvement relatif ϕ(x) et de vecteur d’onde du centre de masse KX

est alors régie par l’élément de matrice ϕ(x=0)δ(KX =0) qui se substitue à 〈eikc.r|eikv .r〉
dans l’équation 1.29.
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1.5 Les fils quantiques et la lumière

Transition Energie Absorption (αx + αy) Taux de polarisation T
(meV) (unités arb.)

e1h1 1664 0,94 0,1 %
e1h2 1681 0,03 -0,1 %
e1h3 1689 0,07 -15 %
e1h4 1698 0,1 -24 %
e1h5 1701 0,15 -25 %
e2h1 1712 0,003 -0,3 %
e2h2 1730 0,78 3 %
e2h3 1737 0,05 10 %
e2h4 1746 0,04 24 %
e2h5 1749 0,06 -16 %
e3h3 1764 0,56 15 %
e4h4 1838 0,41 -24 %

Tab. 1.3 – Absorption dans le plan (x,y) des principales transitions entre bande de valence
et bande de conduction dans un fil quantique en V d’épaisseur 5 nm, à T = 2 K.

L’absorption des états liés est donc proportionnelle à ϕ(x = 0), et seuls les transi-
tions vers des états pairs en x sont autorisées. L’état fondamental de l’exciton présente
l’absorption la plus forte.

En ce qui concerne les états de diffusion, que nous n’avons pas calculés dans la sec-
tion 1.4, leur absorption est inférieure à celle calculée pour des électrons et des trous
libres [31, 24]. Ceci est une spécificité des systèmes 1D : le facteur de Sommerfeld, qui est
le rapport des absorptions des porteurs libres (bande à bande) obtenues dans des modèles
tenant compte ou non de l’interaction Coulombienne, y est inférieur à 1, contrairement
aux systèmes 2D et 3D. Cela est dû à la très forte concentration de la force d’oscillateur
sur le premier état d’exciton, qui comme nous l’avons vu est très concentré en x=0, au
détriment des autres états liés et des états libres.

Mesure de l’absorption

L’absorption donne accès à la densité d’états et à la structure de bande de la struc-
ture, même si cette mesure est indirecte car tous les états ne sont pas optiquement
actifs. Elle permet en particulier d’identifier les différentes sous-bandes induites par le
confinement. La mesure du spectre d’absorption d’un fil quantique unique est difficile
expérimentalement en raison de sa faible section efficace d’absorption. Elle ne peut être
réalisée qu’en optique guidée, qui permet d’augmenter la longueur d’interaction entre la
lumière et le fil quantique. Le fil est alors intégré dans un guide d’onde optique qui lui
est parallèle, et l’absorption peut être mesurée dans les polarisations y et z [42]. Ces me-
sures mettent en évidence les transitions entre les différentes sous-bandes confinées dans
le fil quantique, et leurs règles de sélection en lumière polarisée. Elles sont interprétées
en terme d’absorption de l’état fondamental de l’exciton de chacune de ces sous-bandes,
et les états excités de l’exciton et les porteurs libres ne peuvent être distingués, en raison
du facteur de Sommerfeld.
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Chapitre 1: Présentation des fils quantiques

1.5.2 Luminescence

Lorsque des électrons et des trous sont créés par excitation optique (dans notre cas), ils
peuvent se recombiner — l’électron et le trou s’annihilent — en émettant spontanément
un photon. Nous ne nous intéresserons pas ici aux processus plus complexes et non
linéaires d’émission stimulée qui peuvent avoir lieu sous forte excitation et lorsque les
photons sont confinés.

Le processus d’émission spontanée met en jeu le même élément de matrice que l’ab-
sorption (Eq. 1.29), et peut donc avoir lieu entre porteurs libres comme pour des excitons.
Mais l’émission de lumière n’est pas un processus symétrique à l’absorption : elle a lieu
après la relaxation des porteurs vers leurs états fondamentaux, qui est beaucoup plus
rapide que la recombinaison. Nous verrons dans nos structures que le temps de recombi-
naison radiative est de l’ordre de 300 ps (cf Sec. 4.3.1) alors que les processus de relaxation
impliquant les phonons ont des temps caractéristiques de l’ordre de 50 ps, même à basse
température (cf Sec. 4.2).

Les spectres de luminescence ne donnent donc pas accès à la structure de bande
de la structure, comme c’est le cas des spectres d’absorption, mais uniquement aux
états fondamentaux. Ils sont dominés à basse température par l’émission des excitons
de la première sous-bande, et ne comporte en général qu’une seule raie (Fig. 1.17). A
plus haute température, l’énergie thermique est comparable aux séparations énergétiques
entre sous-bandes, et celles-ci peuvent donner lieu à d’autres raies à plus haute énergie.
Les contributions des états excités de l’exciton et des porteurs libres ne peuvent être
distinguées, même à température ambiante.

1.60 1.61 1.62 1.63 1.64 1.65 1.66 1.67

0

100

200

300

400  T=5K
 T=120K

Energie (eV)

Lu
m

in
es

ce
nc

e 
(u

ni
té

s a
rb

.)

Fig. 1.17 – Luminescence d’un fil quantique de 5 nm d’épaisseur (NM79) à T = 5 K et
120 K.

Nous pouvons remarquer que la luminescence, due à un état excitonique discret, donne
lieu à une raie relativement large (10 meV à mi-hauteur). C’est une signature du désordre
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1.5 Les fils quantiques et la lumière

dans la structure : les dimensions du fil quantique, et donc les énergies des états confinés,
ne sont pas parfaitement homogènes sur un échantillon, et leur dispersion élargit la raie de
luminescence de manière inhomogène. L’étude de ce phénomène fera l’objet du chapitre 3.

1.5.3 Spectre d’excitation (PLE)

L’absorption d’un fil quantique peut être obtenue de manière indirecte en mesurant
la dépendance de l’intensité de la luminescence en fonction de l’énergie d’excitation. Cela
est valide au premier ordre, sous deux réserves : d’une part il faut supposer que toutes
les paires électron-trou photo-créées se recombinent radiativement, ou du moins que la
proportion de recombinaisons non radiatives est indépendante de l’énergie d’excitation; et
d’autre part elles doivent se recombiner uniquement depuis l’état fondamental, à l’énergie
duquel la luminescence est détectée. Ces deux approximations sont raisonnables dans
notre système, sauf à basse énergie où nous verrons que la relaxation dépend aussi de
manière importante de la localisation (cf Sec. 4.3.2).

Un spectre de PLE est présenté en figure 1.18. Les transitions entre électrons et
trous confinés dans les différentes sous-bandes donnent chacune lieu à une raie, dont
les règles de sélection en lumière polarisée correspondent à celles calculées (table 1.5.1).
Ces raies sont superposées à un continuum, qui croit avec l’énergie, dû à tous les états
excités de l’exciton et aux porteurs libres. Les différences d’énergie entre les différentes
transitions sont identiques à celles calculées, mais les énergies absolues ne peuvent être
reproduites qu’à 15 meV près, même en tenant compte de l’énergie de liaison de l’exciton,
probablement car elles dépendent des nombreux paramètres du système — masses, gap,
... .

Il est à noter qu’une première raie d’absorption, due à la sous-bande fondamentale
e1h1, apparâıt dans ce spectre environ 12 meV au-dessus de la raie de luminescence,
alors que l’absorption de l’état fondamental ne devrait pas pouvoir être observée. C’est
une nouvelle signature du désordre dans la structure : les inhomogénéités du confinement
des porteurs, rapidement introduites au paragraphe précédent, induisent une localisation
des excitons. La luminescence, principalement due aux excitons localisés, se distingue de
l’absorption, due aux excitons localisés dans d’autres sites et non-localisés, et la différence
d’énergie entre les deux raies est une première mesure du désordre, appelée “Stokes shift”.
Nous étudierons quantitativement le Stokes shift dans la section 4.3.2.
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Fig. 1.18 – (a) Spectres d’excitation de la luminescence (PLE) d’un fil quantique de
5 nm d’épaisseur (NM79) à basse température (T = 5 K), et le spectre de luminescence
correspondant (L’énergie de détection des spectres de PLE est indiquée par la flèche). (b)
Forces d’oscillateur calculées d’après la géométrie du fil (Table 1.5.1); les énergies des
transitions sont translatées de 31 meV vers les basses énergies pour être comparées aux
spectres.
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1.6 Conclusion

Nous avons dans ce chapitre présenté les principales propriétés électroniques et op-
tiques des fils quantiques semiconducteurs, et plus spécifiquement des fils quantiques
gravés en V auxquels nous nous sommes intéressés. Chacune de ces propriétés reflète le
caractère unidimensionnel de ces structures.

Les fils quantiques en V apparaissent comme une excellente solution pour obtenir un
“fort” caractère 1D :

Le confinement des porteurs perpendiculairement au fil est fort, grâce à la grande
résolution latérale de la lithographie du V. Dans les structures étudiées, l’extension des
fonctions d’onde perpendiculairement au fil est de l’ordre de 5 nm×15 nm, et la séparation
entre les deux premières sous-bandes e1h1 et e1h2 est de 18meV . La deuxième sous-bande
optiquement active (e2h2) est quant à elle séparée de 65 meV . A basse température, tous
les couplages qui apparaissent dans la description des propriétés physiques sont inférieurs
à cette séparation inter sous-bandes, et le fil en V constitue en bonne approximation
un fil quantique à une seule sous-bande. La séparation entre sous-bandes est supérieure
à celle obtenue dans toutes les autres structures de fils quantiques présentées dans la
première section, à l’exception notable des molécules de polymères, dans lesquels les
porteurs sont confinés sur la molécule, de diamètre inférieur au nanomètre, et le cristal
de monomères environnants constitue une barrière presque infinie. Notons enfin que le
caractère unidimensionnel du système se traduit par un mélange de bandes, même en
k = 0, pour les trous, dont le spin n’est pas un bon nombre quantique. Ce mélange de
bande détermine les règles de polarisation de l’absorption du fil quantique, qui n’est pas
isotrope dans le plan (x,y) de l’échantillon.

L’exciton est particulièrement singulier dans les systèmes unidimensionnels. L’état
fondamental de l’exciton aurait en effet une énergie de liaison infiniment négative dans
un fil sans épaisseur ! Mais dans les fils réels, le rapport R/aX entre le rayon du fil et le
rayon de Bohr dans le matériau massif est compris entre 0,2 et 1, et la singularité est
grandement atténuée. Cependant, l’énergie de liaison de l’exciton calculée (20 meV ) est
supérieure à celle obtenue dans des puits quantiques GaAs d’épaisseur similaire (moins
de 10 meV ), et l’exciton y est plus stable. Il concentre de plus l’essentiel de la force
d’oscillateur aux dépens des transitions bande à bande, qui sont plus faibles qu’à 2D et
3D.
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Chapitre 2

Dispositif expérimental

La caractérisation du désordre et de la localisation qu’il induit a été réalisée par des
techniques d’études locales et de spectroscopie, centrées autour de l’expérience de “micro-
photoluminescence” (µ-PL) et de ses différentes variantes [43]. L’ensemble des techniques
que nous avons développées ouvrent des perspectives d’études principalement dans deux
directions : d’une part l’étude de nano-objets individuels, comme les molécules polymère
de 3BCMU, et d’autre part l’imagerie de propriétés physiques présentant une dépendance
spatiale, comme par exemple la localisation dans les fils quantiques.

Le principe de la microphotoluminescence est de réaliser une expérience de lumines-
cence avec une grande résolution spatiale, au cours de laquelle un échantillon est excité
localement par un faisceau laser focalisé par un objectif de microscope, et la lumière émise
est collectée par ce même objectif pour être analysée. Cette expérience allie les possibi-
lités de la microscopie et des techniques classiques de spectroscopie. Les améliorations que
nous avons réalisées autour de ce dispositif concernent le développement de deux tech-
niques d’imagerie, la première dite de “balayage d’excitation” permettant en déplaçant de
manière contrôlée le point d’excitation d’analyser en chaque point la luminescence émise
[44], et la deuxième, dite “d’imagerie de la luminescence”, permettant en un point donné
de réaliser une image à la fois spectrale et spatiale de la luminescence émise [45]. L’en-
semble du dispositif, représenté sur la figure 2.1 et plus amplement détaillé ci-après, peut
donc être décomposé en trois parties : l’excitation, depuis les sources laser jusqu’à l’ob-
jectif de microscope; la cryogénie, cruciale, en particulier l’art d’assurer la stabilité et le
déplacement de l’objectif par rapport à l’échantillon; la détection enfin, et les techniques
de spectroscopie et d’imagerie qu’elle met en jeu.
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Fig. 2.1 – Dispositif expérimental, dans son ensemble
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Chapitre 2: Dispositif expérimental

2.1 L’optique

2.1.1 Les sources laser et l’excitation

Plusieurs sources laser ont été utilisées pour exciter les fils quantiques. Le laser à
Argon, à 488 nm ou 514,5 nm, permet d’exciter l’échantillon dans les barrières de GaAlAs,
à forte puissance (jusqu’à 100 mW sur l’échantillon) si nécessaire. Mais comme nous le
verrons, il est souvent souhaitable de créer les porteurs dans les sous-bandes du fil plutôt
que dans les barrières, où de nombreux processus peuvent se produire qui perturbent les
résultats expérimentaux. C’est pourquoi l’excitation a le plus souvent été réalisée par un
laser à Titane-Saphir ou bien à colorant (pyridine 2), de longueur d’onde accordable entre
690 et 760 nm, pompés par un laser à Argon. L’accordabilité de ces sources permet aussi
d’exciter de manière résonante certaines transitions.

Cette même source peut aussi fournir des impulsions laser et permettre de réaliser des
expériences résolues temporellement. Le laser de pompe est en effet capable de fonctionner
non seulement en continu mais aussi en mode impulsionnel à 514,5 nm. Le taux de
répétition des impulsions est alors de 82 MHz environ, et la largeur des impulsions est de
l’ordre de 100 ps. Le laser à colorant, dont la longueur de cavité est égale à celle du laser
à Argon, peut alors être pompé de manière synchrone. La largeur des impulsions est plus
faible, et vaut environ 5 ps.

2.1.2 Le microscope : de l’élargisseur de faisceau à l’objectif

Dans une expérience de µ-PL la résolution spatiale est donnée par la taille de la zone
d’excitation. En focalisant le faisceau laser d’excitation avec un objectif de microscope O1,
cette taille peut être réduite à une valeur minimale, limitée par la diffraction de l’objectif.
La largeur de la tache d’excitation est de l’ordre λ/NA, où λ est la longueur d’onde et
NA l’ouverture numérique de l’objectif. Nous avons mesuré la largeur à mi-hauteur du
profil de la tache d’excitation, qui vaut 0,8 µm (cf Sec. 3.1.1). L’objectif que nous avons
utilisé, de marque Leitz, a une ouverture numérique NA1 = 0,6, un grossisement ×32,
une distance focale f1 = 7 mm et une distance frontale, séparant la dernière lentille
de l’objectif du point focal objet, de 5,6 mm. Il est de plus corrigé pour obtenir une
résolution optimale en présence d’une lame de silice d’épaisseur 1,8 mm entre l’objectif
et l’objet, en l’occurence la fenêtre du cryostat.

Pour obtenir de telles performances il est cependant nécessaire d’utiliser un faisceau
laser parallèle couvrant intégralement la lentille d’entrée de l’objectif de microscope,
d’un diamètre d’environ 10 mm. Le faisceau laser brut est lui légèrement divergent,
et son diamètre est beaucoup plus faible (1 à 2 mm). Il est donc nécessaire d’utiliser
un élargisseur de faisceau, dont le rôle premier est d’obtenir un faisceau large et très
faiblement divergent. Celui-ci est constitué d’un objectif de microscope O2 (×20) de plus
faible ouverture numérique NA2 = 0,35 et de distance focale f2 = 12 mm, qui focalise le
faisceau laser brut sur un trou calibré de diamètre 10 µm. Le faisceau filtré par le trou est
alors rendu parallèle par une lentille L3, de focale f3 = 80 mm, placée de telle sorte que
le trou soit en son point focal-objet. Le diamètre du faisceau laser a ainsi été multiplié
par f3/f2 = 7, et éclaire l’intégralité de la lentille d’entrée de l’objectif.

Le second rôle de l’élargisseur de faisceau est d’isoler la partie “source laser” de la
partie “microscopie” du dispositif, et d’être ainsi indépendant des éventuelles fluctuations
de direction et de divergence du faisceau laser, par exemple lorsque la longueur d’onde
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2.1 L’optique

du laser à colorant est modifiée. Le trou peut en effet être considéré comme une nouvelle
source, parfaitement conjuguée avec l’échantillon par la lentille L3 et l’objectif O1.

Il est à noter que le faisceau élargi est réfléchi sur une lame de verre S à faces non
parallèles avant d’entrer dans l’objectif. Cette lame permet de récupérer, en transmission,
la luminescence émise par l’échantillon et collectée par l’objectif. Son faible coefficient de
réflexion, de l’ordre de 4 %, est destiné à transmettre au maximum la luminescence, au
dépens de la puissance d’excitation dont l’essentiel est transmis par la lame et n’entre
pas dans l’objectif. De plus, les faces de la lame ne sont pas parallèles de manière à
éviter que les faisceaux réfléchis sur chacune des deux faces ne donnent lieu à deux taches
d’excitation après focalisation sur l’échantillon. Ces deux faisceaux sont en effet ainsi
réfléchis dans des directions légèrement différentes, et seul celui provenant de la première
face est orienté de manière à entrer dans l’objectif. Certaines expériences ont nécessité
une forte puissance d’excitation (plus de 100 µW en continu avec le laser à colorant), et
la lame de verre a dans ce cas été remplacée par une lame semi-réfléchissante, elle-aussi à
faces non parallèles, dont le coefficient de réflexion de l’ordre de 50 % permet de favoriser
la puissance d’excitation au détriment de l’intensité de luminescence transmise.

Observation visuelle de l’échantillon

Dans ce grand microscope éclaté sur la table optique, l’oculaire peut être tout sim-
plement constitué d’une lunette, ou bien d’une petite caméra CCD placée dans le plan
image d’une lentille de grande focale, comme représenté sur la figure 2.1. L’échantillon
peut ainsi être observé à l’oeil, ou sur l’écran d’un ordinateur, de manière à identifier les
gravures en V de l’échantillon et les fils sous-jacents, et placer la tache d’excitation laser
sur l’un d’entre eux. Il est pour cela éclairé en lumière blanche par une lampe halogène,
non représentée sur la figure.

Polarisation et discrimination de la luminescence

La polarisation du faisceau d’excitation, linéaire et déterminée par la source laser, peut
être modifiée par un rotateur de polarisation, lui aussi placé en amont de l’élargisseur
de faisceau, qui fournit les deux polarisations linéaires, parallèle et perpendiculaire à la
direction des fils quantiques, nécessaires aux différentes études.

L’analyse de la luminescence collectée par l’objectif et transmise par la lame de
verre S peut être réalisée par les techniques classiques de spectroscopie. Il est au préalable
nécessaire de discriminer la luminescence du faisceau d’excitation, dont une partie a été
diffusée et surtout réfléchie sur la surface de l’échantillon. Dans les expériences classiques
de macro-luminescence, la séparation de ces deux composantes est en général réalisée en
excitant en incidence légèrement oblique l’échantillon, et en collectant la luminescence en
incidence normale, ce qui permet d’éliminer le faisceau réfléchi. Ceci n’est pas possible
en µ-PL, car l’intégralité de l’ouverture numérique de l’objectif est nécessaire pour d’une
part exciter l’échantillon avec une bonne résolution spatiale et d’autre part collecter le
maximum de signal de luminescence, dont l’intensité est faible.

Le faisceau d’excitation étant très bien polarisé linéairement, il peut être coupé à l’aide
d’un analyseur croisé (A), avec une efficacité de l’ordre de 104. Cependant, l’analyse de
la luminescence dans deux polarisations perpendiculaires nécessite dans ce cas de faire
aussi tourner la polarisation de l’excitation, ce qui nécessite de nouveaux réglages à
chaque opération. L’utilisation d’un compensateur de Babinet-Soleil permet de pallier
ce problème. Placé juste avant l’objectif de microscope, il peut être règlé dans deux
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configurations, l’une laissant les polarisations de la lumière inchangées et l’autre les faisant
tourner de 90◦. Il doit être inséré après avoir croisé l’analyseur A avec la polarisation du
faisceau laser, de manière par exemple à exciter en polarisation parallèle au fil et à détecter
la luminescence polarisée perpendiculairement au fil. Ainsi, la première configuration
du compensateur ne change pas les polarisations d’excitation et de détection, alors que
la deuxième configuration permet d’exciter en polarisation perpendiculaire au fil et de
détecter la luminescence polarisée parallèlement, le tout sans modifier la direction des
faisceaux comme le ferait la rotation de polariseurs. L’inconvénient de cette appareil, basé
sur un principe d’interférences, est qu’il doit être réglé à nouveau à chaque modification
de la longueur d’onde d’excitation, ce qui rend très difficiles les expériences d’excitation
de la luminescence.

Une autre manière, plus simple, de discriminer les deux composantes de la lumière
collectée, est de les séparer spectralement, lorsque cela est possible. Lors des expériences
réalisées plus récemment, la luminescence, émise à environ 750 nm, a été séparée de
l’excitation, réalisée dans les états excités du fil (typiquement à 710 nm par le laser à
colorant) par un filtre interférentiel passe-bas dont la coupure est à 720 nm et le coefficient
d’atténuation est très important (au moins 106). Là encore cette technique est inadaptée
aux expériences d’excitation de la luminescence.
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2.2 La spectroscopie

Le signal de luminescence ayant été collecté et discriminé du faisceau laser réfléchi
par l’une des techniques précédemment citées, il peut être analysé, en particulier spectra-
lement et temporellement. Ces techniques ont été développées par Joël Bellessa au cours
de sa thèse [23].

2.2.1 Spectres de luminescence : µ-PL

Le faisceau de luminescence est focalisé sur la fente d’entrée d’un spectromètre à
l’aide d’une lentille (L4). Nous avons successivement utilisé au cours de cette thèse les
spectromètres HRS2 et Triax 550 de Jobin et Yvon, de focales respectives 600 et 550 mm.
La distance focale f4 = 80 mm de la lentille L4 a été choisie en fonction de la taille du
réseau (≈ 80 mm), la focale du spectromètre et le diamètre du faisceau de luminescence
issu de l’objectif (≈ 10 mm), de manière à couvrir la totalité du réseau et ainsi obtenir
une résolution spectrale optimale d’environ 0,25 Å, soit 40 µeV aux longueurs d’ondes
considérées. Nous avons utilisé un réseau de 1200 traits/mm, blasé dans le rouge. La
luminescence diffractée est mesurée dans le plan focal image du spectromètre par une
caméra CCD, selon le cas de 800× 128 pixels de 25 µm refroidie par effet Peltier ou bien
de 2000× 800 pixels de 13 µm refroidie à l’azote liquide, de résolutions respectives 80 et
40 µeV .

Il est à noter que la résolution spectrale est meilleure en µ-PL qu’en luminescence
classique car le faisceau de luminescence, une fois focalisé dans le plan objet des fentes
du spectromètre par la lentille L4, a une taille de l’ordre de 10 µm. La largeur de la
fente d’entrée, supérieure à 30 µm, ne joue donc pas de rôle important dans la résolution
spectrale, et de plus elle ne tronque pas le faisceau. D’autre part la qualité du spectromètre
est cruciale pour obtenir une bonne résolution spectrale sur l’ensemble du spectre analysé
par la CCD. Aux bords de la CCD, la résolution n’est pas limitée par la taille de cette
tache, ni par la largeur de la fente d’entrée, mais par les aberrations du spectromètre.
Ces considérations seront développées de manière plus approfondies au paragraphe 2.3.1.

2.2.2 µ-PL résolue temporellement

L’analyse temporelle de la luminescence est réalisée dans un double monochroma-
teur soustractif Dilor, et donc suivant un autre chemin optique. Celui-ci présente deux
avantages sur un simple monochromateur : d’une part, le chemin optique entre la fente
d’entrée et la fente de sortie est par construction constant, contrairement au cas des mo-
nochromateurs simples ou additifs, et la résolution temporelle n’est ainsi pas limitée par
ce phénomène; d’autre part, l’utilisation de la fente intermédiaire, entre les deux réseaux
du monochromateur, permet d’obtenir un taux de réjection du faisceau laser réfléchi bien
meilleur, et de réaliser ainsi des expériences de µ-PLE en excitant très près de l’énergie
de détection.

Comme précédemment, le faisceau de luminescence est focalisé par une lentille sur
la fente d’entrée du monochromateur, de manière à couvrir l’ensemble des réseaux. Il
est détecté après la fente de sortie par un tube photomultiplicateur à galettes de micro-
canaux refroidi à −25 ◦C par effet Peltier, de grande efficacité et de bonne résolution
temporelle. Ce détecteur est couplé à un système de comptage de photons à corrélation
temporelle. La résolution temporelle de l’ensemble est de 40 ps, et peut être réduite à
20 ps par déconvolution [23, 160].
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2.2.3 Spectres d’excitation : µ-PLE

Les spectres de µ-PLE sont obtenus en fixant l’énergie de détection et en faisant varier
l’énergie d’excitation. Ils donnent ainsi accès au spectre d’absorption, mais de manière
indirecte car la relaxation des porteurs entre leur état initial à l’énergie d’absorption
et leur état final à l’énergie de détection intervient de manière cruciale dans ce type
d’expériences. Il est préférable d’utiliser le double monochromateur soustractif, dont le
taux de réjection est élevé. Mais il peut être intéressant d’enregistrer l’ensemble du spectre
de luminescence à chaque énergie d’excitation, et donc d’utiliser le spectromètre-imageur
et sa caméra CCD.
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2.3.1 Imagerie de la luminescence

L’utilisation du spectromètre-imageur

Il s’est avéré intéressant, dans de nombreuses expériences, d’avoir accès à l’image de
la luminescence émise par l’échantillon. Celui-ci est excité dans une zone de 1 µm, mais la
luminescence peut être émise depuis une zone plus étendue, en particulier si des processus
de diffusion spatiale des porteurs ont eu lieu. La distribution spatiale de la luminescence
émise, et a fortiori sa distribution corrélée spatiale et spectrale, apporte donc des infor-
mations sur ces processus de diffusion. Nous avons tiré profit du fait que la diffraction
dans un spectromètre n’a lieu que dans une seule direction, et que l’information spatiale
dans la direction perpendiculaire à la direction de diffraction est conservée, permettant
d’obtenir une image spatiale dans une seule et unique direction. Ce procédé est donc
parfaitement adapté à l’étude d’objets unidimensionnels, comme les fils quantiques. Il
a été schématiquement représenté sur la figure 2.2 en prenant l’exemple d’un objet 1D
plus intuitif, en l’occurence une bougie. La détection est réalisée par la caméra CCD, les
images obtenues comportant une dimension spatiale et une dimension spectrale. La taille
des pixels de la CCD étant de 13 µm et le grandissement du microscope étant f4/f1 = 12,
la résolution spatiale est d’environ 1 µm sur l’échantillon. Dans la pratique, nous avons
mesuré une résolution de 1,5 µm (cf Sec. 4.3.2).

Objet :
la bougie

Objectif
O1

Lentille
L4

Spectromètre imageur
Jobin et Yvon - Triax 550

Fente
d'entrée

Caméra CCD :
Image spectrale (l)

et spatiale (x)

Réseau

x

x

l

Fig. 2.2 – Procédé d’imagerie spatiale et spectrale, pour un objet 1D simple : une bougie
dont la cire et la flamme ont deux couleurs différentes.

Ce procédé nous a par exemple permis de mettre en évidence des processus de diffusion

54



Chapitre 2: Dispositif expérimental

de porteurs activés thermiquement dans les châınes polymères 3BCMU étudiées en µ-PL
[45].

De l’importance des aberrations

Cette technique possède des limites importantes, en raison des aberrations optiques
du spectromètre. Celui-ci ne transforme un objet ponctuel monochromatique dans le
plan objet en un point dans le plan image, justifiant son appellation de spectromètre-
imageur, qu’au voisinage proche de son point focal image. La résolution optique, spatiale
comme spectrale, correspond à 1 pixel au point focal au centre de la CCD, mais n’est que
de 5 pixels au bord de la CCD. Ces aberrations sont dues à l’utilisation de miroirs sous
grande incidence dans le spectromètre. Même si dans le modèle Triax 550 le premier miroir
possède une forme non sphérique optimisée pour l’imagerie, le champ utilisable avec la
meilleure résolution n’est que de quelques millimètres dans le plan image, soit quelques
centaines de pixels. Ce problème d’aberrations est très complexe, et la taille du champ
ne pourrait être augmentée qu’en utilisant deux miroirs asphériques non mis au point à
ce jour, ou bien des lentilles, dont le chromatisme constitue un inconvénient important.
Le réglage et la mâıtrise de la conjugaison des plans objet (les fentes du spectromètre) et
image (la CCD) se sont avérés très complexes et peu pratiques, le spectromètre n’étant
pas conçu pour un réglage fin. En particulier il est apparu que le point focal image
est par construction décentré dans la direction spectrale de manière importante sur la
matrice CCD.

En conclusion, il est important de constater que le meilleur (et le seul) spectromètre-
imageur mis au point à ce jour n’est imageur avec sa résolution optimale que sur une petite
partie du champ autour du point focal, point qu’il convient de déterminer proprement.

Vers l’imagerie en éclairage uniforme

La technique présentée précédemment permet de mettre en évidence des processus
de diffusion au cours desquels la distribution spatiale des porteurs, et donc de la lumi-
nescence, est différente de celle de l’excitation. Dans la plupart des cas que nous avons
étudiés, ces processus se sont révélés négligeables et la luminescence est émise depuis
l’endroit où les porteurs ont été créés. Il est alors envisageable d’obtenir l’image, spatiale
et spectrale, d’un échantillon éclairé uniformément, et d’obtenir ainsi des informations
spatiales sur une zone d’échantillon de taille bien supérieure au micron.

Cette technique permet d’obtenir une image de l’échantillon entier, et nous l’avons
utilisée pour deux études : d’une part en réalisant l’image de la luminescence de nano-
cristaux individuels déposés sur une lame de verre et séparés de quelques microns, nous
avons ainsi pu déterminer leur position sur la lame (en collaboration avec Maxime Dahan
et Jean-Pierre Hermier, du Laboratoire Kastler-Brossel à Paris); d’autre part, l’image-
rie en réflectivité de microcavités légèrement désordonnées, dans lesquels l’épaisseur des
couches formant le miroir de Bragg n’est pas parfaitement constante, nous a donné accès
localement à la longueur d’onde de résonance de la cavité et à l’amplitude et la lon-
gueur caractéristique des inhomogénéités d’épaisseur sur l’échantillon (en collaboration
avec Catherine Gourdon au sein de l’équipe). Au cours de ces expériences, nous avons
cependant rencontré de nombreuses difficultés :

– La première d’entre elle concerne l’excitation, et l’obtention d’un éclairage uniforme
de l’échantillon. La focalisation du faisceau élargi dans le plan focal arrière de
l’objectif permet d’obtenir en aval de l’objectif un faisceau grossièrement parallèle,
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d’une largeur de quelques millimètres, qui présente d’importantes inhomogénéités en
raison du caractère monochromatique de la source (speckle). Il est a priori nécessaire
d’utiliser par exemple un diffuseur en rotation pour rendre le faisceau homogène en
moyenne au cours du temps.

– La seconde difficulté concerne la dimension du champ optique sur l’échantillon. En
raison du caractère éclaté du microscope sur la table optique, les trajets étant de
l’ordre de 50 cm à 1 m, il est difficile de conserver un champ large dans le plan objet
tout au long du chemin optique. Celui-ci est d’environ 30 µm dans la configuration
que nous avons utilisée.

– Le dernier problème rencontré est la qualité de l’imagerie dans le spectromètre,
décrite précédemment. Alors que le spectre en µ-PL, intégré dans la direction spa-
tiale sur la caméra CCD, correspond bien à celui de la zone de 1 µm excitée, la
résolution spatiale dépend en éclairage uniforme de la longueur d’onde, et n’est op-
timale que sur une petite partie du spectre. Ceci complique de manière importante
l’interprétation des résultats de telles expériences.

Notons que cette technique a récemment été développée avec succès au laboratoire
par C. Gourdon et V. Jeudy, à basse température et sans résolution spectrale, pour
l’étude de la topologie et la dynamique des paquets de flux dans les couches minces
supraconductrices par imagerie de la rotation Faraday [46].

2.3.2 Imagerie par balayage de l’excitation

En raison des difficultés inhérentes à l’imagerie résolue spectralement en éclairage uni-
forme, nous avons souhaité obtenir les mêmes informations par une technique différente et
analogue en champ lointain au SNOM (scanning near-field optical microscope) en champ
proche. L’idée est de déplacer de manière contrôlée le point d’étude sur l’échantillon, et
d’enregistrer en chaque point les propriétés optiques locales, par exemple le spectre. Il
faut pour cela déplacer l’objectif de microscope parallèlement à la surface de l’échantillon,
ce que nous avons réalisé à l’aide d’une platine de déplacements piézoélectriques à 3 axes
supportant l’objectif 01, spécialement développée par l’entreprise Cedrat (Fig. 2.3). Les
déplacements dans les trois directions sont réalisés par des céramiques piézoélectriques
alimentées par un amplificateur haute tension contrôlé informatiquement, et offrent une
course de 200 µm avec une résolution inférieure à 50 nm. Le déplacement de l’objectif
étant négligeable devant la taille du faisceau laser en amont de l’objectif, il ne modifie pas
la tache d’excitation, qui subit simplement de manière rigide les translations de l’objectif.

L’image d’une portion de fil quantique est alors obtenue en déplaçant, en général par
pas de 0,3 µm, l’objectif par rapport à l’échantillon de telle sorte que le point focal,
et donc la zone excitée, balaye un fil quantique unique, suivant son axe (x). En chaque
point le spectre de luminescence est enregistré à l’aide du spectromètre et de la caméra
CCD, comme décrit précédemment. L’image spatiale et spectrale ainsi obtenue, que nous
appellerons “carte” dans la suite du mémoire, fournit en fonction de la position le spectre
local de la luminescence. Nous avons mesuré une résolution spatiale de 0,8 µm pour cette
technique (cf Sec 3.1.1), meilleure que les 1,5 µm obtenus en imagerie de la luminescence.
La résolution spatiale n’est pas limitée par la fonction de réponse du spectromètre, qui
n’est pas utilisé en configuration imageur, mais dépend uniquement de la taille de la tache
d’excitation.

Outre la possibilité de réaliser de telles cartes, l’utilisation de la platine de
déplacements piézoélectriques a constitué une amélioration considérable des conditions
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Corps du cryostat

2 Céramiques Y

2 Céramiques X

3 Céramiques Z

Objectif de
microscope

Faisceau laser
(Ø 1 cm)

Fig. 2.3 – Photographie de la platine piézoélectrique de déplacement de l’objectif, montée
sur la queue du cryostat
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d’expérimentation. Ses déplacements sont beaucoup mieux contrôlés que ceux d’une pla-
tine des déplacements micrométriques manuels XYZ. De plus, la platine est directement
fixée à la queue du cryostat, que nous allons décrire au prochain paragraphe, alors que les
déplacements micrométriques étaient fixés à un rail sur la table optique. La longueur de la
châıne mécanique entre l’objectif et l’échantillon a ainsi été réduite, et avec elle l’influence
des vibrations, dilatations et autres phénomènes sur la stabilité du dispositif. De plus le
contrôle informatique et donc quantitatif des déplacements permet d’établir un repère sur
l’échantillon, par exemple en se donnant pour origine une poussière à sa surface. Il a ainsi
été possible de travailler plusieurs jours sur une même portion de fil quantique, malgré les
aléas des cycles cryogéniques, et d’y réaliser un nombre d’expériences complémentaires
beaucoup plus important que cela n’était envisageable en une journée de travail.

Des exemples de cartes de fils quantiques uniques figurent en section 3.1.

2.3.3 Des spectres “typiques” aux conclusions générales

Il est important de préciser ici comment le passage des études locales aux conclusions
générales a été effectué, en particulier lorsque plusieurs échantillons sont comparés.

Dans la section 3.1, nous établissons le lien entre les propriétés caractéristiques
du désordre, obtenues par imagerie d’excitation, et les techniques d’élaboration des
échantillons. Les cartes qui y sont présentées sont représentatives de l’échantillon, même
si nous n’avons observé sur chacun d’entre eux que quelques dizaines de fils, dont les pro-
priétés générales sont relativement homogènes dans la zone de 100 µm observée. Ces me-
sures locales sont de plus corrélées à des mesures de PL et PLE globales sur l’échantillon.
Enfin, nous présentons dans cette section des résultats statistiques, obtenus à partir des
cartes. Nous faisons ainsi le lien entre les études de µ-PL, qui donnent accès aux pro-
priétés d’un endroit donné de l’échantillon, et les études de macro-PL, dont les résultats
sont moyennés sur l’échantillon : l’étude statistique des cartes nous fournit la distribution
des informations locales, qui sont masquées en macro-PL, et l’élargissement inhomogène
de cette distribution, non accessible par une unique expérience de µ-PL.

L’étude des propriétés optiques des excitons dans le fil (Chap. 4) a été réalisée le
plus souvent sur des endroits représentatifs de l’échantillon, dans le même sens que décrit
précédemment, voire même sur un ensemble statistique de fils. Néanmoins il est à noter
que les résultats présentés sur les figures 4.15 et 5.8, qui porte sur un ı̂lot étendu et
parfait sur plus de 3 µm, a été réalisée sur un fil “exceptionnel”, qui ne saurait représenter
l’ensemble de l’échantillon. Nous discuterons donc les propriétés qui lui sont spécifiques
et celles qui peuvent être généralisées à l’échantillon entier.
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2.4 La cryogénie

Le cryostat est au centre du dispositif expérimental, même s’il n’est apparu qu’im-
plicitement, dans la description qui vient d’en être faite, comme un simple support
d’échantillon. Toutes les expériences ont en effet été réalisées à basse température,
l’échantillon étant fixé sur le doigt froid d’un cryostat. La grande difficulté technique
est d’éliminer d’une part les vibrations induites par l’évaporation de l’hélium et l’azote
liquides, et d’autre part les déplacements résultant de dilatations des différents matériaux
au cours du fonctionnement du cryostat.

Un cryostat spécifique a donc été développé au sein du laboratoire conjointement
avec Dimitri Roditchev, en 1996, garantissant la stabilité de l’échantillon à la fraction
de micron près durant plusieurs heures (fig. 2.4). Il doit de plus être conçu de telle sorte
que l’échantillon soit très proche de la fenêtre optique du cryostat, la distance frontale
de l’objectif O1 étant de seulement 5,6 mm. Il est basé sur un cryostat à doigt froid, qui
comprend un vase rempli d’azote liquide à 77 K entourant un vase contenant de l’hélium
liquide (4,2 K), le tout dans une enceinte de vide secondaire. L’échantillon est fixé sur
un porte-échantillon lui-même relié thermiquement au doigt froid par une tresse de fils
souples de cuivre. Il est fixé mécaniquement à l’enceinte extérieure du cryostat, beaucoup
plus stable mécaniquement, par l’intermédiaire d’un disque évidé de fibre de verre, rigide
mécaniquement mais de très faible conductivité thermique. Des tresses de cuivre relient
aussi au vase à azote liquide un cache à azote, qui protège le porte-échantillon d’une
partie du rayonnement extérieur et augmente l’autonomie du cryostat.
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Fig. 2.4 – Schéma du cryostat de microluminescence
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La température du porte-échantillon est dans ces conditions de 6 K. Elle ne peut pas
être réduite, même en pompant sur le vase d’hélium liquide pour amener sa température
à 1,8 K, en raison des fuites thermiques. Il est par contre souvent nécessaire de pouvoir
travailler à des températures plus élevées, et un autre porte-échantillon a été développé
pour permettre des études à températures variables entre 10 K et 300 K. Il est constitué
de deux pièces de cuivre séparées par une plaque de fibres de verre, l’une étant soudée à
la tresse de cuivre et l’autre supportant l’échantillon. La température de la première pièce
est donc de 6 K. Les deux pièces sont reliées par un mince fil de cuivre, de conductivité
thermique calibrée, de telle sorte que la pièce portant l’échantillon est à une température
de 10 K. Deux résistances Allen-Bradley sont fixées à la deuxième pièce, l’une permettant
de la chauffer lorsqu’on lui applique une tension de quelques volts et l’autre d’en mesurer
la température par l’intermédiaire de sa résistance. La température de l’échantillon est
ainsi ajustable entre 10 et 100 K, et entre 80 et 300 K si le cryostat n’est rempli que
d’azote liquide.

La stabilité du cryostat est parfaitement adaptée aux études optiques que nous
réalisons : le spectre de µ-PL d’un fil quantique, caractéristique de l’endroit étudié, est le
même après 7 h d’expériences, prouvant que les déplacements sont bien inférieurs au mi-
cron. Elle est en particulier supérieure aux modèles commerciaux standard. Un nouveau
prototype de cryostat est actuellement développé dans notre équipe par Michel Menant,
permettant notamment de réaliser des expériences de µ-PL avec trois accès optiques à
l’échantillon.
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Chapitre 3

Le désordre dans les fils quantiques

Le désordre local dans les hétérostructures semiconductrices se traduit par deux signa-
tures spectrales, comme nous l’avons entrevu à la fin du premier chapitre : l’élargissement
inhomogène de la transition en luminescence, et le décalage entre la raie de lumines-
cence et la raie d’absorption, aussi appelée Stokes shift, visible en particulier dans les
spectres d’excitation de la luminescence (PLE) à basse température. La cause princi-
pale de désordre, identifiée tout d’abord dans les puits quantiques [47] et depuis dans
les fils quantiques, est la rugosité des hétéro-interfaces séparant les différents matériaux,
qui induit une inhomogénéité spatiale du confinement des porteurs. Autrement dit, les
interfaces entre matériaux puits et barrière ne sont pas planes à la monocouche atomique
près. Dans le cas d’un puits quantique son épaisseur fluctue sur l’échantillon. Lorsque le
puits est mince (de l’ordre de 10 à 20 monocouches), une variation d’une seule mono-
couche de son épaisseur Lz modifie localement son énergie (∝ 1/L2

z) de 10 à 20 %, ce
qui explique l’inhomogénéité du spectre de luminescence. Le même phénomène se pro-
duit dans les fils quantiques, mais de manière plus complexe en raison du nombre plus
important d’hétérointerfaces en jeu dans le confinement des porteurs (Sec. 1.3.2). Nous
pouvons remarquer que cette même idée est utilisée pour obtenir des bôıtes quantiques de
type Stransky-Krastanov, qui peuvent être vues comme des fluctuations beaucoup plus
importantes de l’épaisseur de la couche de mouillage (wetting layer) qui les porte, dont
les interfaces sont instables en raison des fortes contraintes [48].

Les fluctuations spatiales de l’énergie de confinement peuvent être vues comme un
potentiel désordonné agissant sur les porteurs. Ce potentiel modifie les états propres des
porteurs. Dans les systèmes de dimensions 2 et 3, si l’inhomogénéité spatiale et l’ampli-
tude de ce potentiel reste “modérée”, les états électroniques restent dispersifs, mais si le
désordre est suffisamment important les états électroniques, en particulier ceux de basse
énergie, sont localisés. Ce problème peut être compris de manière alternative en termes de
percolation. L’effet est d’autant plus important dans les systèmes unidimensionnels, où
nous savons depuis les travaux d’Anderson [50] puis de Thouless [51] que l’existence d’un
potentiel désordonné induit une localisation des porteurs, quelle que soit leur énergie,
car elle interdit toute percolation à travers le système. Il faut cependant noter que ce
phénomène de localisation spécifique aux systèmes de dimension 1 ne pourrait être im-
portant que dans les expériences de transport, où tous les états électroniques peuvent
être sondés, alors que dans les expériences d’optique seuls les états de bas de bande, qui
concentrent toute la force d’oscillateur, interviennent directement dans l’absorption ou
l’émission de lumière. La localisation des états de bas de bande peut en effet être com-
prise de manière plus simple, quelle que soit la dimension, lorsque le potentiel désordonné
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présente des minima locaux.
La localisation des porteurs modifie la nature de leurs états, et par conséquent leurs

propriétés. Lorsque des porteurs sont localisés dans un minimum local, son extension
spatiale L doit être comparée au rayon de Bohr aX de l’exciton et à la longueur d’onde

thermique de de Broglie λTh =

√
2πh̄2

mkBT
[49, ch. 3 §B.3, p. 296], qui valent respectivement

environ 70 Å et 500 Å à T = 10 K dans notre système. En effet ce sont les porteurs,
électron et trou, qui sont confinés si L << aX alors que le confinement agit sur le centre de
masse de l’exciton si L >> aX , ce qui sera toujours le cas dans nos fils quantiques. De plus
si L << λTh, le défaut se comporte comme une bôıte quantique, avec des états discrets,
dont seul l’état fondamental est peuplé thermiquement, alors que pour L >> λTh, le
défaut se comporte comme une portion de fil quantique, dont les états bien que discrets
forment un quasi-continuum peuplé thermiquement.

Nous comparerons les propriétés optiques, locales comme macroscopiques, de deux
générations de fils quantiques. Ceux satisfaisant à la condition L >> λTh, baptisés “fils en
régime 1D”, possèdent des propriétés très différentes de celles de fils quantiques épitaxiés
avant 1999, dans lesquels L ≈ λTh et baptisés “fils en régime 0D” 1. Ces deux générations
d’échantillons se distinguent par les améliorations des techniques d’élaboration mises en
oeuvre par X.L. Wang en 2000. Nous étudierons la transition entre ces deux régimes,
en fonction de la longueur de localisation L, et caractériserons le désordre de rugosité
d’hétéro-interfaces, son amplitude et ses différentes échelles de longueur, par notre tech-
nique d’imagerie à balayage d’excitation.

Nous verrons enfin que les autres causes de désordre, d’ordre de grandeur plus faible,
deviennent sensibles dans les fils en régime 1D, dans lesquels il n’existe plus localement
de désordre dû aux rugosités d’interfaces.

1. Les échantillons en régime 0D et 1D sont immatriculés respectivement M (par exemple M127) et
NM (par exemple NM79).
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

3.1 La caractérisation du désordre en imagerie

3.1.1 Fils quantiques de l’ancienne génération

La figure 3.1.a présente une carte obtenue par imagerie par balayage d’excitation (cf
Sec. 2.3.2) de l’échantillon appelé M127, sur lequel ont été menées les études de dynamique
de relaxation et de recombinaison en fonction de la taille de la bôıte quantique localisant
les excitons [23, 52, 53]. Un spectre de µ-PL pris à la position x = 12 µm est aussi présenté
sur la figure 3.1.b. Les spectres de µ-PL sont constitués de pics correspondant chacun à
l’état fondamental d’une bôıte quantique présente dans la zone excitée, i.e. d’un minimum
du potentiel désordonné, comme l’ont montré les travaux de Joël Bellessa. Chacun de
ces états fondamentaux donne lieu sur la carte à une tache, dont l’extension spatiale est
limitée par la résolution spatiale de l’expérience, soit environ 1 µm, et la largeur spectrale
est le plus souvent limitée par la résolution du spectromètre, soit 100 µeV dans le cas
présent.

En comptant le nombre de taches présentes sur la carte, nous pouvons estimer la
densité de minima du potentiel désordonné, de l’ordre de 10 µm−1 et compatible avec les
tailles de bôıtes de 20 à 100 nm déduites des spectres de µ-PLE sur le même échantillon
[23, 52].

Analyse statistique de la carte et transformée de Fourier

Les images spatiales et spectrales de fils quantiques, en particulier les cartes obtenues
par balayage de l’excitation, fournissent au premier abord une représentation visuelle
du désordre dans le fil quantique. Elles permettent de mettre en évidence des struc-
tures spatiales, et de mesurer la densité linéique de défauts par comptage des taches qui
leur sont associées. Pour obtenir des informations plus fines, il est utile de réaliser un
traitement statistique des données, qui permet de définir la forme spectrale et spatiale
d’un “pic moyen”, c’est-à-dire le spectre de luminescence moyen et la distribution spatiale
moyenne des états localisés dans la portion de fil étudiée. Nous mettrons aussi en évidence
d’éventuelles corrélations spectrales ou spatiales entre états localisés. Ces études seront
réalisées conjointement dans l’espace direct et dans l’espace réciproque, qui fournissent
des informations complémentaires.

Modélisation d’une carte. Le calcul des fonctions d’autocorrélation, qui donnent
accès aux informations statistiques, a été réalisé à partir des transformées de Fourier des
cartes. Pour interpréter ces données, nous devons modéliser l’information contenue dans
une carte. Nous supposerons dans un premier temps que sur un même fil quantique les pics
de µ-PL ont tous la même forme spectralement et spatialement, que nous caractérisons
par des distributions uE(E) et ux(x) centrées en 0 et d’intégrale 1. Une carte est constituée
de N pics, caractérisés chacun par son énergie En, sa position xn et l’intensité An de sa
luminescence, avec n = 1,..,N . Le signal F (E,x) recueilli en µ-PL à l’énergie E et la
position x s’écrit :

F (E,x) =
∑
n

AnuE(E − En)× ux(x− xn)

= (uE(E)× ux(x))⊗
∑
n

Anδ(E − En)δ(x− xn). (3.1)
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3.1 La caractérisation du désordre en imagerie
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Fig. 3.1 – (a) Carte d’un échantillon (M127) de l’ancienne génération, à faible puissance
d’excitation (P = 50 W.cm−2 à 1,74 eV , dans la transition e3h3 du fil). (b) Spectre de
µ-PL correspondant à la position x = 12 µm.
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

Il apparâıt donc comme la convolution de la fonction u = uE × ux relative au pic seul
par la distribution des positions (spectrales et spatiales) des pics :

D(E,x) =
∑
n

Anδ(E − En)δ(x− xn).

La transformée de Fourier F̃ du signal F s’écrit donc simplement comme le produit
des transformées de Fourier respectives ũ de u et D̃ de D [54]. Les largeurs spectrales
et spatiales de la fonction u sont plus petites que les distances moyennes entre pics,
ce qui se traduit dans l’espace réciproque par une transformée de Fourier reflétant ũ,
lentement variable, et modulée par D̃, qui varie plus rapidement. Notons que les cartes
sont constituées de pixels et que nous calculons donc dans la pratique des séries de Fourier,
même si nous continuerons l’exposé en termes de transformées de Fourier 2.

La transformée de Fourier spatiale et spectrale de la carte est représentée, en module,
en figure 3.2. Elle est singulière sur les axes k = 0 et s = 0, ce qui sera expliqué dans
cette section. En dehors des axes, elle apparâıt au premier abord comme le produit d’une
composante spatiale et d’une composante spectrale indépendantes, même si ce n’est pas
exactement le cas. Les largeurs des transformées spatiales et spectrales sont de l’ordre
des inverses des largeurs de pics observées dans l’espace réel.

Analyse spectrale. Les informations relatives à la forme spectrale uE des pics, ou à
la différence d’énergie entre deux pics, sont indépendantes de l’énergie En du pic et sont
donc à chercher dans l’autoconvolution du spectre, c’est-à-dire dans le module au carré
de sa transformée de Fourier qui s’écrit :

∣∣∣F̃ (s,k)
∣∣∣2 = |ũE(s)|2 |ũx(k)|2

∑
n

|An|2 +
∑
n6=m

A∗
nAme

i s(Em−En)+i k(xm−xn)

 .
Le premier terme de la somme contient les informations sur le pic moyen uE(E)× ux(x)
et le deuxième terme les corrélations énergétiques et spatiales entre les différents pics.
Notons qu’en (s= 0,k= 0), la transformée de Fourier est simplement égale à l’intensité
totale intégrée sur la carte, ce qui explique sa singularité. Pour obtenir des informations
microscopiques relatives à chaque spectre et non au spectre moyen, il est important de

2. Les conventions utilisées sont les suivantes :
– pour les transformées de Fourier,

f̃(k) =
1√
2π

∫
dx f(x) ei k x (3.2)

f(x) =
1√
2π

∫
dk f(k) e−i k x (3.3)

– pour les séries de Fourier, sur un réseau de 2M + 1 sites xm = mL/2M , m = −M,...,M couvrant
un intervalle [−L/2,L/2], et des vecteurs d’onde km′ = m′ 2π/L avec m′ = −M,...,M dans l’espace
réciproque,

f̃(km′) =
1√
M

∑
m

f(xm) ei km′ xm (3.4)

f(xm) =
1√
M

∑
m′

f(km′) e−i km′ xm . (3.5)

Les vecteurs d’ondes et l’intervalle d’étude seront notés respectivement k et L pour les positions, et s et
Σ pour les énergies.
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Fig. 3.2 – Transformée de Fourier spectrale (horizontalement) et spatiale (verticalement)
de la carte présentée en figure 3.1. Les niveaux de gris sont proportionnels au logarithme
décimal de la fonction (noir=0,5, blanc=3,5).
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

réaliser la moyenne spatiale de la bonne manière [55]. Nous allons dans ce paragraphe
définir trois grandeurs qui sont représentées dans l’espace réciproque et dans l’espace réel
sur la figure 3.3 : l’autoconvolution spectrale R(E) et sa composante non corrélée R0(E),
ainsi que l’autocorrélation Rc(E).

L’autoconvolution non corrélée R0(E) (Fig. 3.3.b) est définie par 3 :

R0(E) = 〈〈F (E ′,x)〉x〈F (E − E ′,x)〉x〉E′ .

Elle est l’autoconvolution spectrale du spectre moyenné spatialement. Dans la limite des
fils très longs (L → ∞), le spectre moyenné est la raie de macro-luminescence, et ne
porte plus d’information sur la forme spectrale des pics de µ-PL. Elle reflète uniquement
l’autoconvolution de la distribution spectrale des pics :

〈D(E,x)〉x =
1

N

∑
n

Anδ(E − En).

Sa transformée de Fourier est R̃0(s) =
〈
|F̃ (s,k)|2

〉
k
. Si l’échantillon est assez grand, c’est-

à-dire si la carte est assez étendue, alors elle vaut
〈
|D̃(s,k)|2

〉
k
. R0(E) est essentiellement

composée d’une raie large, gaussienne au premier ordre, de largeur 10 meV , soit environ√
2 fois la largeur inhomogène de la macro-luminescence. Elle présente aussi un petit

pic fin autour de E = 0, ainsi qu’une bosse au voisinage de ±30 meV , tous deux dus à
la taille finie de la carte étudiée. Les structures correspondantes peuvent être identifiées
dans sa transformée de Fourier. Le pic fin autour de s = 0 est associé à la raie large, et
le fond beaucoup plus faible et très large dans l’espace réciproque au pic fin observé en
E = 0.

L’autoconvolution R(E) (Fig. 3.3.a) est définie par :

R(E) = 〈〈F (E ′,x)F (E − E ′,x)〉E′〉x .

Elle est la moyenne spatiale de l’autoconvolution spectrale prise à chaque position. Sa
transformée de Fourier est R̃(s) = |F̃ (s,k = 0)|2. Cette quantité peut être décomposée en
une partie moyenne, non corrélée (R0(E)), et une partie corrélée spatialement, Rc(E) =
R(E)−R0(E). Elle présente les mêmes structures que R0(E), mais dans des proportions
différentes : le pic fin autour de E = 0 y est beaucoup plus prononcé que pour R0(E),
alors que la raie large est d’amplitude très voisine.

La différence des deux autoconvolutions, Rc(E) = R(E) − R0(E) (Fig. 3.3.c), est
l’autocorrélation des spectres. Elle reflète essentiellement la forme des pics, uE(E),
pour les petites valeurs de E, et la probabilité d’existence d’un deuxième pic à la même
position, aux plus grandes valeurs de E. C’est cette quantité qui porte l’information
microscopique. Elle est essentiellement composée du pic fin, même si la raie large persiste.

Notons que Rc(E) est l’autocorrélation spatiale du spectre local, et que le pic fin cen-
tral n’est pas égal à uE(E) mais à l’autoconvolution de uE(E). Si uE est une lorentzienne,
son autoconvolution est aussi une lorentzienne, de largeur deux fois plus grande; alors que
si uE est une gaussienne son autoconvolution est aussi une gaussienne, mais de largeur√

2 fois plus grande. Et dans la pratique nous ne connaissons pas a priori la forme de
la raie, puisque c’est l’un des objets de l’étude statistique. Nous pouvons tout d’abord

3. Les crochets 〈...〉X désignent la moyenne statistique sur la variable X, sur l’échantillon statistique
que représente la carte.
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Fig. 3.3 – (a) Autoconvolution spectrale R(E); (b) sa composante non corrélée spatia-
lement R0(E); (c) l’autocorrélation Rc(E) = R(E)− R0(E), dans l’espace réciproque et
l’espace des énergies; (d) Forme spectrale fc(E) du “pic moyen”.
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

considérer la transformée de Fourier de la fonction fc(E) dont Rc est l’autoconvolution 4,

i.e. f̃c(s) =
√
|R̃c(s)|. Sa forme doit en effet être du type e−|s|Γ pour une lorentzienne de

largeur Γ, et du type e−s
2σ2/2 pour une gaussienne de largeur σ. La transformée de Fourier

R̃c(s) présentée sur la figure (Fig. 3.3.c) est très bien reproduite par une exponentielle
décroissante, superposée à un fond continu et à un pic en s = 0 dû au reste de la raie large
de R0(E) non éliminé lors de la corrélation. Le caractère exponentiel de R̃c(s) va de pair
avec le caractère relativement lorentzien du pic de Rc(E) dans l’espace des énergies. Le
fond continu se traduit par un écart à la lorentzienne en E = 0, et est vraisemblablement
dû aux “coups noirs”, de forte intensité et localisés spectralement et spatialement sur un
seul pixel, présents dans la carte initiale et générés lors de l’acquisition. La forme fc(E)
du “pic moyen” de µ-PL peut alors être obtenue, si on la suppose symétrique, en calcu-
lant la transformée de Fourier inverse de f̃c(s), présentée sur la figure 3.3.d. Ce pic fin,
similaire aux pics de µ-PL pris sur des spectres individuels, a une largeur à mi-hauteur
inférieure à 100 µeV , soit 2 pixels de la caméra CCD du spectromètre, et est limité par
la résolution spectrale du dispositif. Le fond sous-jacent au pic est vraisemblablement dû
à un résidu de la partie non corrélée R0(E).

Les pics-satellites de Rc(E) reflètent les corrélations entre énergies des pics de µ-
PL à une même position. Leur distribution a une largeur d’environ 3 meV , qui corres-
pond à l’énergie moyenne entre deux états localisés voisins spatialement, et est du même
ordre de grandeur que la variation d’énergie attendue pour des fluctuations de l’inter-
face latérale (311) du fil quantique. Ceci sera visible plus clairement dans l’analyse des
cartes obtenues sur les fils de la nouvelle génération (Sec. 3.1.2). Cette distribution est
constituée de pics fins qui sont des signatures de l’échantillonage fini, comme le montre
la figure 3.4, qui présente Rc(E) calculé pour la carte analysée dans ce paragraphe et
pour une autre carte réalisée sur le même échantillon, sur un longueur de 12 µm. Les
pics-satellites diffèrent entre ces deux cartes, et la somme des deux auto-corrélations ob-
tenues est plus régulière. C’est l’étude de Rc(E) calculée sur des images en champ proche
(SNOM) de puits quantiques désordonnés qui a permis de mettre en évidence l’effet de
“répulsion de niveaux” [55], qui sera repris plus en détail à la section 3.3.4.

Analyse spatiale. Les mêmes fonctions de corrélation peuvent être étudiées spa-
tialement (Fig. 3.5), en intervertissant énergie et position dans la description donnée
précédemment. Elles seront dénotées R′, R′

0 et R′
c. La figure 3.5.b présente l’autocon-

volution spatiale non corrélée spectralement R′
0(x). Elle est essentiellement constante,

contrairement à son analogue spectrale R0(E). Les énergies En des pics sont en effet
distribuées suivant un spectre de largeur finie, gaussien en première approximation, alors
que leurs positions xn sont distribuées de manière équiprobable sur l’intégralité du fil.
Cela montre que la luminescence est émise de manière uniforme le long du fil à l’échelle
du micron.

L’autocorrélation R′
c(x) est composée d’un fond constant dû aux corrélations

aléatoires entre pics de même énergie à des positions différentes, et d’un pic fin centré sur
x= 0. Celui-ci est l’autoconvolution de la forme spatiale f ′c du “pic moyen” représenté
en fig. 3.5.d, lorentzien en première approximation et de largeur à mi-hauteur 0,8 µm,

4. En supposant que la fonction fc(E) est paire, sa transformée de Fourier doit être réelle et il n’est

plus nécessaire d’en connâıtre la phase. La transformée de Fourier inverse de
√
|R̃c(k)| constitue donc une

approximation de fc dans laquelle sa composante impaire est négligée. L’observation de la transformée
de Fourier R̃c(s) s’avère donc plus rigoureuse que celle de f̃c(s), et est plus simple dans la pratique.
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Fig. 3.4 – Autocorrélation Rc(E) = R(E)−R0(E) pour deux cartes obtenues sur le même
échantillon (M127), et leur somme.

limitée par la résolution optique du dispositif. f ′c n’apporte donc pas d’information sur
l’extension spatiale des états localisés. C’est donc le profil de la tache d’excitation. f ′c(x)
n’est ni une gaussienne, ni une tache d’Airy, car l’objectif de microscope n’est éclairé ni
par un faisceau parfaitement gaussien, ni par une onde plane. Nous pouvons noter qu’il
présente des ailes, faibles, entre 1 et 3 µm, qui limitent la sélectivité spatiale permise par
l’expérience de µ-PL.

3.1.2 Fils quantiques de la nouvelle génération

La figure 3.6.a présente une carte de l’échantillon appelé NM79, de fabrication plus
récente. Des spectres de µ-PL pris sont aussi présentés sur la figure 3.6.b. Les spectres
de µ-PL sont dans ce cas constitués de pics moins nombreux et plus larges spectralement
(environ 1 meV ). L’extension spatiale des taches correspondantes sur la carte est souvent
proche de la résolution spatiale de l’expérience, soit 0,8 µm.

La densité de taches est seulement de 2 µm−1, et certaines taches ont une extension
spatiale supérieure à la résolution spatiale de l’expérience, par exemple 3 µm à x = 16 µm.
Nous associons chaque pic à la luminescence d’excitons depuis des zones étendues selon
l’axe du fil. L’observation de taches d’extension supérieure au micron et donc résolues
spatialement montre que le potentiel désordonné est constant à ±1 meV dans la zone
correspondante, et que les hétéro-interfaces en jeu dans le confinement des porteurs n’y
présente pas de fluctuation à l’échelle de la monocouche dans toutes les directions. Repre-
nant la dénomination adoptée dans les puits quantiques, nous appelerons de telles zones
sans fluctuations des ı̂lots.

La possibilité de mieux résoudre spatialement la position de chaque ı̂lot nous per-
met d’analyser plus finement leur distribution spatiale et spectrale. Des structures
mésoscopiques sont en effet révélées par l’imagerie. La carte présentée en figure 3.6 montre
en effet que les fluctuations des hétéro-interfaces peuvent être très limitées sur des lon-
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Fig. 3.5 – (a) Autoconvolution spatiale R′(x), (b) sa composante non corrélée spectrale-
ment R′

0(x) et (c) l’autocorrélation R′
c(x) = R′(x) − R′

0(x), dans l’espace réciproque et
l’espace réel; (d) la forme spatiale f ′c(x) du “pic moyen”.
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Fig. 3.6 – (a) Carte d’un échantillon (NM79) de la nouvelle génération, à faible puissance
d’excitation (P = 50 W.cm−2 à 1,74 eV , dans la transition e3h3 du fil). (b) Spectre de
µ-PL correspondant aux positions x = 16 µm et x = 10 µm.
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

gueurs importantes (5 µm entre x = 0 µm et x = 6 µm puis entre x = 13 µm et
x = 19 µm), puis plus importantes entre x = 8 µm et x = 12 µm. Les fluctuations des
interfaces (100) qui régissent le confinement principal des porteurs suivant la direction
z donnent lieu à une fluctuation de l’énergie de confinement importante 5, de 9 meV , et
sont visibles par exemple à x = 9 µm, où l’énergie des pics de luminescence est supérieure
de 20 meV à sa valeur moyenne, correspondant à une épaisseur de fil supérieure de 2 mo-
nocouches. Nous pouvons aussi noter que les zones homogènes et les taches étendues,
comme à x = 16 µm, correspondent à une même énergie de transition de 1,636 meV , et
ceci quel que soit le fil quantique observé sur cet échantillon. Nous les attribuons donc
au “fil médian” : cela montre que les hétéro-interfaces (100), (311) et (111) prennent des
positions préférentielles au cours de la croissance. Des variations d’épaisseur de +1 et
-1 monocouche peuvent aussi être identifiées, par exemple à x = 11 µm.

Nous pouvons donc conclure que les fluctuations des hétéro-interfaces sont beaucoup
plus réduites dans ces nouveaux échantillons que dans ceux de l’ancienne génération.
Les hétéro-interfaces (100), régissant le confinement principal, présentent des marches
d’une ou deux monocouches tous les 5 µm environ, et les autres hétéro-interfaces, d’effet
moindre sur l’énergie de confinement (environ 3 meV pour les facettes (311)), fluctuent
à l’échelle de 0,5 à 2 µm environ. Ceci est résumé sur le schéma 3.7.

(100)
(311)

(111)

500 nm

5 µm

Fig. 3.7 – Représentation schématique des fluctuations d’interfaces, d’après les cartes,
dans les meilleurs échantillons de la nouvelle génération.

Analyse statistique dans la dimension spectrale. Les autoconvolutions spec-
trales R(E) et R0(E), ainsi que l’autocorrélation Rc(E), sont représentées dans l’espace
réciproque et dans l’espace réel sur la figure 3.8.

De manière encore plus claire que pour l’échantillon précédent, l’autoconvolution non
corrélée R0(E) (Fig. 3.8.b) est essentiellement composée d’une raie large, de largeur
12 meV , soit environ

√
2 la largeur inhomogène de la macro-luminescence. Elle présente

aussi un petit pic plus fin autour de E = 0, ainsi que deux bosses aux voisinages de ±25
et ±32 meV , correspondant à l’autoconvolution du spectre de macro-luminescence qui
présente ces structures. Les structures correspondantes peuvent être identifiées dans sa

5. Cette variation d’énergie est obtenue du calcul présenté à la section 1.3.2, en considérant un fil dont
la facette (100) inférieure est translatée du paramètre de maille, soit 2,83 Å, vers le haut. L’énergie de
confinement est alors augmentée de 7 meV pour l’électron et de 2 meV pour le trou.
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Fig. 3.8 – (a) Autoconvolution spectrale R(E), (b) sa composante non corrélée spatiale-
ment R0(E) et (c) l’autocorrélation Rc(E) = R(E)−R0(E), dans l’espace réciproque et
l’espace des énergies; (d) Forme spectrale fc(E) du “pic moyen”.
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

transformée de Fourier. Le pic fin autour de s = 0 est associé à la raie large, et le fond
beaucoup plus faible et plus large dans l’espace réciproque au pic fin observé en E = 0.

L’autoconvolution R(E) (Fig. 3.3.a) présente les mêmes structures, mais comme dans
le cas précédent le pic fin autour de E = 0 y est beaucoup plus prononcé que pour R0(E),
alors que la raie large est d’amplitude très voisine.

La différence des deux autoconvolutions, l’autocorrélation Rc(E), est essentielle-
ment composée du pic fin, et la raie large d’autoconvolution du spectre non corrélée
a complètement disparu. Le pic fin correspond à l’autoconvolution de la forme spectrale
uE(E) des pics de µ-PL. La transformée de Fourier R̃c(s) est parfaitement reproduite par
une exponentielle e−a|s|, de forme triangulaire caractéristique en échelle logarithmique sur
4 décades, superposée à un fond continu. Dans l’espace des énergies, le pic est donc par-
faitement lorentzien. La forme du “pic moyen” de µ-PL peut alors être obtenue, si on la

suppose symétrique, en calculant la transformée de Fourier inverse de
√
R̃c(s), présentée

sur la figure 3.8.d. Ce pic est similaire à ceux obtenus en µ-PL sur des spectres individuels,
et est une lorentzienne de largeur à mi-hauteur égale à 1 meV .

Il est à noter que l’autocorrélation est négative autour du pic lorentzien (Fig. 3.8.c).
L’effet de “répulsion de niveaux” ne doit pas être invoqué pour justifier cette propriété
car la localisation dans ces échantillons est d’une nature complètement différente, ce que
nous discuterons au paragraphe 3.3.2. La taille des ı̂lots étant comparable à la résolution
spatiale, les spectres de µ-PL sont constitués d’un petit nombre de pics : la présence d’un
premier pic exclue donc partiellement celle d’autres pics à une position donnée. De petites
structures apparaissent tout de même à ±3 meV et entre ±6 et ±10 meV , traduisant
l’existence de corrélations entre les énergies d’̂ılots voisins. Ces différences d’énergies sont
en effet comparables à celles calculées pour des fluctuations des interfaces (311) (3 meV )
et (100) (9 meV ).

Analyse statistique dans la dimension spatiale. Les autoconvolutions spatiales
R′(x) et R′

0(x), ainsi que l’autocorrélation R′
c(x), sont représentées dans l’espace

réciproque et dans l’espace réel sur la figure 3.9. Comme dans les fils quantiques de
l’ancienne génération, la composante non corrélée R′

0 est distribuée uniformément, mon-
trant que le fil émet de manière uniforme. Le pic moyen f ′c (Fig. 3.9.d), dont R′

c(x) est
l’autoconvolution, est bien reproduit par une lorentzienne de largeur 1,2 µm. Il n’est donc
pas complètement limité par la résolution spatiale du dispositif, qui est de 0,8 µm comme
le montre l’analyse des cartes obtenues sur l’échantillon précédent. Il serait cependant ha-
sardeux de tenter une déconvolution de f ′c par la réponse optique du dispositif pour en
déduire une extension moyenne des ı̂lots, car les deux fonctions ont des largeurs très si-
milaires. Nous pouvons estimer cette extension à environ 1,2− 0,8 µm = 400 nm. Nous
pouvons exclure la possibilité d’un mauvais réglage optique qui détériorerait la résolution
spatiale car certains pics de la carte ont, individuellement, une largeur de 0,9 µm.

Cas particulier des états très étendus. L’analyse statistique a montré que les raies
de µ-PL sont “en moyenne” lorentziennes. Ceci est confirmé par les spectres individuels
de µ-PL, même s’ils sont le plus souvent la somme de plusieurs raies associées à des ı̂lots
voisins, qui ne peuvent être distingués spatialement. Dans plus de 50% des cas, une raie
lorentzienne reproduit de manière très satisfaisante le spectre mesuré (Fig. 3.10.a.). Ce-
pendant pour les ı̂lots les plus étendus, d’extension supérieure à 2 µm et qui représentent
environ 5% des ı̂lots observés, le spectre de µ-PL, qui comporte cette fois-ci une seule raie
principale car les ı̂lots voisins sont bien discriminés spatialement, ne peut être reproduit
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3.1 La caractérisation du désordre en imagerie

0

1x106

2x106

3x106

-5 0 5

a)

x (µm)

R'
(x

)

-10 -5 0 5 10

101

103

105

107

R'(x) = R'0 (x) + R'c (x)

R'(k)
k (µm -1)

0

1x106

2x106

3x106 b)

R'
0 (

x)

101

103

105

107

R'0  (k)

-5 0 5

0

1x106

2x106

3x106 c)

x (µm)

R'
c (

x)

-10 -5 0 5 10

101

103

105

107

 Lorentzienne de largeur 2,3 µm

R'c  (k)

k (µm -1)

-5 0 5

0

1000

2000
d)  Pic moyen :

      Largeur : 1,2 µm
 Résolution :

      Largeur : 0,8 µm

x (µm)

Pi
c 

m
oy

en

Fig. 3.9 – (a) Autoconvolution spatiale R′(x), (b) sa composante non corrélée spatiale-
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par une unique lorentzienne (Fig. 3.10.b.). Il doit être décomposé en une raie lorentzienne
et un épaulement haute énergie, sur un fond approximativement gaussien. Nous pouvons
d’ailleurs noter que des spectres très similaires ont étés obtenus sur de nombreux ı̂lots
étendus, sur un même échantillon et même sur deux échantillons similaires (Fig. 3.10.c.).
Nous n’avons pas été en mesure d’interpréter ces observations pour l’instant.

3.1.3 Conclusion

L’imagerie par balayage d’excitation nous a permis de mettre en évidence des change-
ments qualitatifs importants entre les deux générations d’échantillons, qui peuvent être
résumés en trois points principaux : la densité d’̂ılots a été réduite de 10 à 2 µm−1,
avec des ı̂lots d’extension moyenne de l’ordre de 400 nm, estimée par deux méthodes
(densité linéique et extension moyenne des taches), et atteignant 3 µm sur les meilleurs
échantillons; pour les fils quantiques de la nouvelle génération, nous avons mis en évidence
les fluctuations de hétéro-interfaces (311) et (100), et estimé leur densité linéique; enfin,
la nature des pics de µ-PL dépend du régime de localisation, les pics étant très fins et
limités par la résolution spectrale pour l’ancienne génération, et lorentziens de largeur
1 meV pour la nouvelle génération.

Les résultats obtenus sur les fils quantiques de la nouvelle génération sont très
différents des autres travaux d’imagerie de fils quantiques semiconducteurs publiés à
ce jour. Les meilleurs fils quantiques de l’ancienne génération, fabriqués par X.L. Wang,
ont été étudiés en champ proche (SNOM) par A. Crottini et al. [56]. Ces travaux ont
mis en évidence l’existence de quelques très rares états étendus (jusqu’à 600 nm), mais la
longueur de localisation moyenne est estimée à 10− 50 nm, comparable à celle que nous
obtenons dans ces mêmes échantillons. Ces travaux ont été poursuivis et ont en particu-
lier permis d’étudier la “répulsion de niveaux” dans ces fils [57] (cf Sec. 3.3.4). Dans les
fils quantiques de la nouvelle génération, la longueur de localisation moyenne est donc
dix fois plus grande, et les ı̂lots les plus étendus atteignent plusieurs microns. Les autres
travaux réalisés en imagerie sur des fils quantiques semiconducteurs, peu nombreux, se
sont interessés à la caractérisation du confinement latéral dans le fil, en µ-PL [58] ou en
SNOM [59], et aux processus de transport et de diffusion entre le fil et d’autres structures
environnantes, puits ou bôıtes quantiques [10, 60]; ils n’ont pas permis de caractériser le
désordre et la localisation dans ces structures.

La discussion de la largeur spectrale importante (1 meV ) des pics de µ-PL dans les
fils quantiques de la nouvelle génération fera l’objet de la section 3.4.
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Fig. 3.10 – Spectres de µ-PL obtenus sur des échantillons de la nouvelle génération : (a)
NM79, ı̂lot “typique”; (b) NM79, ı̂lot très étendu, correspondant à la position x = 16µm
sur la figure 3.6; (c) NM172, similaire au NM79, ı̂lot très étendu.
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3.2 Progrès des techniques de croissance

Avant d’étudier de manière plus approfondie le changement de nature du système
qu’induit cette diminution du désordre, nous allons présenter les améliorations des tech-
niques d’élaboration qui ont permis d’obtenir de tels échantillons.

3.2.1 L’attaque chimique du substrat après gravure

La localisation des porteurs étant due à la rugosité des hétéro-interfaces, X.L. Wang
a développé un procédé d’attaque chimique du substrat obtenu par photo-lithographie
du V, par une solution à base d’ammoniac. En raison de l’homogénéité de la croissance
obtenue par modulation de flux, on s’attend en effet à ce que la rugosité des interfaces
du fil dépende de manière importante de celle du substrat initial, même s’il est séparé du
fil par une couche de tampon GaAs et une couche de barrière GaAlAs.

Les images par microscopie à force atomique (AFM, fig. 3.11) du substrat gravé
en V avec et sans attaque chimique donnent accès à la topographie des substrats. Elles
montrent que la rugosité des interfaces a été réduite lors de l’attaque. Les images AFM
de fils quantiques dont la croissance a été stoppée entre le puits et la barrière, et qui
montrent donc l’interface GaAs-GaAlAs supérieure du fil, montrent aussi une réduction
de la rugosité, et en particulier de ses composantes à courte portée [14].

Fig. 2. Flattened topography AFM images of V-grooved substrate (a) without and (b) with the NH
4
OH etching treatment.

previous works. In the other process, following
ultrasonic organic solvent cleaning, the substrates
were etched for 10}20 s by the same NH

4
OH :

H
2
O

2
:H

2
O ("1 : 3 : 50) solution (NH

4
OH solution,

hereafter).
The epitaxial growth was carried out with a hori-

zontal low-pressure (76Torr) MOVPE reactor
using triethylgallium (TEGa), trimethylaluminum
(TMAl), and AsH

3
as source materials at 6303C.

The GaAs wire layer was grown by FME, while all
the other layers were grown by the conventional
MOVPE mode. More detailed conditions of
growth can be found in Ref. [4].

3. Results and discussion

3.1. Atomic force microscopy (AFM) observation of
the surface morphology of the V-grooved substrates
before growth

First, we investigated the change of surface mor-
phology of V-grooved substrates with and without

NH
4
OH etching by AFM. Figs. 2(a) and (b) show

the topography AFM image of a sample treated
with the "rst process and that of a sample etched by
the NH

4
OH solution at room temperature for 10 s,

respectively. These images were #attened along the
[0 1 1] direction in order to put all facets on the
same average height level, and thereby visualize
small height variation on the (1 1 1)A side wall
facets and the V-groove bottom. Note that the
(0 0 1) mesa-top #at facet in Fig. 2(b) is somewhat
wider than that in Fig. 2(a). This is caused by
a slightly higher etching rate of the (0 0 1) facet,
compared with that of the (1 1 1)A facet. In the
sample without NH

4
OH etching (Fig. 2(a)), long-

range height modulation was observed on the
(1 1 1)A side wall facets over a length scale of several
microns. The amplitude of the long-range height
modulation is typically in the range of several 10s
to 100nm. Within these long-range height modula-
tions, short-range roughness with an average am-
plitude of about 10 nm exists, especially at regions
where the (0 0 1) #at and the (1 1 1)A side wall facets
intersect. These roughnesses can be attributed to

Crys=9425=CM=VVC=BG

Xue-Lun Wang et al. / Journal of Crystal Growth 213 (2000) 19}26 21

Fig. 3.11 – Images par AFM de substrats gravés en V (a) sans et (b) avec attaque
chimique, d’après [14]. Les images du V sont aplanies et présentent chacune de ses in-
terfaces, et en particulier l’interface (100) au fond du V, dénotée (001) sur la figure.

Les spectres de µ-PL de deux échantillons réalisés avec et sans étape d’attaque chi-
mique sont présentés en figure 3.12. L’échantillon ayant subi une attaque présente moins
de pics en µ-PL, et donc moins de minima du potentiel désordonné dans la zone de
1 µm excitée. Ses interfaces sont donc moins rugueuses, et présentent des marches d’une
monocouche plus espacées.
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Fig. 6. 10 Kl-PL spectrum of a 5 nm thick GaAs QWR grown
(a) without and (b) with the NH

4
OH etching treatment.

3.3. Ewect of an AlGaAs/GaAs short-period
superlattice buwer layer

A superlattice layer is well known to be able to
smooth out roughness on the initial substrate sur-
face, and has been widely used as the bu!er layer in
quantum-well structures to achieve a smooth het-
erointerface [13,14]. In this study, in an attempt to
further improve the QWR interface uniformity, we
investigated the use of an AlGaAs/GaAs short-peri-
od superlattice bu!er layer. The sample, which
was grown on a NH

4
OH-etched V-grooved sub-

strate, consisted of a 150period Al
0.4

Ga
0.6

As(28As )/
GaAs(14As ) superlattice bu!er layer, a 0.7lm thick
Al

0.4
Ga

0.6
As barrier layer, and a 80 nm thick

GaAs QWR layer. Figs. 5(a) and (b) show the #at-
tened topography and the de#ection AFM image of
this sample. A signi"cant di!erence can be seen
between samples with and without the superlattice
bu!er layer by comparing the AFM images of
Fig. 5 to those in Fig. 3; that is, the quasi-periodic
step array on one of the two (3 1 1)A QWR facets
(the upper one in Fig. 5(b)) disappeared almost
completely in the sample with the superlattice buf-
fer layer. The widths of the (0 0 1) and the (3 1 1)A
facets are nearly the same as those of the sample
grown on NH

4
OH-etched substrate without the

superlattice bu!er layer. The ML smooth islands
on the (0 0 1) QWR facet were found to be slightly
longer than those of samples grown without the
superlattice bu!er layer. Therefore, the use of
a short-period superlattice bu!er layer can indeed
further improve the interface uniformity of the V-
shaped QWRs by suppressing the step bunching of
the (3 1 1)A QWR facets.

3.4. Evaluation of QWR interface roughness by k-PL

Finally, we investigated the interface uniformity
of AlGaAs/GaAs QWRs by l-PL spectroscopy.
The samples used were 5 nm thick single GaAs
QWRs grown on two kinds of V-grooved substra-
tes: with and without the NH

4
OH etching treat-

ment. The details of l-PL measurement can be
found in other publications [5,6]. The V-groove
period is 4lm, and a NH

4
OH etching time of 20 s

was used in this case. Figs. 6(a) and (b) give the
measured 10Kl-PL spectrum of QWR samples

grown on substrates without and with the NH
4
OH

etching treatment, respectively. In the sample
grown without NH

4
OH etching treatment, the

l-PL spectrum was split into about 10 sharp
peaks with a linewidth narrower than 0.35meV
distributed over an energy range of about 10 meV.
The appearance of sharp peaks was attributed to
the existence of extended ML step islands on the
(0 0 1) QWR facet along the wire direction [5]. The
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Fig. 6. 10 Kl-PL spectrum of a 5 nm thick GaAs QWR grown
(a) without and (b) with the NH

4
OH etching treatment.

3.3. Ewect of an AlGaAs/GaAs short-period
superlattice buwer layer

A superlattice layer is well known to be able to
smooth out roughness on the initial substrate sur-
face, and has been widely used as the bu!er layer in
quantum-well structures to achieve a smooth het-
erointerface [13,14]. In this study, in an attempt to
further improve the QWR interface uniformity, we
investigated the use of an AlGaAs/GaAs short-peri-
od superlattice bu!er layer. The sample, which
was grown on a NH

4
OH-etched V-grooved sub-

strate, consisted of a 150period Al
0.4

Ga
0.6

As(28As )/
GaAs(14As ) superlattice bu!er layer, a 0.7lm thick
Al

0.4
Ga

0.6
As barrier layer, and a 80 nm thick

GaAs QWR layer. Figs. 5(a) and (b) show the #at-
tened topography and the de#ection AFM image of
this sample. A signi"cant di!erence can be seen
between samples with and without the superlattice
bu!er layer by comparing the AFM images of
Fig. 5 to those in Fig. 3; that is, the quasi-periodic
step array on one of the two (3 1 1)A QWR facets
(the upper one in Fig. 5(b)) disappeared almost
completely in the sample with the superlattice buf-
fer layer. The widths of the (0 0 1) and the (3 1 1)A
facets are nearly the same as those of the sample
grown on NH

4
OH-etched substrate without the

superlattice bu!er layer. The ML smooth islands
on the (0 0 1) QWR facet were found to be slightly
longer than those of samples grown without the
superlattice bu!er layer. Therefore, the use of
a short-period superlattice bu!er layer can indeed
further improve the interface uniformity of the V-
shaped QWRs by suppressing the step bunching of
the (3 1 1)A QWR facets.

3.4. Evaluation of QWR interface roughness by k-PL

Finally, we investigated the interface uniformity
of AlGaAs/GaAs QWRs by l-PL spectroscopy.
The samples used were 5 nm thick single GaAs
QWRs grown on two kinds of V-grooved substra-
tes: with and without the NH

4
OH etching treat-

ment. The details of l-PL measurement can be
found in other publications [5,6]. The V-groove
period is 4lm, and a NH

4
OH etching time of 20 s

was used in this case. Figs. 6(a) and (b) give the
measured 10Kl-PL spectrum of QWR samples

grown on substrates without and with the NH
4
OH

etching treatment, respectively. In the sample
grown without NH

4
OH etching treatment, the

l-PL spectrum was split into about 10 sharp
peaks with a linewidth narrower than 0.35meV
distributed over an energy range of about 10 meV.
The appearance of sharp peaks was attributed to
the existence of extended ML step islands on the
(0 0 1) QWR facet along the wire direction [5]. The
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Fig. 3.12 – Spectres de µ-PL de deux échantillons élaborés sur des substrats (a) non
attaqué et (b) attaqué

3.2.2 Nouvelle source d’arsenic

X.L. Wang a récemment été amené, pour des raisons de sécurité, à utiliser un nouveau
type de source d’arsenic dans son bâti d’épitaxie[15]. L’arsine (AsH3) étant un poison très
dangereux, il travaille désormais avec un butyl-arsine tertiaire (TBAs). Les échantillons
élaborés avec cette source présentent une réduction importante de la recombinaison non
radiative à haute température, l’intensité intégrée de la luminescence restant constante
jusqu’à 120 K [61] (Fig. 3.13). La luminescence est encore détectable à température am-
biante, même si elle est 100 fois inférieure à celle obtenue à basse température. Cela
constitue une amélioration notable par rapport aux échantillons antérieurs, pour lesquels
la recombinaison radiative était 10 fois inférieure à 200 K. Cela signifie que la concentra-
tion de centres non radiatifs est beaucoup plus faible avec cette nouvelle source d’arsenic.

3.2.3 Alignement de la gravure sur la direction cristallogra-
phique [011̄]

Les échantillons dits “de la nouvelle génération” sont ceux obtenus après les deux
améliorations que nous venons de présenter. Comme le montre la carte présentée en fi-
gure 3.6, les fluctuations de l’interface (100) sont rares (tous les 5 µm), et le potentiel
désordonné est déterminé sur une échelle plus petite par les fluctuations des autres in-
terfaces, (311) et (111), qui interviennent dans le confinement des porteurs. La rugosité
de ces interfaces ne dépend pas seulement de la planéité du substrat gravé, mais aussi
de l’orientation de la gravure du V par rapport à la direction cristallographique [011̄]
qui constitue l’axe du fil. En effet, un petit angle θAl entre ces deux directions n’induit
pas de marches sur l’interface (100), mais en crée sur les interfaces latérales, comme le
montre le schéma 3.14. La distance moyenne entre de telles marches peut être évaluée
simplement, et vaut 2,83 Å/ tan(θAl)

6. Il est donc nécessaire d’avoir de très petits angles
de désorientation pour obtenir des interfaces sans marches induites par ce mécanisme

6. L’épaisseur d’une monocouche de GaAs est de 2,83 Å, soit la moitié du paramètre de maille.
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

We further investigated the temperature dependence of
PL decay times in order to make a quantitative comparison
of the nonradiative recombination rate. Figures 3~a! and 3~b!
show the temperature dependent PL decay curves of the
ground state peaks of the TBAs and AsH3 samples, respec-
tively. In Fig. 4, we show the temperature dependence of the
decay times calculated from the decay curves. The decay

time of the TBAs sample increases continuously with in-
creasing temperature to a temperature as high as 240 K,
while that of the AsH3 sample begins to decrease above 150
K. In other words, the TBAs sample showed a maximum
decay time temperature of about 100 K higher than that of
the AsH3 sample. It is theoretically predicted that the radia-
tive lifetime of a QWR should increase continuously in pro-
portion to the square root of the temperature.14 Note, how-
ever, that the nonradiative recombination process, which will
become faster and faster as the temperature increases, com-
petes with the radiative recombination process. Therefore,
the experimentally observed temperature dependent decay
time should exhibit a maximum. A higher temperature of
maximum decay time means a lower density of nonradiative
recombination centers. The temperature dependent decay
time results shown in Figs. 3 and 4 confirm that the nonra-
diative recombination centers in QWRs grown using TBAs
were dramatically reduced compared with those in the AsH3

samples.

FIG. 1. Temperature dependent PL spectra of QWR samples grown by using
~a! TBAs and~b! AsH3 as the arsenic source.

FIG. 2. Temperature dependence of the integrated PL intensity of the TBAs
~solid circle! and the AsH3 ~hollow triangle! samples, respectively.

FIG. 3. Temperature dependent PL decay curves of~a! the TBAs sample
and ~b! the AsH3 sample.
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We estimate the nonradiative lifetimes at a given tem-
perature from the standard expression for PL radiative effi-
ciency

h~T!512~td /tnr!5I ~T!/I 0 , ~1!

wheretd is the PL decay time,tnr is the nonradiative life-
time, I (T) is the integrated PL intensity at temperatureT,
and I 0 is the integrated PL intensity for unity radiative effi-
ciency. Here, we take PL intensities below 120 and 90 K as
the I 0 for the TBAs and AsH3 samples, respectively. We can
thus deduce the temperature dependence of the nonradiative
lifetimes from Eq.~1!, giving the results shown in Fig. 4. We
estimated the nonradiative lifetime at room temperature of
the AsH3 sample by extending the curve to room temperature
as we did in obtaining the room temperature integrated PL
intensity in Fig. 2. In this case, we obtained a value of about
15 ps for the AsH3 sample, which is 28 times shorter than
that obtained for the TBAs sample at room temperature
~about 420 ps!.

In AlGaAs/GaAs quantum structures, nonradiative re-
combination centers are primarily related to impurities such
as oxygen, silicon, etc., which form deep levels in AlGaAs
barriers. Bulk and quantum well structures grown using
TBAs on ~001! flat substrates showed similar optical and
electrical qualities as those grown using AsH3, suggesting no
significant difference in incorporation of impurities between
TBAs and AsH3.

15 The large difference observed in the

growth of V-grooved QWRs in this study indicates that im-
purities around the V-grooved bottom are probably greatly
reduced in the case of growth using TBAs due to differences
in surface reaction dynamics between TBAs and AsH3 whose
details are not yet very clear.

In summary, our comparative study on the luminescence
recombination processes of AlGaAs/GaAs QWRs grown us-
ing TBAs and AsH3 by means of Pl and TRPL measurements
demonstrates that nonradiative recombination centers are
dramatically reduced in QWRs grown using TBAs as the
arsenic source compared with those grown using AsH3. Con-
stant integrated PL intensity was observed up to a tempera-
ture of 120 K for the TBAs sample, which is approximately
30 K higher than the temperature obtained for the AsH3

sample. At room temperature, the integrated PL intensity of
the TBAs sample can be as much as 3000 times stronger than
that of the AsH3 sample. The TBAs sample showed a tem-
perature of maximum decay time of approximately 100 K
greater than that of the AsH3 sample. A room temperature
nonradiative lifetime of about 420 ps was obtained for the
TBAs sample, which is approximately 28 times longer than
that of the AsH3 sample~about 15 ps!. These results are
expected to be extremely useful for highly efficient optoelec-
tronic and novel nano-wire devices, such as QWR lasers,
quantum computation devices,16 etc.
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FIG. 4. Temperature dependence of decay times and nonradiative lifetimes.
The solid circle and star lines are the decay times and nonradiative lifetimes,
respectively, of the TBAs sample. The hollow up-triangle and down-triangle
lines are the decay times and nonradiative lifetimes, respectively, of the
AsH3 sample. The dotted line is the extension of the nonradiative lifetime
line to higher temperatures.
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Fig. 3.13 – Intensité intégrée de la luminescence et temps de vie radiatif et non-radiatif,
en fonction de la température, pour des fils quantiques fabriqués à partir d’AsH3 et de
TBAs. D’après [61].

sur de grandes distances, typiquement θAl ≈ 3.10−4 rad ≈ 0,02◦ pour une distance de
100 nm.

X.L. Wang a pour cette raison tenté de réduire l’angle de désorientation lors du proces-
sus de photo-lithographie, qui est de l’ordre de 0,1◦ pour les fils de l’ancienne génération. Il
est désormais capable de mâıtriser cette désorientation à 0,005◦ près, certains échantillons
étant même presque parfaitement orientés (θAl < 0,0007◦). Cet angle est mesuré au mi-
croscope entre la direction d’un V et une surface clivée, sur la largeur d’un échantillon.
Les cartes obtenues sur ces différents échantillons sont présentées sur la figure 3.15.

θAl

(311)

(100)

Fig. 3.14 – Représentation schématique des interfaces du fil en présence d’un petit angle
entre l’axe de la gravure et la direction [011̄] du substrat.

La carte de fils de l’échantillon NM135 présentant un grand angle de désorientation
(θAl ≈ 0,1◦) est assez complexe, et comporte à la fois des taches fines et larges spectra-
lement, et localisées et étendues spatialement. Le même type de cartes a été obtenu sur
différents fils. La densité de taches est de l’ordre de 4 µm−1.

La carte d’un fil de l’échantillon NM125, présentant un angle de désorientation in-
termédiaire (θAl ≈ 0,005◦), est composée d’une part de taches étendues spatialement
et larges spectralement, pour la plupart concentrées en énergie autour de 1,647 eV , soit
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Fig. 3.15 – Cartes de fils quantiques d’échantillons ayant des angles de désorientation
différents, classés par ordre décroissant : (a) NM135, θAl ≈ 0,1◦; (b) NM125, θAl ≈
0,005◦; (c) NM172, θAl < 0,0007◦ similaire à l’échantillon NM79 présenté en fig. 3.6
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Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

l’énergie de confinement du “fil médian”, et d’autre part de pics fins, à plus haute énergie,
mettant en évidence des variations de l’épaisseur du fil de −1 et −2 monocouches. La
densité de taches est de l’ordre de 2 µm−1.

Enfin, sur l’échantillon NM172 présentant un très petit angle de désorientation
(θAl < 0,0007◦), comme sur l’échantillon NM79 présenté sur la figure 3.6, la carte d’un
fil est composée exclusivement de taches larges spectralement, les plus étendues étant
concentrées en énergie autour de 1,641 eV . Des variations de l’épaisseur du fil de ±1 et
±2 monocouches apparaissent. La densité de taches est de l’ordre de 1,2 µm−1. Nous
n’avons observé de taches très étendues (> 2 µm), dans lesquelles le spectre de µ-PL est
composé d’un seul pic, que dans ces deux derniers échantillons.

L’importance de l’alignement de l’axe du V sur la direction cristallographique [011̄]
est donc mise en évidence par les expériences d’imagerie que nous avons réalisées. L’ob-
tention de zones étendues sur plus de deux microns exemptes de fluctuations d’interfaces
est en particulier conditionnée à un alignement quasi-parfait (θAl < 0,0007◦), comparable
avec celui nécessaire (θAl ≈ 0,001◦) pour que la distance entre les marches latérales soit
de 2 µm. De plus, les pics fins similaires à ceux observés pour des états très localisés
dans les fils de l’ancienne génération sont aussi présents dans les fils récents mais d’ali-
gnement imparfait. L’apparition de marches latérales dues à l’imprécision de l’alignement
n’est cependant pas la seule cause de rugosité des hétéro-interfaces, comme le montrent
les échantillons NM79 et NM172, qui sont presque parfaitement alignés et présentent
néanmoins une densité d’̂ılots supérieure à la valeur 0,4 µm−1 que l’on pourrait déduire
de θAl. Enfin, pour les “grands” angles de désorientation (θAl ≈ 0,1◦), l’imagerie montre
l’existence de zones étendues spatialement dans lequel le spectre de µ-PL est composé de
quelques pics fins, ce que nous n’expliquons pas à ce jour.
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3.3 Nature des états selon le type de désordre

Le potentiel désordonné généré par les fluctuations d’hétéro-interfaces est caractérisé
par deux grandeurs caractéristiques, son amplitude Vloc et sa longueur caractéristique
Lloc, qui doivent être comparées aux autres grandeurs en jeu de manière à comprendre la
nature de la localisation. Comme nous venons de le montrer, les valeurs de ces grandeurs
sont Vloc ≈ 9 meV et Lloc ≈ 500 ou 5000 Å pour les fils que nous avons étudiés, selon
qu’ils sont de l’ancienne ou de la nouvelle génération 7.

3.3.1 Compétition avec l’interaction Coulombienne

La localisation doit en premier lieu être comparée à l’interaction Coulombienne. Le
potentiel désordonné agit en effet séparément sur l’électron et le trou, dans l’approxima-
tion de la fonction enveloppe appliquée aux deux particules dans la direction “libre” x
du fil, et entre en compétition avec l’interaction Coulombienne entre l’électron et le trou,
caractérisée par l’énergie de liaison de l’exciton ECoul = 20 meV et son rayon de Bohr
a1D
X = 70 Å. Le rôle de chaque interaction dans les différents régimes est précisé dans le

tableau 3.3.1.

Vloc >> ECoul Vloc << ECoul
Interaction Coulombienne Potentiel de localisation
traitée en perturbation traité en perturbation

Lloc >> a1D
X L’exciton se forme L’exciton est localisé

dans chaque défaut par le même potentiel
Lloc << a1D

X Paire électron trou L’exciton est localisé
dans une bôıte quantique par un potentiel moyenné sur a1D

X

Tab. 3.1 – Compétition entre localisation et interaction Coulombienne

Dans notre cas, la longueur caractéristique Lloc est très grande devant le rayon de Bohr
de l’exciton, et l’interaction Coulombienne est environ deux fois plus forte que le potentiel
désordonné. L’exciton se forme donc, et subit un potentiel désordonné éventuellement
moyenné sur un rayon de Bohr, dont les composantes variant rapidement sont coupées.

3.3.2 Régimes 0D et 1D

La longueur caractéristique du potentiel désordonné doit aussi être comparée à la

longueur d’onde de de Broglie λTh =

√
2πh̄2

mkBT
, qui vaut à T = 10 K et en prenant pour

masse de l’exciton mX = me + mh1 = 0,178 m0 : λTh ≈ 500Å. Considérons en effet,
pour simplifier le potentiel désordonné, une bôıte de longueur Lloc et de profondeur Vloc
[16, p 1]. Si cette bôıte contient plusieurs états confinés, les énergies des premiers états

s’écrivent approximativement n2 h̄2π2

2mXL
2
loc

, avec n = 1,2,... La comparaison de ces énergies,

calculées grossièrement, avec l’énergie thermique kBT montre que si Lloc << λTh, le
système se comporte comme une bôıte quantique, avec des niveaux discrets dont seul le
fondamental est peuplé thermiquement, alors que pour Lloc >> λTh les états propres du
potentiel désordonné forment un quasi-continuum d’états peuplés thermiquement.

7. Dans cette partie, comme dans toutes les parties théoriques, les longueurs seront exprimées en Å.
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Considérons maintenant les deux types de fils dont nous avons caractérisé le poten-
tiel de localisation par imagerie. Dans les fils de l’ancienne génération, la longueur de
localisation est de l’ordre de 500 Å. Une bôıte de cette longueur et de 9 meV de profon-
deur possède 4 états confinés, les deux premiers étant séparés de 3 h̄2π2

2mXL
2
loc

≈ 2 meV .

Lorsque Lloc varie entre 200 et 1000 Å, le nombre d’états confinés varie de 2 à 15
et l’écart énergétique entre les premiers états de 6 à 0,5 meV , qu’il faut comparer à
kBT = 0,86 meV à T = 10 K. La plupart des défauts constituent donc de vraies bôıtes
quantiques, dont les niveaux sont bien séparés énergétiquement et seul l’état fondamental
est peuplé. C’est pourquoi nous avons qualifié ces fils quantiques de “fils en régime 0D”.
Cela est confirmé par la finesse spectrale des pics de µ-PL qui leur sont associés, et par
un grand nombre de leur propriétés, qui seront détaillées au chapitre 4. En particulier
leur probabilité de recombinaison radiative est proportionnelle à la taille des défauts, et
le couplage avec les phonons se fait entre états discrets [23, 52, 53]. C’est aussi dans ce
type de fils quantiques qu’a été mis en évidence la “répulsion de niveaux”, c’est-à-dire
le fait que la distribution des écarts énergétiques entre états localisés présente un creux
entre 0 et h̄2π2

2mXL
2
loc

(cf Sec. 3.3.4).

Dans le cas des meilleurs fils quantiques de la nouvelle génération, pour lesquels l’angle
de désorientation entre la gravure du V et la direction cristallographique est très petit,
les ı̂lots délimités par les fluctuations des interfaces sont étendus sur 3000 Å à 2.104 Å.
Le nombre de niveaux confinés dans une telle bôıte est, pour une longueur Lloc = 5000 Å,
de l’ordre de 30, et l’écart entre les premiers niveaux est de l’ordre de 3 h̄2π2

2mXL
2
loc
≈ 25 µeV .

Cette écart énergétique est donc beaucoup plus petit que kBT , et que l’élargissement
homogène des états, qui sera évalué au chapitre 4. Nous avons donc baptisé ces fils
quantiques “fils en régime 1D”, et nous essaierons de comprendre les changements que
cela induit sur les propriétés optique du système.

3.3.3 Simulation du potentiel désordonné

Nous avons analysé, en collaboration avec Robson Ferreira du Laboratoire de Physique
de la Matière Condensée (ENS, Paris), l’effet d’un potentiel désordonné sur les excitons
dans deux modèles génériques, que nous avons comparés : le cas d’une bôıte “carrée”
et celui d’un potentiel aléatoire de type gaussien. Nous les comparerons dans deux cas
limites, pour des longueurs caractéristiques du désordre de 500 et 5000 Å respectivement.

Modèle de bôıtes simples

La résolution du problème d’une bôıte carrée, unique, de profondeur Vloc et de longueur
Lloc, est celle du problème bien connu du puits quantique, et est analytique [16, p 1]. Les
états propres de la bôıte dans les deux cas que nous considérons sont présentés sur la
figure 3.16. Dans le cas de la grande bôıte, nous retrouvons en moyenne la densité d’états
du fil quantique, en 1/

√
E, et la longueur de la bôıte joue en quelque sorte le rôle d’une

longueur de quantification des états du fil.

Cas d’un potentiel aléatoire gaussien

Pour modéliser de manière plus précise le potentiel désordonné agissant sur les ex-
citons, il faut s’intéresser à la distribution spatiale des marches d’une monocouche sur
les hétéro-interfaces. Ce problème s’avère très complexe et nécessiterait de connâıtre la
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Fig. 3.16 – Etats propres d’une bôıte quantique de profondeur Vloc = 9 meV , pour des
longueurs (a) Lloc = 500 Å et (b) Lloc = 5000 Å.
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statistique qui régit ces défauts, qui est intimement liée aux mécanismes de croissance.
Cependant, si nous faisons l’hypothèse que les positions des marches ne sont pas corrélées
entre elles, nous pouvons décrire le potentiel désordonné par une distribution gaussienne
[62, 63]. Nous avons donc repris, en collaboration avec Robson Ferreira, l’étude numérique
menée par David Larousserie dans le quatrième chapitre de sa thèse [64] pour l’adapter
spécifiquement aux fils quantiques que nous avons étudiés.

Le principe de ce calcul est le suivant : le potentiel est décrit dans l’espace réciproque
pour un fil de longueur de quantification LQ finie 8 par ses composantes de Fourier :

V (q) = Vloc

√√√√LC
√

2π

LQ
e−q

2L2
C/4−iφ(q)

pour q 6= 0. φ(q) est une phase aléatoire dans [0,2π] choisie impaire en q pour garantir
que le potentiel V (x) est réel. Vloc est l’écart-type du potentiel aléatoire 9, et est aussi
la profondeur moyenne d’un minimum de ce potentiel, c’est-à-dire d’un défaut vu par
l’exciton. La longueur de corrélation LC de la distribution gaussienne est reliée à la
longueur caractéristique des défauts Lloc dans ce type de désordre par :

Lloc = 2 LC
√

ln 2.

Les états propres de ce potentiel désordonné, calculés en diagonalisant l’hamiltonien
correspondant sur une base finie d’ondes planes, sont présentés dans les deux cas que
nous considérons sur la figure 3.17. Nous retrouvons à basse énergie des états discrets
bien séparés énergétiquement, similaires à ceux obtenus dans le cas d’une simple bôıte
carrée, dans le cas des petites bôıtes. Dans le cas de la grande bôıte, les états forment
dans chaque défaut un quasi-continuum, même si nous ne retrouvons plus en moyenne la
densité d’états du fil quantique, en 1/

√
E, mais plutôt celle d’un puits harmonique, qui

est constante, à la différence du modèle de la bôıte carrée et du cas du fil infini parfait.
Dans les deux cas, les états à haute énergie sont dispersifs et ont un vecteur d’onde bien
défini.

Le modèle développé permet aussi de calculer la force d’oscillateur de chaque état
(cf Sec. 1.5), les probabilités de transition d’état à état par interaction avec les phonons
acoustiques (cf Sec. 4.2) et le facteur d’occupation des états à une température donnée, en
supposant que les excitons ont été créés à plus haute énergie. Le spectre de luminescence
peut ainsi être calculé en moyennant sur un grand nombre de configurations du potentiel
aléatoire, et des spectres de µ-PL sont obtenus pour chacune de ces configurations. Les
spectres de µ-PL associés aux deux configurations de la figure 3.17 sont présentés sur la
figure 3.18, ainsi que les densités d’états.

Les diverses propriétés des excitons étudiées au chapitre 4 seront modélisées pour les
deux types de désordre que nous venons de décrire.

3.3.4 A propos de la “répulsion de niveaux”

L’étude de l’autocorrélation Rc(E) d’images en champ proche (SNOM) de puits quan-
tiques désordonnés a récemment permis de mettre en évidence l’effet de “répulsion de
niveaux” [55]. Historiquement appelé répulsion, cet effet n’est pas dû à une interac-
tion entre excitons dans des états localisés différents, mais au fait que quantiquement

8. LQ représente la taille du problème.
9. Vloc est noté σ dans la thèse de David Larousserie.
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Fig. 3.17 – Etats propres d’un potentiel désordonné gaussien de profondeur Vloc = 4 meV
reproduisant les spectres de macro-luminescence, pour des longueurs caractéristiques (a)
Lloc = 500 Å et (b) Lloc = 5000 Å. Les états sont représentés par des barres horizontales
centrées à leur position moyenne, de longueur leur extension moyenne, et d’ordonnée
l’énergie de l’état.
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Fig. 3.18 – Spectres de µ-PL (pics) obtenus pour les mêmes configurations du potentiel
aléatoire qu’à la figure 3.17, soit Vloc = 4 meV et (a) Lloc = 500 Å et (b) Lloc = 5000 Å.
La courbe en traits pointillés représente la densité d’états.
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deux états localisés dont les fonctions d’onde se recouvrent ne peuvent être dégénérés en
énergie. De manière schématique, de tels états sont séparés en énergie d’une grandeur de
l’ordre de h̄2/2Mξ2, où ξ est la longueur sur laquelle les fonctions d’onde se recouvrent
(Fig. 3.19.a).

Etats délocalisés

Axe du filAxe du fil

a) Potentiel désordonné b) Boites indépendantes

Fig. 3.19 – (a) Représentation schématique du principe de la “répulsion de niveaux”,
d’après [55]. Les états localisés α et γ ne peuvent être dégénérés en énergie car ils se
recouvrent, contrairement aux états α et β; (b) Dans un modèle de bôıtes indépendantes,
les énergies des niveaux α, β et γ ne sont pas corrélées.

R. Idrissi a très récemment étudié en SNOM des fils quantiques en régime 0D de
X.L. Wang [57], par une expérience similaire à celle réalisée dans les puits quantiques
désordonnés [55]. Le spectre d’auto-corrélation obtenu (Fig. 3.20) présente des signatures
de l’effet de répulsion de niveaux, qui se traduit par un “trou” aux petites énergies dans
Rc(E), pour des valeurs de E comprises entre 1 et 3 meV . Ce spectre est comparé aux
résultats d’une simulation identique à celle décrite au paragraphe 3.3.3, mais pour un
désordre plus important (Vloc = 9,5 meV au lieu de 4 meV ).

L’effet de la répulsion de niveaux n’apparâıt pas clairement sur le spectre d’au-
tocorrélation présenté en figure 3.4, obtenu sur un échantillon différent mais de la
même génération. Le spectre est assez bruité, et présente une seule structure de largeur
≈ 0,5 meV à E = 1,6 meV . L’existence d’une répulsion de niveaux ne pourrait justi-
fier un tel “trou”, en particulier elle n’est pas aussi sélective en énergie et devrait avoir
lieu sur une plus large plage spectrale. Ceci s’explique par plusieurs différences majeures
entre les deux expériences. D’un point de vue technique tout d’abord, la résolution spa-
tiale de notre expérience de µ-PL est inférieure à celle du SNOM (environ 200 nm) et le
filtre d’autocorrélation spatiale est donc moins bon. D’autre part, le potentiel désordonné
possède dans les fils que nous avons étudié une longueur de corrélation légèrement plus
grande (500 Å) et surtout une amplitude deux fois plus faible. Comme nous l’avons
montré dans la section 3.3.3, les minima du potentiel désordonné dans ces fils se com-
portent alors comme des bôıtes quantiques indépendantes (Fig 3.19.b). Cette description
a été validée dans ces fils par les travaux de Joël Bellessa, qui a relié les propriétés op-
tiques et dynamiques des états localisés à la taille des bôıtes quantiques correspondantes
[23, 52, 53]. Les états excités des bôıtes, dont l’écart énergétique avec le fondamental
peut être vu comme l’effet de la “répulsion de niveaux”, n’émettent pas en luminescence
et n’apparaissent donc pas dans les cartes, ce qui explique que l’effet ne soit pas visible
dans l’autocorrélation Rc(E).

90



Chapitre 3: Le désordre dans les fils quantiques

3

<
S
>

 (
a
rb

. 
u
n
it

s
)

1.681.671.661.651.64

E (eV)

S
p
e
c
tr

u
m

1.681.671.661.651.64

E (eV)

(a)

(b)

(c)

S
e
lf
-c

o
n
v
o
lu

ti
o
n
 (

a
.u

)

-40 -20 0 20 40

∆E (meV)

FIG. 2: (a) Average of the normalised spectra (T = 8 K),
excitation power density 0.01 W/cm2. (b) Typical near-�eld
spectrum at a �xed spatial position on a QWR. (c) Average
of the self-convolutions of each normalised spectra hC(S;�E)i
(solid line) and self-convolution of the normalised spectra av-
erage C(hSi;�E ) (dashed line).

is a more signi�cant quantity, called autocorrelation [4],
by the fact that the contribution of the uncorrelated ex-
citon states in hC(S;�E )i and C(hSi;�E ) cancels in it,
and, then, �C (�E ) represents a microscopic statistical
property of the system. Then, for small �E, C(S;�E)
vanishes as [12]

C(S;�E) ����!
�E!0

j�E j

�S
(4)

where �S is the energy separation average.
The autocorrelation function [Fig. 3] features a

strong peak at �E = 0 which is explained by the
self-convolution of each emission line, and the self-
convolution of the noise spikes in the spectra. The ex-
pected dip, when �E is close to zero, clearly starts at

2.4 meV, but is partially hidden by the self-convolution
of the single emission lines. However, the emission lines
are narrow enough and the e�ect of the level repulsion
appears. The energy separation average �S caused by
repulsion can be estimated to about 2 meV.
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FIG. 3: Autocorrelation function �C (�E) at T = 8 K, show
for experimental data (circles), the Lorentz-convoluted nu-
merical simulation (solid line) and the raw numerical simula-
tion (dotted line). Level repulsion is evident from the shoulder
around 2.4 meV (circles and solid line).

The general behavior of the autocorrelation function
[Fig. 3] is accorded to classical theory [13] : �C (�E )
is positive for �E � 7 meV resulting from the fact that
states wich are close in real space have similar energies.
This positive part in the classical limit is due to the corre-
lation of eigenenergies wich are the values assumed by the
e�ective disordered potential. By de�nition, �C (�E )
becomes negative for large �E until reaching zero, sinceR
�C (�E )d�E = 0.

Fitting the experimental autocorrelation function
[Fig. 3 (circles)] in the classical limit, without taking care
of the dip due to the quantum mechanical level repulsion
when �E goes to zero, allows to extract a signi�cant pa-
rameter � wich is the average potential amplitude used for
describing the random distribution of the disorder in the
e�ective potential (�2 = hV 2(0)i). Another important
parameter is the correlation length � wich is related to
the exciton Bohr radius and to the microscopic structure
of the interfaces. It is considered that the center-of-mass

Fig. 3.20 – Spectre d’autocorrélation Rc(E) (noté ∆C(∆E) sur la figure) obtenu sur
des fils quantiques en V dans le régime 0D, d’après [57]. Les ronds désignent la courbe
expérimentale, et les tirets la courbe simulée pour un potentiel aléatoire gaussien de va-
riance σ = Vloc et de longueur de corrélation ξ = Lloc/(2

√
ln 2) indiquées; la courbe en

trait plein présente le résultat de la convolution de la courbe simulée par une lorentzienne
de largeur γ, qui correspond à la résolution spectrale de l’expérience.
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3.4 Signatures du désordre résiduel

Dans les meilleurs échantillons dits en régime 1D (NM79 et NM172), nous avons
montré que les fluctuations d’une monocouche des hétéro-interfaces sont peu nombreuses
et séparées par des distances suffisamment importantes pour que les états d’excitons
localisés dans ce type d’̂ılots forment une bande d’états 1D très proches en énergie.
Cependant, le pic de luminescence associé à de tels ı̂lots a toujours une largeur spectrale
∆E relativement importante, de 1 meV à T = 10 K, et est très bien reproduit par
une lorentzienne. Cette largeur est a priori reliée au désordre, au sens large du terme,
dynamique ou statique, et intrinsèque ou extrinsèque. La forme lorentzienne de la raie
est compatible avec un élargissement purement homogène, dû au déphasage de l’exciton
par interaction avec un ou plusieurs continuums, caractérisée par une probabilité de
transition de l’exciton 1/τ = ∆E/h̄ correspondant à un temps de déphasage τ ≈ 1 ps
très court. C’est ce que nous appellerons un désordre dynamique. Mais l’hypothèse d’un
élargissement inhomogène, dû à un désordre statique, ne peut être exclue a priori. C’est
à cette question que nous allons répondre dans cette section.

Nous avons dans un premier temps cherché à expliquer cet élargissement par des
mécanismes intrinsèques, mais les contributions à l’élargissement homogène de la transi-
tion dues à la recombinaison radiative (Γrad ≈ 2 µeV ) et à l’interaction avec les phonons
(Γphon ≈ 60 µeV ) ne sont pas suffisantes pour expliquer la largeur ∆E mesurée. Nous
considérerons chacune de ces interactions plus en détail au chapitre 4.

Les causes extrinsèques possibles de désordre sont nombreuses. Un désordre statique
peut être généré par le désordre d’alliage, par une rugosité des interfaces à une échelle
inférieure au rayon de Bohr de l’exciton, par la présence d’impuretés ou par l’existence
de champs piézo-électriques internes dans la structure. Les causes de désordre dynamique
et extrinsèque sont plus complexes, et peuvent faire intervenir des mécanismes de charge
et décharge d’impuretés, ou bien des charges photo-créées non recombinées.

Après avoir présenté séparément l’effet piézo-électrique, puis chacun des mécanismes
de désordre statique et dynamique, nous interpréterons un faisceau d’expériences très
variées présentant chacune des signatures du désordre résiduel.

3.4.1 Champs piézo-électriques internes

Evaluation du champ piézo-électrique dans les fils en V

L’effet piézo-électrique se produit dans certains matériaux semiconducteurs lorsqu’ils
sont contraints [65]. Il est la conséquence du caractère non centro-symétrique du cristal
semiconducteur, ce qui est le cas pour les matériaux III-V et II-VI. Dans les hétéro-
structures, les contraintes apparaissent en général uniquement au voisinage des hétéro-
interfaces en raison du désaccord de paramètre de maille entre les différents matériaux, et
relaxent lorsque l’on s’éloigne de ces interfaces. Les polarisations et les champs électriques
générés par ces contraintes sont donc concentrés autour des interfaces. Il est à noter que
seules les contraintes biaxiales, en particulier de cisaillement, donnent lieu à l’apparition
d’un champ piézo-électrique, qui n’existe pas en présence d’une contrainte de compression
uniaxiale. En termes de tenseur de contraintes, l’effet piézo-électrique est lié à l’existence
d’éléments de matrice non-diagonaux différents de zéro dans ce tenseur.

Considérons désormais le cas de nos fils quantiques semiconducteurs. Les interfaces
entre le puits de GaAs et la barrière de GaAlAs sont formées de facettes (100), (311)
et (111). Les contraintes à l’interface (100) sont de type uniaxial en raison de la grande
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symétrie de cette surface, et ne génèrent pas de champ piézo-électrique. Les facettes (111)
sont pour leur part relativement éloignées du centre du fil, et l’exciton est peu sensible aux
polarisations et champs piézo-électriques relatifs à cette interface. Nous nous intéresserons
donc de manière préférentielle à l’interface (311). Nous ferons l’hypothèse que seul le GaAs
est contraint, en raison de son épaisseur trop faible pour permettre une relaxation de la
contrainte. La couche de GaAlAs, d’épaisseur 900 nm, est pour sa part relaxée au niveau
du fil. Dans le GaAs, la polarisation P est reliée aux éléments non diagonaux du tenseur
de contraintes symétrisé ε̂ par la relation [65, 66] :

Pi =
∑
i6=j 6=k

2e14εjk,

où e14 = 0,16 C.m−2 est la constante piézo-électrique dans GaAs. Dans le repère lié à
cette interface, dont les axes sont x′ = [2̄33], y′ = [011̄] = x et z′ = [311] (Fig. 3.21),
le tenseur de contraintes au voisinage d’une interface AlAs/GaAs est déduit des pa-
ramètres de maille des deux matériaux [67]. Il relie les vecteurs de base (x̃′,ỹ′,z̃′) de
la maille du cristal contraint à la base (x̂′,ŷ′,ẑ′) du cristal non contraint par l’équation
x̃′ = (1 + εx′x′)x̂′ + εx′y′ŷ′ + εx′z′ ẑ′ et ses analogues pour ỹ′ et z̃′. Il varie en première
approximation linéairement avec la concentration d’Al, ce qui permet de le calculer à
l’interface GaAs/Al0,43Ga0,57As, ainsi que la polarisation et le champ électrique induits
E = P/ε0εr, où εr = 12,85 est la constante diélectrique relative dans GaAs. Ces quantités
sont récapitulées dans la table 3.2.

(100)
(311)

(111)

z [100]

x [011]
y [011]z' [311]

y' [011]
x' [233]

{{ Sur la facette
(100)

Sur la facette
(311)

Fig. 3.21 – Bases considérées dans le calcul du champ piézo-électrique.

AlAs / GaAs GaAs/Al0,43Ga0,57As
εx′y′ = −1,37.10−3 εx′y′ = +5,8.10−4 Pz′ = 1,9.10−4 C.m−2 Ez′ = 1,6.106 V.m−1

εy′z′ = 0 εy′z′ = 0 Px′ = 0 Ex′ = 0
εx′z′ = −3,97.10−4 εx′z′ = +1,7.10−4 Py′ = 5,4.10−5 C.m−2 Ey′ = 4,7.105 V.m−1

Tab. 3.2 – Contrainte, polarisation et champ piézo-électrique à l’interface (113)A [67]

Le changement de signe de la contrainte est dû à l’ordre inversé des matériaux à
l’interface.
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Il existe donc à l’interface (311) deux composantes non nulles de la polarisation, l’une
dirigée suivant l’axe du fil (y′) et l’autre perpendiculaire à l’interface (z′). Les champs
électriques associés agissent sur les excitons confinés dans le fil de manière très différente
suivant ces deux directions, que nous allons considérer séparément.

Effet de la composante du champ piézo-électrique perpendiculaire à l’axe du
fil

Dans la direction z′ perpendiculaire à l’interface, les excitons sont confinés et la
présence du champ électrique Ez′ se traduit par un effet Stark confiné quantiquement
(QCSE). Ce champ se décompose en deux composantes suivant l’axe z de croissance et
l’axe y de confinement latéral respectivement. Pour obtenir un premier ordre de grandeur
de l’effet de ce champ, nous pouvons calculer la correction en énergie, au deuxième ordre
en perturbation dans la limite des faibles champs électriques [16, p 308], comme dans
un puits quantique, dans les deux directions de confinement supposées indépendantes
(Fig. 3.22). Cette correction s’écrit dans le cas d’un puits quantique d’épaisseur L à
barrières infinies −e2E2d2/∆EConf , où d = L/π2 est l’élément de matrice de z entre
les deux premières sous-bandes du puits, et ∆EConf = 3h̄2π2/2mL2 est la différence
d’énergie entre ces deux sous-bandes. Elle est donc proportionnelle, pour l’exciton, à
−e2E2L4(me + mh) en prenant soin de prendre les masses effectives du trou correspon-
dant aux directions considérées. Cette correction vaut dans le cas des fils étudiés environ
−10 µeV dans la direction z′ et −200 µeV dans la direction y′. Elle est petite devant la
séparation entre les premières sous-bandes, ce qui justifie le traitement perturbatif choisi.

Un traitement plus complet, tenant compte des fonctions d’onde réelles du fil quan-
tique, a été réalisé par L. De Caro et L. Tapfer dans des fils gravés en V In0,2Ga0,8As/GaAs
[68]. Le désaccord de maille entre InAs et GaAs étant environ 50 fois plus important
qu’entre AlAs et GaAs (εx′y′ = −6,69.10−2 au lieu de −1,37.10−3), les champs piézo-
électriques sont importants dans ce type d’hétéro-structures, malgré une constante piézo-
électrique plus faible (e14 = 0,045 C.m−2) et une constante diélectrique εr = 15,15 plus
grande dans InAs que dans GaAs. Dans cette étude, les champs piézo-électriques sont
aussi de l’ordre de 106 V.m−1 sur les facettes latérales du fil, soit 2 fois moins que dans nos
fils, et la correction en énergie vue par les excitons est de l’ordre de −5 meV . En tenant
compte de l’extension des états confinés dans la direction latérale, qui donne lieu à l’effet
le plus important comme nous venons de le voir, et qui est deux fois plus importante
dans les fils InGaAs que dans nos fils, nous pouvons extrapoler la correction en énergie
induite dans notre système, qui vaut environ −5 meV × 2/24 ≈ −0,5 meV en vertu de
la loi en L4 écrite ci-dessus.

Effet de la composante du champ piézo-électrique parallèle à l’axe du fil

Dans la direction libre y′ = x du fil, le champ piézo-électrique Ey′ ≈ 5.105 V.m−1

entre en compétition avec l’interaction Coulombienne entre l’électron et le trou [16, p
304]. Notons qu’il n’agit pas sur le mouvement du centre de masse de l’exciton, mais
seulement sur son mouvement relatif, car la charge totale de l’exciton est nulle. L’ha-
miltonien d’interaction entre l’exciton et le champ est eEy′x, où x désigne comme à la
section 1.4 le mouvement relatif de la paire électron-trou. Il importe donc de comparer
la quantité eEy′a1D ≈ 3,5 meV , à l’énergie de liaison de l’exciton ECoul ≈ 20 meV , où
a1D ≈ 70 Å est le rayon de Bohr de l’exciton. Tant que eEy′a1D < ECoul, l’état lié exci-
tonique persiste, alors que pour des champs supérieurs l’exciton est ionisé. La figure 3.23
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z

E

Ez'

Fig. 3.22 – Représentation schématique de l’effet d’un champ électrique selon la direction
de confinement, dans un puits quantique

présente les deux premiers états de l’exciton, calculés précédemment, et le potentiel Cou-
lombien associé corrigé de l’hamiltonien d’interaction avec le champ Ey′ . L’effet du champ
piézo-électrique apparâıt clairement comme étant non négligeable, et seul l’état fonda-
mental de l’exciton persiste, les états excités étant ionisés. La correction énergétique à
l’énergie de l’état fondamental de l’exciton peut être calculée, comme dans le cas de l’effet
Stark confiné, au deuxième ordre en perturbation, et est donnée par −e2E2

y′x
2
01/∆ECoul,

où x01 ≈ 20 Å est l’élément de matrice de x entre les deux premiers états excitoniques, et
∆ECoul = EnX=1

Coul −E
nX=0
Coul ≈ 16 meV est la différence d’énergie entre ces deux états. Elle

est d’environ −70 µeV , mais la validité de l’approche perturbative est remise en cause
par l’ionisation du premier état excité de l’exciton, qui n’existe plus en tant que tel.

Cependant, il ressort de cette étude que l’effet d’un champ piézo-électrique est très
important dans la direction libre du fil et ionise les états excités de l’exciton, même si
l’état fondamental semble faiblement perturbé. De plus, nous avons considéré jusqu’ici
l’effet d’un tel champ sur un exciton déjà formé, mais les paires photocréées dans les sous-
bandes supérieures du fil quantique ne sont en général pas liées, et doivent donc migrer
sous l’effet du champ piézo-électrique dans des directions opposées, ce qui ne favorise
pas la formation de l’exciton et diffère fondamentalement de la situation en l’absence de
champ.

Nous devons tout de même noter que le champ Ey′ calculé constitue une majoration
du champ réellement vu par l’exciton, pour deux raisons : d’une part, la fonction d’onde
dans la première sous-bande est concentrée latéralement au centre du V, où il n’existe
pas de champ piézo-électrique; d’autre part, l’orientation du cisaillement sur les deux
facettes (311) gauche et droite du fil ne sont a priori pas corrélées. Si le cisaillement est
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Fig. 3.23 – Représentation schématique de l’effet d’un champ électrique selon la direction
libre du fil quantique. Les deux premiers états excitoniques calculés dans la section 1.4
sont présentés, ainsi que la somme du potentiel Coulombien effectif V1,1,1,1(x) (défini au
paragraphe 1.4) et du potentiel généré par les champs Ey′ (traits pleins) et Ey′/10 (traits
pointillés).
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orienté dans le même sens, les champs piézo-électriques générés par chacune des facettes
sont aussi de même sens, alors que si les cisaillements sont de sens opposés, les champs
sont de sens contraires et leurs interactions avec le mouvement relatif de l’exciton se
compensent au premier ordre suivant l’axe du fil. Nous sommes donc amenés à nous
interroger sur la nature de l’ordre sur les facettes latérales. Les contraintes sur les deux
facettes de part et d’autre du V sont-elles corrélées ? Cela est peu vraisemblable car
les facettes sont séparées par une interface (100) non contrainte. Quelle est la longueur
de corrélation de la contrainte sur ces facettes ? Les études réalisées en microscopie à
force atomique et en microscopie électronique en transmission ne donnent pas accès à ce
type d’informations, qui nécessiteraient une résolution sub-atomique et une analyse très
complexe [69]. Il est cependant probable que la contrainte relaxe à chaque marche d’une
mono-couche sur les interfaces, voire même sur des distances beaucoup plus courtes. Dans
tous les cas, le mouvement relatif de l’exciton sonde le champ piézo-électrique moyenné
sur les deux facettes gauche et droite, et sur le rayon de Bohr de l’exciton. Même dans
le cas où ce champ moyenné est 10 fois inférieur au champ calculé, comme présenté sur
la figure 3.23, son effet resterait non négligeable et entrainerait en particulier l’ionisation
des états excités de l’exciton et influencent sa formation.

Mise en évidence de l’existence de ce champ dans certains échantillons de fils
en V

Nous avons déjà cité les travaux expérimentaux et théoriques réalisés sur une structure
laser à base de fils en V InGaAs/GaAs [68]. Lorsque le courant d’injection, et donc la
densité de porteurs, est augmentée, la raie d’électro-luminescence se déplace vers les
hautes énergies d’environ 4 meV . Le calcul de la composante du champ piézo-électrique
perpendiculairement à l’axe du fil montre que la correction associée est de l’ordre de
5 meV sur l’énergie de confinement des porteurs. En raison du faible confinement dans
ces fils de 10 nm d’épaisseur, l’énergie de liaison des excitons y est faible et les auteurs
associent la luminescence à la recombinaison de paires électron-trou libres quelle que soit
la densité de porteurs, comme le confirment les résultats de magnéto-luminescence; la
composante du champ piézo-électrique selon l’axe du fil est négligée. Le déplacement de
4 meV de la raie en fonction de l’intensité injectée est attribué à l’écrantage par le gaz
de porteurs des champs piézo-électriques internes, qui comme nous l’avons vu abaissent
l’énergie de la transition. Il se produit à une densité de porteurs qui égale la densité de
charges de polarisation. Ce dernier argument peut être compris comme suit : les charges
de polarisation, qui sont virtuelles, s’accumulent sur les interfaces (311) inférieure et
supérieure du fil dans le cas du champ perpendiculaire au fil, avec une densité de l’ordre
de 10−4 C.m−2 ≈ 1015 e.m−2. En prenant, comme précisé dans cet article, pour extension
latérale de la fonction d’onde confinée 25 nm, cela correspond à une densité linéique
de charges de l’ordre de quelques 10 µm−1 dans le fil. Ces travaux mettent donc en
évidence l’existence du champ piézo-électrique dans les structures de fils gravés en V, et
son écrantage par les porteurs.

Des expériences réalisées par X.Q. Liu ont récemment permis de mettre en évidence
l’existence de champs piézo-électriques dans les fils quantiques GaAs/GaAlAs gravé en V
fabriqués par X.L. Wang [70]. L’échantillon étudié est singulier, et le comportement ob-
servé n’est reproduit par aucun des échantillons présentés dans ce mémoire. Sa spécificité
est de comporter un super-réseau de courte période en-dessous du fil en V, permettant
d’améliorer la qualité des interfaces (311) et d’y supprimer une partie de la rugosité à
courte échelle [14]. Il a été réalisé avec l’ancienne source d’arsenic (AsH3), et en utilisant

97



3.4 Signatures du désordre résiduel

le procédé d’attaque chimique du substrat à l’ammoniac. Les principales caractéristiques
de cet échantillon sont les suivantes : à basse température (T = 10 K), le spectre de lumi-
nescence dépend fortement de la densité de porteurs, et la raie se déplace d’environ 5meV
vers le bleu tout en s’affinant spectralement (de 16 à 10 meV ). La dépendance de l’inten-
sité intégrée en fonction de la puissance intégrée montre qu’une partie de la recombinaison
est non radiative à très faible densité de porteurs. Ces effets sont complètement absents
à plus haute température (T = 100 K). D’autre part, l’absorption dans la première sous-
bande est complètement inhibée à basse température et faible densité de porteurs, et
est recouvrée lorsque la température est augmentée ou lorsqu’un second faisceau laser
crée des porteurs à plus haute énergie. Ces deux propriétés sont interprétées comme la
signature de l’existence de champs électriques internes, d’origine piézo-électrique, dus à
l’amélioration de la qualité des interfaces (311). Leur disparition lorsque la température
ou la densité de porteurs augmente, comme dans les expériences réalisées sur des fils
InGaAs, montre que ces champs internes sont écrantés par le gaz de porteurs photocréés.
En conclusion, ces expériences ont montré qu’il existe un fort effet piézo-électrique dans
les fils quantiques GaAs gravés en V lorsque les interfaces latérales (311) sont de grande
qualité structurale.

3.4.2 Le désordre résiduel statique

Le désordre résiduel statique, i.e. constant au cours du temps à l’échelle de la durée
de vie de l’exciton, a plusieurs origines structurales [71] : il peut être dû au désordre
d’alliage, à la rugosité des interfaces à une échelle inférieure au rayon de Bohr de l’ex-
citon, à la présence d’impuretés ou à l’existence de champs piézo-électriques internes. Il
a été mis en évidence au début des années 1990 dans les puits quantiques, lorsque les
progrès de la croissance ont permis d’obtenir des interfaces relativement lisses [72]. Le
spectre de luminescence de tels échantillons est alors composé de deux ou trois raies,
chacune associée à la luminescence d’excitons dans des zones étendues d’épaisseur quan-
tifiée en un nombre entier de mono-couches. Mais deux observations sont venues modérer
cette image presque parfaite. D’une part la position de ces raies dépendait de la position
sur l’échantillon, et les différences d’énergie entre elles étaient inférieures de 20% à celle
prédite pour une variation d’une monocouche de l’épaisseur du puits. D’autre part la
largeur des raies de luminescence, de l’ordre de 1 meV , était trop importante, comme
dans notre cas, pour être due à un élargissement homogène d’origine intrinsèque [73].
Des expériences complémentaires de cathodoluminescence ont montré que ce désordre a
une longueur de corrélation très courte, inférieure à la résolution spatiale de l’ordre de
60 nm [74]. Le potentiel désordonné agissant sur les électrons possède donc plusieurs lon-
gueurs caractéristiques, qui apparaissent plus clairement dans l’espace réciproque comme
le montre le schéma 3.24.

Rugosité des interfaces à l’échelle atomique

Nous avons supposé jusqu’à présent que les hétéro-interfaces sont parfaitement lisses
mais présentent des marches abruptes d’une mono-couche. Cette image est cependant
simplificatrice et il existe aussi des fluctuations d’interfaces à l’échelle atomique. Celles-ci
sont statiques et l’amplitude de la perturbation ainsi générée est difficile à évaluer.
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Fig. 3.24 – Représentation schématique du potentiel désordonné dans l’espace réciproque.

Le désordre d’alliage

Le désordre d’alliage est dû à la répartition aléatoire dans l’espace des atomes de Ga et
d’Al dans le matériau barrière (Al0,43Ga0,57As) [16, p 219]. Il n’existe pas dans le matériau
puits (GaAs). La longueur de corrélation du potentiel ainsi généré est aussi de l’ordre de
la distance inter-atomique. Etant donné l’épaisseur du fil quantique, la proportion de la
fonction d’onde des électrons et des trous hors du GaAs est faible mais non négligeable,
et correspond à une probabilité de présence dans la barrière de 14% pour l’électron et
8% pour le trou dans nos fils, d’après les fonctions d’onde calculées au paragraphe 1.3.2.

Les impuretés

La présence d’impuretés, en particulier dans la barrière, ne peut être complètement
exclue. D’après les mesures réalisées sur des échantillons non gravés dans les mêmes
conditions, les densités typiques d’impuretés dans le matériau épitaxié, telles le carbone,
sont inférieures à 1015 cm−3 dans le GaAs et à 1017 cm−3 dans le GaAlAs. En prenant
pour section 10 de la fonction d’onde de porteurs confinés 5 × 12 nm2, cela correspond
une densité linéique maximale d’impuretés présentes dans le GaAs (respectivement dans
l’AlGaAs) vues par un électron ou un trou de l’ordre de 0,05 µm−1 (respectivement
1 µm−1). Selon le type d’impureté, neutre ou chargée, celle-ci interagit par un potentiel
électrostatique avec les excitons, avec une longueur caractéristique de l’ordre du rayon
de Bohr excitonique.

Il est à noter que nous pouvons exclure l’hypothèse d’une luminescence d’excitons
liés à des impuretés. Si cela était le cas, la transition associée présenterait une saturation
en fonction de la puissance d’excitation au profit de la transition d’exciton non lié, ce
que nous n’observons pas (Sec 5.3.1). De plus, les spectres de PLE devraient présenter
des signatures de l’origine extrinsèque de la luminescence : l’absorption se fait sur les

10. La section moyenne de la fonction d’onde f2D
1 (y,z) perpendiculairement à l’axe du fil dans la

première sous-bande est donnée de manière plus rigoureuse par
∫∫
dy dz|f2D

1 (y,z)|2/
∫∫
dy dz|f2D

1 (y,z)|4,
et vaut 65 nm2 pour les électrons et 55 nm2 pour les trous.

99



3.4 Signatures du désordre résiduel

états libres à toute température, alors que dans le cas d’une luminescence extrinsèque,
celle-ci ne se produit qu’à basse température et ce sont les excitons “libres” qui se re-
combinent à haute température. Dans l’hypothèse d’une recombinaison extrinsèque, la
distance énergétique entre la raie de luminescence et la transition e2h2 mesurée sur les
spectres de PLE devrait donc intégrer une contribution due à l’énergie de liaison des exci-
tons sur l’impureté à basse température uniquement, ce qui est en contradiction avec nos
mesures qui montrent que cette distance énergétique est indépendante de la température
(Sec 4.3.2). Enfin, la luminescence de biexcitons observée lorsque la densité de porteurs
augmente montre aussi que les excitons ne sont pas liés à des impuretés.

Simulation du désordre statique

Tous les mécanismes envisagés pour générer un désordre résiduel statique ont donc une
longueur de corrélation de l’ordre du rayon de Bohr de l’exciton ou inférieure. Le potentiel
aléatoire correspondant est moyenné sur l’extension de l’exciton et est gaussien, si l’on
suppose qu’il n’existe pas de corrélations spatiales, de faible amplitude et de longueur de
corrélation de l’ordre du rayon de Bohr de l’exciton. Il se superpose à celui présenté sur
la figure 3.16 dû aux variations abruptes d’une monocouche de l’épaisseur du fil, et qui
correspond aux composantes de petits vecteurs d’onde sur le schéma 3.24.

Pour tenter de comprendre si un tel désordre peut expliquer la raie de µ-PL large
observée sur les échantillons en régime 1D, nous pouvons simuler les états propres d’un
tel potentiel en reprenant le modèle développé par David Larousserie [64] et présenté dans
la section 3.3.3, pour des jeux de paramètres différents. Les résultats obtenus pour une
longueur caractéristique LC = 10 nm comparable au rayon de Bohr, et une profondeur
moyenne Vloc de 0,2 et 0,5 meV sont représentés sur les figures 3.25 et 3.26.

Un potentiel d’amplitude Vloc = 0,5 meV permet de reproduire la largeur d’environ
2 meV des spectres de µ-PL, mais ceux-ci devraient être constitués d’une raie large
avec des pics discrets à basse énergie d’après nos calculs. Un potentiel d’amplitude plus
faible (Vloc = 0,2 meV ) donne lieu quant à lui à des spectres de µ-PL élargis de manière
inhomogène, les états ne pouvant être distingués spectralement. La largeur de ces spectres
est de 0,8meV . L’utilisation de longueurs LC supérieures au rayon de Bohr (200 ou 500 Å)
accentue le caractère discret des spectres calculés avec Vloc = 0,5 meV .

Il apparâıt donc difficile de reproduire les spectres lorentziens de µ-PL, larges de
1 meV et dépourvus de pics fins, observés sur les échantillons en régime 1D dans l’hy-
pothèse d’un désordre purement statique. En particulier, le caractère lorentzien de la raie
de µ-PL, observé sur la plupart des pics et mis en évidence par l’étude statistique, impo-
serait des conditions fortes sur la distribution statistique du potentiel aléatoire généré par
un tel désordre, qui devrait être beaucoup plus complexe que le simple désordre gaussien
que nous avons considéré. Notons enfin, le spectre obtenu sur les ı̂lots très étendus se
décompose en général en deux lorentziennes principales (cf fin de la section 3.1.2), ce
qui peut être le reflet d’un désordre statique résiduel qui deviendrait sensible sur une
longueur de plusieurs microns. Néanmoins, la largeur de ces lorentziennes est là encore
de l’ordre de 1 meV , montrant qu’un désordre dynamique participe à leur élargissement.

3.4.3 Le désordre résiduel dynamique

Comme il a été précisé dans l’introduction de cette section, la forme lorentzienne de
la raie est en général la signature d’un élargissement homogène, c’est-à-dire une ou plu-
sieurs interactions avec un continuum caratérisées par une probabilité de transition de
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Fig. 3.25 – (a) Etats propres et leur extension (barres horizontales) d’un potentiel
aléatoire gaussien de paramètres LC = 100 Å et Vloc = 0,2 meV ; (b) spectre de µ-PL
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aléatoire gaussien de paramètres LC = 100 Å et Vloc = 0,5 meV ; (b) spectre de µ-PL
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l’exciton 1/τ = ∆E/h̄. Cependant, le temps τ associé à la largeur ∆E ≈ 1 meV des raies
de µ-PL est trop court (τ ≈ 1 ps) pour être attribué au déphasage par interaction avec
les phonons (≈ 10 ps) ou par recombinaison radiative (≈ 300 ps). Les mécanismes de
perte de cohérence du spin de l’exciton, qui font intervenir des termes non diagonaux de
l’interaction avec les phonons, doivent quant à eux être moins efficaces que l’interaction
avec les phonons. L’interaction avec les phonons sera étudiée plus en détail au chapitre 4.
D’autres mécanismes d’interaction de l’exciton avec son environnement peuvent donner
lieu à un élargissement homogène. Nous avons principalement envisagé les collisions Cou-
lombiennes avec des impuretés, et celles avec des charges présentes dans le fil et issues de
paires photo-créées n’ayant pas formé d’exciton.

Collisions Coulombiennes avec les impuretés

Nous avons considéré dans le paragraphe précédent deux conséquences possibles de la
présence d’impuretés dans l’hétéro-structure : d’une part, l’hypothèse d’une luminescence
extrinsèque d’excitons liés à des impuretés a été écartée; d’autre part, les impuretés
peuvent générer un potentiel électrostatique selon l’axe du fil, c’est-à-dire un désordre
résiduel statique sondé par l’exciton et donnant lieu à un élargissement inhomogène de
la raie de µ-PL. Les impuretés peuvent aussi interagir avec les excitons par collisions
Coulombiennes. A la différence de l’approche statique de l’influence des impuretés, l’état
de l’exciton comme celui de l’impureté changent au cours des collisions, par échange de
quantité de mouvement, d’énergie et/ou de spin entre les porteurs.

Collisions avec des charges

De la même manière, la présence de charges dans le fil quantique est une source de
déphasage des excitons, par collisions Coulombiennes. Les fils ne sont bien entendu pas
dopés de manière intentionnelle. Mais d’éventuelles impuretés-donneurs (respectivement
accepteurs) dans les barrières pourrait introduire des électrons (respectivement des trous)
dans le fil quantique, dans lequel elles seraient confinées, comme les paires photo-créées.
La séparation de paires photocréées en charges libres ne doit pas non plus être négligée.
Comme nous l’avons vu au 3.4.1, l’interaction Coulombienne entre électron et trou est
fortement perturbée en présence de champ piézo-électrique interne. Lors de leur création
par absorption non résonante d’un photon, une paire électron-trou non liée est créée,
qui se liera le plus souvent au cours de la relaxation pour former un exciton avant de se
recombiner. Mais les dérives de l’électron et du trou sont opposées en présence d’un champ
électrique permanent, et la formation de l’exciton peut donc être inhibée. Si l’on suppose
que des charges ont été séparées à l’intérieur d’un ı̂lot, elles n’interagissent que faiblement
par interaction Coulombienne, et ne peuvent se recombiner de manière radiative. Les
temps de piégeage dans ces états non radiatifs peuvent être longs, et sont limités par la
diffusion, au cours de laquelle la paire peut de nouveau se lier, et par la fuite des charges
hors de l’̂ılot.

Néanmoins dans le cas du champ piézo-électrique, la polarisation induite selon l’axe du
fil par la contrainte est faible (Py′ ≈ 5.10−5 C.m−2). La section de la fonction d’onde des
porteurs, perpendiculairement à l’axe du fil, étant d’environ 5× 12 nm2 (Cf Sec. 3.4.2),
les charges virtuelles associées à cette polarisation sont de 3.10−21 C ≈ 0,02 e. Elles
sont donc écrantées dès qu’une première paire électron-trou est créée localement, et la
deuxième paire créée n’y est pas sensible.
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3.4.4 Signatures expérimentales

Outre la largeur des raies de µ-PL, nous avons réalisé plusieurs expériences, présentées
par la suite, que nous avons reliées à la présence du désordre résiduel.

En imagerie

Nous avons parfois observé des structures “anormales” sur les cartes, dont un exemple
est présenté sur la figure 3.27. A la position x = 2 µm, l’énergie de luminescence des ex-
citons dépend de manière très sensible de la position de l’excitation, et la tache associée
à l’̂ılot considéré ne peut être séparée en une fonction spectrale et une fonction spatiale
indépendantes. L’énergie de la transition principale varie d’environ 1 meV , sur une dis-
tance de l’ordre de 2 µm de part et d’autre du défaut, et de nombreux pics satellittes
apparaissent à son voisinage, à basse et haute énergie. Ce type de structure ne peut être
dû à la présence d’un désordre statique non électromagnétique, et semble caractéristique
de l’existence, localement, de champs électriques internes. Il est difficile d’identifier le
type de défaut ou d’impureté à l’origine de ce phénomène. Néanmoins, ceux-ci sont très
rares dans les fils étudiés, et n’ont été rencontré que deux fois dans l’échantillon NM79,
sur lequel nous avons réalisé des cartes de plusieurs centaines de microns de fils.
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Fig. 3.27 – “Anomalie” d’un fil quantique à x = 2 µm, mise en évidence sur une carte
(NM79).

Une autre observation peut être réalisée sur cette carte, à la position x = 18 µm : la
tache associée à un ı̂lot étendu sur 2 µm est légèrement inclinée. Son énergie de lumi-
nescence dépend de la position, selon un gradient d’environ 0,1 meV.µm−1. Ce type de
gradient a été observé sur la plupart des ı̂lots étendus, et plaide en faveur de l’existence
de champs électriques internes. Ici le sens du gradient est constant.
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Luminescence à très faible puissance d’excitation

Nous avons remarqué que, d’une manière surprenante, le spectre de µ-PL d’̂ılots
étendus dans les fils quantiques de la nouvelle génération dépend de la puissance d’exci-
tation dans le régime des très faibles puissances. Alors que la puissance nécessaire pour
créer un exciton par temps de vie radiatif est de l’ordre de P0 = 400 W.cm−2 en µ-PL
(voir Sec. 5.2.1), le spectre de µ-PL varie dans le domaine des puissances inférieures
à P ′ = 2 W.cm2 (Figure 3.28). La raie principale se déplace spectralement de 0,5 à
2 meV , dans un sens qui dépend de l’̂ılot étudié. A la puissance P0, une paire est créé
tous les temps de vie radiatif τrad ≈ 300 ps en moyenne, alors qu’à la puissance P ′ les
paires sont créés toutes les τrad(P0/P

′) ≈ 50 ns. Cela signifie donc que toutes les paires
créées ne se recombinent pas en un temps de l’ordre du temps de vie (300 ps), mais
que certaines paires restent beaucoup plus longtemps dans le fil (quelques dizaines de
ns) et interagissent avec l’exciton créé suivant. Malheureusement, étant donné les très
faibles puissances mises en jeu, ce temps ne peut être mis en évidence par des expériences
résolues temporellement, même en macro-luminescence, car la sensibilité du dispositif de
détection n’est pas suffisante.
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Fig. 3.28 – Spectre de µ-PL de deux ı̂lots étendus (a – NM125 et b – NM79), dans le
régime des très faibles puissances d’excitation.

Un tel comportement, très difficile à mettre en évidence en raison des très faibles
puissances d’excitation 11, n’avait pas été observé dans les échantillons de la génération
précédente pour des puissances supérieures à 0,2 W.cm−2. L’existence de ce temps long
montre que dans le régime habituellement qualifié de linéaire, entre 2 et 100 W.cm−2,
le nombre d’excitons présents dans un ı̂lot et ses proches voisins est supérieur à 1. La
“première” paire créée dans l’̂ılot ne forme pas en général un exciton qui se recombine,
mais est plus vraisemblablement “stockée” dans un état non radiatif où les charges sont

11. Le temps d’acquisition d’un spectre sous une excitation de 0,5 W.cm−2 est d’une heure !
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séparées. Il est difficile d’évaluer précisément la densité de ces charges séparées. Des
expériences réalisées dans les puits quantiques [75] ont montré que l’élargissement ho-
mogène de l’exciton est de l’ordre de 1 meV pour une densité d’électrons de 5.109 cm−2

dans le puits, équivalente à 104 cm−1 dans le fil, soit un électron par ı̂lot.
Cependant, dans l’hypothèse où le champ piézo-électrique serait à l’origine de cette

séparation de charges, un petit nombre de paires électron-trou serait suffisant pour
écranter ce champ, car les charges virtuelles associées à la polarisation sont comme nous
l’avons déjà évalué de l’ordre de de 0,02 e. Enfin, il n’y a pas dans le processus mis
en évidence de pertes de porteurs, électrons ou trous, par des canaux non radiatifs, car
l’intensité intégrée de la raie de µ-PL reste proportionnelle à la puissance d’excitation
jusqu’aux plus basses puissances.

Influence d’un éclairement annexe par un laser Helium-Néon

Nous avons remarqué que dans de nombreux cas, un très faible éclairement
supplémentaire par un laser Helium-Néon (HeNe) modifie de manière notable le spectre
de luminescence [44]. Dans l’exemple présenté sur la figure 3.29, obtenu sur deux ı̂lots
d’extension moyenne présents dans la zone excitée de 1 µm, les raies lorentziennes as-
sociées à chacun des ı̂lots se déplacent dans un premier temps vers le rouge puis vers
le bleu lorsque la densité de paires augmente jusqu’à 104 cm−1, i.e. un exciton par mi-
cron, puis dépasse cette valeur. Ce déplacement s’accompagne d’un léger élargissement
des deux raies. Des raies associées à la luminescence de biexcitons apparaissent à basse
énergie (voir Sec. 5.3.1). Lorsqu’à une puissance intermédiaire la zone excitée est éclairée
simultanément, avec la même résolution spatiale, par un faisceau laser HeNe, les raies se
déplacent vers le bleu et s’affinent, le spectre de luminescence (Fig. 3.29c, cercles blancs)
devenant similaire à celui obtenu à basse puissance (Fig. 3.29a).

Nous devons préciser que cet éclairement supplémentaire, d’une puissance égale à
environ 2% de la puissance d’excitation par le colorant, ne contribue que très faiblement
à la création de paires dans le fil. L’énergie de cette excitation (1,97 eV ) est inférieure au
gap de la barrière (2,14 eV ), mais supérieure à l’énergie du puits quantique vertical qui
entoure le fil quantique (voir Sec. 1.2). Les spectres sous cet éclairement seul montre que
la luminescence est dans ce cas principalement émise depuis le puits quantique vertical.

L’éclairement par le faisceau HeNe n’a pas d’effet sur le spectre mesuré à basse
puissance d’excitation. De plus, lorsque la puissance d’excitation augmente, il induit
un déplacement vers le bleu et compense le déplacement vers le rouge de la raie par
rapport à sa position à basse énergie, qui varie de 0 à 2 meV suivant les ı̂lots étudiés. Le
déplacement de la raie de µ-PL et celui induit par le faisceau HeNe ont donc une origine
commune.

L’utilisation d’une excitation à haute énergie, dans les barrières ou ici dans le puits
quantique vertical, a souvent été utilisée dans divers buts. Dans les puits quantique, elle
permet de créer des porteurs, électrons et trous, qui évoluent indépendamment dans la
barrière, où la densité de défauts et d’impuretés est beaucoup plus importante que dans
le GaAs. Si la plupart de ces porteurs se recombinent radiativement, éventuellement
après avoir relaxé vers le puits, certains d’entre eux sont piégés par les défauts et les
impuretés, et créent une distribution de charges autour du puits. Ce procédé a été utilisé
dans de nombreuses études pour introduire de manière contrôlée des porteurs libres dans
le puits [76], pour exalter la luminescence d’excitons liés à certaines impuretés [77] ou à
des défauts d’interface [78], et enfin pour écranter des champs électriques externes [79]
ou internes [80].
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Fig. 3.29 – Spectre de µ-PL de deux ı̂lots, dans un fil quantique en régime 1D (NM79),
en fonction de la puissance d’excitation (à 1,77 eV dans la sous-bande e4h4) par un laser
à colorant (cercles noirs), et leur interpolation par des pics lorentziens (courbes grises);
spectre obtenu en présence d’une excitation supplémentaire de 0,5 W.cm−2 à 1,97 eV par
un laser He-Ne (cercles blancs).
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Dans notre cas, cette excitation additionnelle ne donne pas lieu à l’apparition d’une
nouvelle raie, comme dans le cas d’excitons liés à des impuretés ou des défauts, mais à un
déplacement continu de la raie de µ-PL, caractéristique d’un processus d’écrantage. On
peut de plus remarquer que le déplacement de la raie du biexciton, qui est un complexe
quadrupolaire moins sensible à la présence d’un champ statique, est deux fois moins
important que celui de la raie d’exciton.

La nature des champs électromagnétiques écrantés est cependant difficile à interpréter.
L’écrantage du champ piézoélectrique par des porteurs libres a été démontrée dans les
boites quantiques auto-organisées InAs réalisées sur des substrats GaAs de grand indice
(N11), les porteurs étant créés par un laser à Argon dans la couche de mouillage (wetting
layer) d’InAs, sur laquelle se forment les bôıtes quantiques [81]. Dans ces travaux, le
champ électrique interne abaisse par effet Stark l’énergie de la transition excitonique d’une
quantité proportionnelle au carré dudit champ. Les porteurs libres écrantent ce champ
et induisent un déplacement vers le bleu de la transition, comme nous l’avons observé.
Cependant, l’effet de l’HeNe est nul pour de faibles densités de porteurs dans notre cas,
ce qui montre que les porteurs libres n’écrantent pas l’éventuel champ électrique interne
statique, mais plutôt les interactions exciton-exciton qui ont lieu à plus forte densité.
Nous reviendrons sur ce point au paragraphe 5.3.1.

3.4.5 A propos de la localisation d’Anderson dans les fils quan-
tiques en V

“Dans les systèmes unidimensionnels, tous les états électroniques sont localisés”. Telle
est la conclusion des études théoriques menées par Anderson et Thouless [50, 51]. Ce-
pendant, le mécanisme de localisation en jeu est très différent de celui que nous avons
envisagé dans cette section.

Les états propres de haute énergie semblent dispersifs et possédent un vecteur d’onde
bien défini d’après nos simulations. En fait, un électron injecté à haute énergie avec une
impulsion bien définie ressent le potentiel aléatoire sous-jacent, et est atténué exponen-
tiellement dans le fil quantique avec une longueur caractéristique proportionnelle à son
énergie [82]. Dans le formalisme d’Anderson, l’électron est diffusé par les défauts du po-
tentiel aléatoire, et les diffusions multiples interfèrent de manière destructive pour donner
lieu à la localisation. Cet effet a été étudié théoriquement dans les fils quantiques GaAs
par D. Liu et al. [83], qui a montré que la longueur de localisation par ce mécanisme est de
plusieurs microns, dépend de la qualité des échantillons et est en particulier supérieure
au libre parcours moyen des électrons dans le fil. Ceci explique que même dans des
expériences de transport ce phénomène n’est pas observable et est dominé par les autres
formes de désordre.

Les états de basse énergie sondés dans les expériences d’optique ressentent de manière
différente le potentiel aléatoire. Nous avons vu (Fig. 3.25) que pour un potentiel d’am-
plitude 0,8 meV , le spectre de µ-PL présente un élargissement inhomogène d’environ
0,3meV . Celui-ci pourrait donc éventuellement être masqué par l’élargissement homogène
de 1 meV des transitions. Dans ce cas, les fonctions d’onde des excitons sont délocalisées
sur plusieurs centaines de nanomètres, et sur plusieurs minima du potentiel, et la densité
d’état est peu modifiée. Ceci peut être interprété comme une localisation d’Anderson,
c’est-à-dire une localisation faible des excitons, par opposition à la localisation forte des
excitons dans des bôıtes quantiques indépendantes dans les fils en régime 0D. Cepen-
dant, nous n’avons aucune indication de l’existence de ce phénomène dans nos résultats
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expérimentaux.

3.4.6 Conclusion sur le désordre résiduel

La largeur des raies de µ-PL, de 1 meV , est une signature de la présence d’un
désordre résiduel dans la structure. La forme lorentzienne de cette raie et l’absence de
pics fins permettent d’exclure l’hypothèse d’un désordre purement statique, dû au champ
piézo-électrique ou à la rugosité à courte échelle des interfaces en particulier, même si le
champ piézo-électrique vu par l’exciton est d’après nos calculs non négligeable, comme
l’ont montré les expériences réalisées sur un échantillon possédant des interfaces (311)
extrêmement bien contrôlées [70]. Le rôle des impuretés dans la structure semble réduit,
comme le confirme la faible recombinaison non radiative dans les échantillons de la nou-
velle génération [61], même si certaines structures rencontrées très rarement dans les
cartes d’excitation montrent qu’il peut exister localement des champs importants qui
leur sont peut-être associés. L’élargissement est donc vraisemblablement de nature ho-
mogène, et l’hypothèse la plus plausible est la présence de paires photocréées séparées par
le champ piézo-électrique et stockées pendant plusieurs dizaines de nanosecondes dans des
états non radiatifs, qui font perdre sa phase à l’exciton par des collisions Coulombiennes.

Nous devons donc constater que la réduction du désordre d’hétéro-interfaces, qui est la
cause principale de la localisation et de l’élargissement inhomogène des transitions, rend
l’exciton beaucoup plus sensible aux autres formes de désordre, que nous avons qualifiées
de résiduelles. D’une part, un désordre statique générant un potentiel aléatoire de faible
amplitude sera en effet ressenti par des excitons libres qui verront leur fonction d’onde
mélangée dans l’espace des kx, alors que dans les fils en régime 0D les états propres sont
ceux d’une bôıte quantique, et ont un spectre d’énergie discret qui est très peu modifié par
l’existence du potentiel aléatoire. Ceci est résumé sur le schéma 3.30.a. D’autre part, en
présence de champs électriques internes parallèles à la direction libre du fil, par exemple
dûs à l’effet piézo-électrique, les électrons et les trous peuvent être séparés spatialement
par le champ dans les fils en régime 1D, dans des états de paires non radiatifs, alors que
l’interaction Coulombienne est assez forte pour former un exciton lié et radiatif dans les
fils en régime 0D, comme résumé sur le schéma 3.30.b.
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Fig. 3.30 – Comparaison des effets sur l’exciton (a) d’un potentiel aléatoire résiduel, et
(b) d’un champ électrique interne dans les fils quantiques en régime 0D et 1D.
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3.5 Conclusion

L’imagerie par balayage d’excitation permet de cartographier localement le désordre
et les états localisés. Elle a mis en évidence la réduction de la rugosité à longue échelle
des hétéro-interfaces, c’est-à-dire des fluctuations abruptes d’une monocouche, entre les
fils quantiques de l’ancienne et de la nouvelle génération, prouvant ainsi l’efficacité des
améliorations apportées par X.L. Wang aux procédés d’élaboration. L’utilisation d’une
attaque chimique du substrat gravé, pour applanir les facettes du V, a permis d’obtenir
des zones longues de 5 à 10 µm dépourvues de marches d’une monocouche sur la facette
(100). Mais les marches présentes sur les facettes latérales (311) et (111) du V sont aussi
liées à l’alignement angulaire de la gravure du V sur la direction cristallographique [011̄],
dont la réduction à des angles inférieurs à 0,001 ◦ a permis d’obtenir des terrasses sur ces
interfaces longues de 0,5 µm en moyenne, et jusqu’à 3 µm localement, dans lesquelles les
états excitoniques forment un quasi-continuum unidimensionnel.

Néanmoins, dans ces fils en régime 1D, le caractère délocalisé des excitons les rend
beaucoup plus sensibles aux causes de désordre résiduel. En particulier, l’élargissement
homogène de 1 meV des transitions observées en µ-PL est attribué aux collisions Cou-
lombiennes avec des charges résiduelles photo-créées dans le fil, et vraisemblablement
séparées après leur création par des champs piézo-électriques.
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Chapitre 4

Un exciton seul dans un fil quantique

Cette partie est consacrée à l’étude des excitons dans le régime dit linéaire, où la
densité de porteurs dans le fil quantique est suffisamment faible pour que les paires
électron-trou soient très éloignées et puissent être distinguées, et que les interactions
entre paires puissent être négligées. Cela est d’autant plus “simple” dans des expériences
de µ-PL, au cours desquelles à faible puissance d’excitation au plus une paire est présente
à un instant donnée dans la zone de 1 µm excitée.

Nous nous sommes principalement intéressés à l’étude de deux propriétés des excitons
en régime linéaire : la structure fine des excitons, i.e. leur état de spin; et l’interaction
exciton-phonon, et ses manisfestations dans la dépendance en température des spectres
de µ-PL. Ces deux sections s’appuient sur des modèles théoriques développés en collabo-
ration avec Robson Ferreira, du Laboratoire de Physique de la Matière Condensée (Ecole
Normale Supérieure, Paris). La troisième section de ce chapitre aborde la question de la
description thermodynamique des excitons en régime linéaire, et plus particulièrement les
équilibres thermiques —au pluriel— et les conditions de leur établissement. Dans chacune
de ces études, nous nous attacherons à comparer les propriétés des fils quantiques dans
les deux régimes de localisation 0D et 1D.

Dans la première section, nous présenterons la structure de spin théorique des exci-
tons dans un fil quantique, déterminée par l’interaction Coulombienne d’échange à longue
portée. Elle se traduit dans les spectres de luminescence par une levée de dégénérescence
du doublet radiatif de l’exciton lourd et par des règles de sélection en lumière polarisée
que nous avons mises en évidence en µ-PL dans les fils quantiques en régime 0D. L’in-
terprétation de ces résultats nécessite de tenir compte de la localisation des excitons dans
le fil. Nous tenterons d’expliquer pourquoi cette structure fine semble très “fragile”, et
n’est en particulier pas observée dans les fils quantiques en régime 1D.

La deuxième section présente le rôle de l’interaction des excitons avec les phonons dans
les fils quantiques. Elle se traduit dans les spectres de µ-PL par une disparition rapide des
pics fins lorsque la température atteint 30K. Ces pics fins sont en effet les transitions zéro-
phonon de la luminescence excitonique. Ils sont atténués lorsque la température augmente
au profit des transitions assistées par phonons acoustiques qui donnent lieu à une raie
beaucoup plus large. Cette interprétation est appuyée par la modélisation en termes de
polarons en couplage faible dans un fil quantique, dont nous présenterons les résultats et
les limites dans les deux régimes de localisation. Nous montrerons en particulier qu’un
régime de couplage fort faisant intervenir des processus multi-phonons s’établit à partir
de 30 K.

La troisième section regroupe plusieurs résultats expérimentaux reflètant chacun de
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manière différente la statistique thermodynamique des porteurs. En particulier les me-
sures de temps de vie radiatif mettent en évidence sa dépendance en

√
T dans les fils

quantiques en régime 1D. Cette loi est spécifique des systèmes uni-dimensionnels et est
reliée à l’existence d’un équilibre thermique “local” des excitons de la sous-bande fonda-
mentale que nous définirons. Nous montrerons que la dynamique temporelle de la raie
de macro-luminescence et les spectres de PLE reflètent quant à eux l’équilibre thermique
“global” des excitons dans le fil quantique.
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4.1 Interaction d’échange et structure fine

4.1.1 Introduction

La structure de spin de l’exciton, que nous n’avons pas considérée dans le premier
chapitre, est relativement complexe et souvent négligée. Nous avons vu que le mélange
de bandes de valence (Sec. 1.3.2) conduit dans les hétéro-structures confinées, puits et fil
quantiques, à une levée de dégénérescence des états de trous lourds et légers, de moments
cinétiques respectifs Jhz = ±3/2 et ±1/2, mais à ce stade les deux états de trous lourds
restent dégénérés en énergie, comme ceux de trous légers et ceux des électrons Jez = ±1/2.
Nous avons pris ici pour direction de quantification l’axe de croissance z. Le spin σ de
l’exciton, défini comme la somme des moments cinétiques du trou et de l’électron, prend
donc pour valeur ±2,±1 pour l’exciton lourd et ±1,0 pour l’exciton léger, qui sont chacun
4 fois dégénérés. Etant donné que la première sous-bande de trous h1 du fil quantique
est de nature lourde à 96%, et séparée de 18 meV de la deuxième sous-bande h2, nous
ne nous intéresserons dans cette section qu’aux quatre états de l’exciton lourd.

Cette dégénérescence de spin est levée par l’interaction Coulombienne dite d’échange,
car les deux états de paires électron-trou ((k, ↑e),(−k, ↓h)) et ((−k, ↓e),(k, ↑h)), entre
lesquels impulsions et spins des électrons et trous ont été échangés, sont dégénérés en
énergie et couplés par l’interaction Coulombienne (Fig. 4.1). Cette levée de dégénérescence
est de plus augmentée lorsque le degré de symétrie du système est réduit (Fig. 4.2),
comme l’a montré l’étude de David Larousserie dans les puits et les fils quantiques [64,
84], poursuivant les travaux de M.Z. Maialle dans les puits [85]. Notre étude, menée en
collaboration avec Robson Ferreira, s’inscrit dans la continuation du travail de thèse de
D. Larousserie. En particulier, les états en K = 0 du doublet radiatif σ = ±1 de l’exciton
lourd, qui sont couplés à la lumière, sont non dégénérés lorsque le système ne présente
plus de symétrie uniaxiale (rotation autour de l’axe de quantification z) [86], ce qui est
le cas dans les fils quantiques et les bôıtes quantiques anisotropes.

Etat
Fondamental

2 Etats excités
dégénérés

couplés par l'interaction
Coulombienne

Trou lourd j   = ±3/2

Electron s   = ±1/2
Exciton
±1, ±2

±1

Pas
d'échange

Echange
en symétrie
uniaxiale

(puits quantique) (fil quantique)

Echange
sans symétrie

uniaxiale

|+1>±|-1>

±2 ±2

z

z

Fig. 4.1 – Schéma de principe de l’interaction d’échange entre paires électron-trou.

Dans les fils quantiques, les états propres du doublet radiatif de l’exciton lourd sont
donc a priori accessibles en luminescence, d’autant plus que la polarisation de la lumière
émise reflète la structure de spin de l’exciton. L’interaction avec la lumière est en effet
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Fig. 4.2 – Levée de dégénérescence de l’exciton lourd par l’interaction d’échange.

gouvernée par la règle de sélection de conservation du moment total, soit σphoton = σexciton.
Les faibles levées de dégénérescence mises en jeu, inférieures à 1 meV , sont en général
masquées par l’élargissement inhomogène des transitions. Elles sont par contre obser-
vables en µ-PL, comme l’ont montré les études réalisées dans les puits quantiques [87] et
dans les bôıtes quantiques [88, 89].

Après avoir présenté la structure fine de l’exciton dans un fil quantique parfait, nous
présenterons les résultats expérimentaux que nous avons obtenus dans les fils quantiques
en régime 0D, puis introduirons le rôle de la localisation sur la structure fine pour analyser
ces résultats. Nous présenterons enfin les résultats obtenus sur des fils en régime 1D, et
tenterons d’expliquer pourquoi nous n’y avons pas observé la structure fine de l’exciton.

4.1.2 Interaction d’échange dans un fil quantique idéal

Le calcul de l’interaction d’échange [85] fait ressortir deux termes, l’un d’interaction
à courte portée (HSR) et l’autre d’interaction à longue portée (HLR), parfois aussi artifi-
ciellement qualifiés d’analytique et non analytique respectivement. Aucun de ces termes
n’agit sur le doublet non radiatif σ=±2 de l’exciton lourd. Ils couplent par contre les ex-
citons du doublet radiatif σ=±1 et lèvent la dégénérescence entre les deux doublets. Les
deux termes présentent une règle de sélection δKx,K′

x
sur l’impulsion du centre de masse

des états initial et final de l’exciton et peuvent donc être diagonalisés indépendamment
pour chaque valeur Kx de l’impulsion. Dans la base (|Kx,σ = −1〉,|Kx,σ = +1〉), les deux
termes de l’interaction d’échange s’écrivent respectivement [64, 84] :

HSR =
3

4
∆ESR

∣∣∣∣∣ϕ1D(0)

ϕ3D(0)

∣∣∣∣∣
2 (

ISR 0
0 ISR

)
et

HLR =
3

32π2
∆ELT

∣∣∣∣∣ϕ1D(0)

ϕ3D(0)

∣∣∣∣∣
2 (

ILR,1(Kx) + ILR,2(Kx) ILR,1(Kx)− ILR,2(Kx)
ILR,1(Kx)− ILR,2(Kx) ILR,1(Kx) + ILR,2(Kx)

)
.

Les constantes du couplage d’échange dans le GaAs massif ont pour valeurs ∆ESR =
20 µeV et ∆ELT = 80 µeV [90].

ϕ1D et ϕ3D désignent les fonctions d’ondes du mouvement relatif de l’exciton dans le
fil et dans le matériau massif. Cette étude étant antérieure à celle de l’exciton présentée
dans la section 1.4, nous avons utilisé pour l’exciton une fonction d’onde gaussienne :

ϕ1D,var(x) = e−x
2/(2a2

var)/(π1/4a1/2
var),
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avec avar = 85 Å, obtenue de manière variationnelle. La quantité ϕ3D(0) vaut quant à
elle 1/(πa3

X,3D) avec aX,3D = 145 Å. Nous avons vérifié que l’utilisation de la fonction
d’onde calculée analytiquement ne modifie que de 5% la valeur du rapport en jeu dans
les deux hamiltoniens, et n’influe donc pas sur les résultats qui vont être présentés.

Les intégrales en jeu s’écrivent :

ISR =
∫∫

dy dz |fe(y,z)|2|fh(y,z)|2

ILR,1(Kx) =
∫∫

dky dkz
∣∣∣〈fe(y,z) ∣∣∣ei(kyy+kzz)

∣∣∣ fh(y,z)〉∣∣∣2 k2
y

K2
x + k2

y + k2
z

ILR,2(Kx) =
∫∫

dky dkz
∣∣∣〈fe(y,z) ∣∣∣ei(kyy+kzz)

∣∣∣ fh(y,z)〉∣∣∣2 K2
x

K2
x + k2

y + k2
z

,

où fe et fh désignent les fonctions d’onde latérales des électrons et des trous confinés dans
le fil, modélisé par un fil rectangulaire à barrières infinies (Sec. 1.3.2). Nous utilisons les
mêmes conventions qu’au premier chapitre (Fig. 1.3).

L’interaction d’échange à courte portée est indépendante de Kx, et présente donc
un terme δ(X) dans l’espace réel pour le mouvement du centre de masse, justifiant son
appellation. Elle induit un déplacement de l’énergie du doublet radiatif par rapport au
doublet non radiatif, qui vaut dans nos fils :

∆E1D,SR =
3

4
∆ESR

∣∣∣∣∣ϕ1D(0)

ϕ3D(0)

∣∣∣∣∣
2

ISR

≈ 180 µeV.

Pour chaque impulsion Kx, l’hamiltonien d’interaction d’échange à longue portée est

de la forme

(
E W
W E

)
, dont les états propres sont (|1〉− |−1〉)/

√
2 et (|1〉+ |−1〉)/

√
2,

associés aux valeurs propres E−W et E+W . En particulier, en Kx=0, l’intégrale ILR,2
est nulle et les deux états propres ont pour valeur propres respectives 0 et

∆E0
1D,LR =

3

32π2
∆ELT

∣∣∣∣∣ϕ1D(0)

ϕ3D(0)

∣∣∣∣∣
2

× 2ILR,1(Kx=0)

≈ 210 µeV.

D’autre part, le doublet radiatif est de nouveau dégénéré en énergie pour la valeur parti-
culière de l’impulsion telle que les deux intégrales ILR,1 et ILR,2 soient égales, c’est-à-dire
Kx ≈ ky ≈ π/Ly, où Ly désigne la dimension latérale du fil rectangulaire.

Les énergies des deux états radiatifs, ainsi que celle du doublet non radiatif, sont
représentées sur la figure 4.3. A la différence des puits quantiques, la dégénérescence du
doublet radiatif enKx = 0, c’est-à-dire pour les excitons qui participent à la luminescence,
est donc levée. Les nouveaux états propres ne sont plus couplés avec la lumière polarisée
circulairement (σphoton = ±1), comme c’est le cas dans les puits. L’état (|1〉−|−1〉)/

√
2 est

couplé aux photons polarisés parallèlement au fil (πx) et l’état (|1〉+ |−1〉)/
√

2 avec ceux
polarisés perpendiculairement au fil (πy). Les contributions de l’interaction d’échange à
l’énergie de ces deux états seront par conséquent notées Ex

1D,ech(Kx) et Ey
1D,ech(Kx) par

la suite.
Remarquons que les forces d’oscillateur des deux états radiatifs sont égales si l’on

ne tient compte que de l’interaction d’échange. C’est en effet le mélange de bandes
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Fig. 4.3 – Dispersion des contributions de l’interaction d’échange à l’énergie des excitons
lourds, en fonction de leur impulsion Kx.

(Sec. 1.5.1) qui détermine les forces d’oscillateur des deux états, alors que leurs énergies
sont imposées par l’interaction Coulombienne d’échange, les deux effets ayant donc des
fondements complètement indépendants !

Les deux énergies caractéristiques de l’interaction d’échange, à courte et à longue
portées, s’accroissent lorsque le confinement dans le fil augmente. Elles sont en effet
toutes deux approximativement proportionnelles d’une part à l’inverse du rayon de Bohr
de l’exciton, dont nous avons vu qu’il diminue lorsque la taille du fil diminue, et d’autre
part à 1/(Ly Lz) pour ∆E1D,SR et 1/L2

y + 1/L2
z pour ∆E0

1D,LR, en raison des intégrales
ISR,LR1,LR2 mises en jeu.

Nous avons vérifié a posteriori que ces dispersions, calculées pour un fil rectangulaire
à barrières infinies et un modèle variationnel de l’exciton, ne sont modifiées que d’environ
10% lorsque l’on utilise les fonctions d’onde numériques pour un fil en V et la fonction
d’onde analytique de l’exciton. En particulier, les énergies en jeu ∆E1D,SR et ∆E0

1D,LR

sont diminuées d’environ 5%, et l’intersection entre les dispersions des deux états radiatifs
se produit toujours au voisinage de Kx = π/Ly.

4.1.3 Structure fine des excitons dans les fils quantiques en
régime 0D

Résultats expérimentaux

Nous avons étudié la dépendance en polarisation des spectres de µ-PL dans un
échantillon en régime 0D (M304) [91]. Les spectres ont été acquis avec le spec-
tromètre HRS2 et la caméra CCD refroidie à l’azote liquide (voir Sec. 2.2), l’ensemble
ayant une très bonne résolution spectrale (40 µeV ). L’excitation a été réalisée par un
laser Ti-Sa, dans la sous-bande e3h3 du fil à 1,73 eV , à une puissance d’excitation de
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

30 W.cm−2 suffisamment faible pour garantir la présence d’un exciton au plus dans la
zone excitée (voir Sec. 5.2.1). La sélection de la luminescence polarisée dans chacune des
polarisations linéaires, parallèle (πx) et perpendiculaire (πy) à l’axe du fil, est réalisée à
l’aide d’un compensateur de Babinet-Soleil et un cube polariseur, de telle sorte que la
zone d’excitation ne soit pas déplacée sur l’échantillon par la rotation des polariseurs
(voir Sec. 2.1.2).

Des spectres typiques de µ-PL dans les polarisations linéaires sont présentés sur la
figure 4.4. Les pics sont associés à la luminescence des excitons localisés dans les bôıtes
quantiques le long du fil. Certains pics sont à plus basse énergie en polarisation πx qu’en
polarisation πy, mettant en évidence des levées de dégénérescence de l’ordre de 100 µeV
des énergies d’excitons de spins différents. Conformément à la théorie, ce sont les états
(|1〉− |− 1〉)/

√
2, émettant des photons polarisés parallèlement au fil, qui ont l’énergie la

plus basse. Les levées de dégénérescence mesurées, que nous noterons ∆Ey−x = Ey −Ex
par la suite, dépendent du pic considéré, et sont toujours inférieures à la valeur théorique
d’environ 200 µeV prédite par notre modèle. Certains pics ne présentent aucune levée
de dégénérescence, et sont en général situés à basse énergie dans la raie alors que les
différences d’énergie les plus importantes, jusqu’à 170 µeV , sont obtenues sur les pics à
plus haute énergie.
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Fig. 4.4 – Spectres de µ-PL obtenus en un même endroit d’un fil quantique en régime 0D
(M304), dans les polarisations perpendiculaire (πy, traits pleins) et parallèle (πx, traits
pointillés) au fil. Des agrandissements des pics à basse et haute énergie sont présentés en
encarts.

Nous avons rassemblé les résultats obtenus sur une cinquantaine de pics, correspon-
dant à 7 fils quantiques différents du même échantillon, pour obtenir des informations
statistiques. La première d’entre elles est la distribution des levées de dégénérescence,
présentée sur la figure 4.5. Elle est assez large, et présente une sorte de “singularité” pour
la valeur 0. Deux faits sont donc à expliquer : les écarts énergétiques observés dépendent
de l’état d’exciton localisé considéré, et de nombreux états restent dégénérés en énergie,
dans la limite de notre résolution spectrale de 40 µeV . Nous allons tenter de répondre à
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4.1 Interaction d’échange et structure fine

ces questions au paragraphe suivant, en étudiant l’influence de la localisation sur l’inter-
action d’échange de l’exciton.
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Fig. 4.5 – Distribution statistique des levées de dégénérescences ∆Ey−x mesurées entre
les deux états radiatifs de l’exciton.

L’interaction d’échange et les excitons localisés

Les états d’excitons localisés dans les fils en régime 0D n’ont pas un vecteur d’onde
Kx bien défini. Ils ont une fonction d’onde ψloc(Kx) dans l’espace réciproque, déterminée
par la configuration locale du potentiel aléatoire de localisation. L’interaction d’échange
étant d’amplitude petite devant l’interaction Coulombienne directe et le désordre de
localisation, elle peut être traitée en perturbation au permier ordre sur les états localisés
de l’exciton calculés à la section 3.3. Les principales caractéristiques de la structure fine de
l’exciton lourd sont conservées : les états non radiatifs restent dégénérés; la contribution
à courte portée de l’interaction d’échange reste la même que dans le cas d’un fil idéal
car elle est indépendante de Kx et donc de la fonction d’onde ψloc(Kx) de l’état localisé;
les états propres du doublet radiatif sont toujours (|1〉 − | − 1〉)/

√
2 et (|1〉+ | − 1〉)/

√
2,

et interagissent avec les photons polarisés parallèlement et perpendiculairement au fil
respectivement. Mais la contribution de l’interaction d’échange à l’énergie de chacun des
deux états radiatifs est donnée pour un état localisé par la moyenne sur la fonction d’onde
localisée ψloc(Kx) des quantités Ex

1D,ech(Kx) et Ey
1D,ech(Kx) obtenues dans un fil idéal :

Ex
loc,ech = 〈ψloc(Kx)|Ex

1D,ech(Kx)|ψloc(Kx)〉

=
∫
dKx |ψloc(Kx)|2 Ex

1D,ech(Kx)

Ey
loc,ech = 〈ψloc(Kx)|Ey

1D,ech(Kx)|ψloc(Kx)〉

=
∫
dKx |ψloc(Kx)|2 Ey

1D,ech(Kx)

La différence d’énergie entre les deux états, ∆Eloc = Ey
loc,ech−Ex

loc,ech, n’est donc pas égale
à celle obtenue dans un fil idéal en Kx=0, mais plutôt à sa valeur en Kx ≈ π/lx où lx est
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

l’extension spatiale selon l’axe du fil de l’état localisé. Elle est proportionnelle à l’anisotro-
pie spatiale des états et se comporte en première approximation comme ∆E0

1D(1− ly/lx),
où ly désigne l’extension latérale des états confinés. Elle est donc inférieure à sa valeur
dans le fil idéal, qui peut être vu comme la limite lx/ly →∞ de la bôıte quantique.

Nous retrouvons ici, par une approche très différente, les résultats théoriques obtenus
dans les bôıtes quantiques, pour lesquelles les états propres du doublet radiatif sont po-
larisés selon les deux axes principaux de la bôıte quantique, et la levée de dégénérescence
est proportionnelle à l’anisotropie de la fonction d’onde des porteurs confinés, et donc à
celle de la bôıte quantique elle-même [86].

Nous avons calculé les états propres localisés, puis la différence d’énergie associée entre
les deux états radiatifs, dans un premier temps dans une bôıte quantique de profondeur
9 meV caractéristique des variations d’une monocouche de l’épaisseur du fil. Les résultats
sont présentés sur la figure 4.6. ∆Eloc ne varie pas de manière monotone avec Lx, car
l’extension lx d’un état localisé dans une petite bôıte est supérieure à Lx, sa fonction
d’onde pénétrant fortement dans les barrières de la bôıte. Nous constatons que pour
cette raison la différence d’énergie vaut au minimum 70% de ∆E0

1D, soit 140 µeV , pour
l’état fondamental. La levée de dégénérescence des états excités de la bôıte est plus faible,
mais toujours non nulle, et ces états ne sont a priori pas observés en µ-PL car la relaxation
vers l’état fondamental est efficace (voir Sec. 4.2).
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Fig. 4.6 – Différence d’énergie ∆Eloc entre les deux états radiatifs d’un exciton localisé
dans une bôıte carrée de profondeur 9 meV selon l’axe x du fil. Les traits pleins, tiretés et
pointillés représentent respectivement l’état fondamental et les deux premiers états excités
de la bôıte quantique. L’asymptote ∆E0

1D pour Lx →∞ est aussi indiquée.

La localisation des excitons permet donc d’expliquer qualitativement que les levées
de dégénérescence ∆Ey−x du doublet radiatif mesurées sur des états localisés soient
inférieures à celle calculée pour un fil parfait, mais ne justifient pas de manière quan-
titative la distribution statistique que nous avons obtenue, et en particulier le nombre
d’états dégénérés dans la limite de notre résolution expérimentale. La finesse de certains
des pics associés à ces derniers états, souvent inférieure à la résolution spectrale, permet
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4.1 Interaction d’échange et structure fine

d’exclure l’hypothèse d’une levée de dégénérescence du doublet radiatif vers des états de
polarisations différentes de πx et πy.

Des constatations similaires ont été faites dans d’autres systèmes, en particulier
dans les bôıtes quantiques, pour lesquelles une proportion non négligeable de bôıtes
ne présentent pas, de manière surprenante, de levée de dégénérescence. Peut-être notre
modèle ne tient-il pas compte de toute la complexité du désordre de localisation dans
les fils? Mais des causes extrinsèques, par exemple des champs internes (cf Sec. 3.4.1),
ne sont pas à exclure, qui modifieraient la structure fine des excitons et domineraient
l’interaction d’échange.

Nous pouvons aussi remarquer que les pics les plus polarisés sont en général très
fins spectralement, et ne sont pas résolus. Cette observation permet de répondre aux
interrogations portant sur le lien entre largeur des pics de µ-PL et temps de cohérence
des états localisés, longtemps débattues. La borne inférieure à leur temps de cohérence
(15 ps pour une résolution spectrale de 40 µeV ) ainsi déduite est en effet compatible avec
les temps d’interaction avec les phonons acoustiques (50 ps) et de recombinaison radiative
(300 ps) dans ce système (voir Sec. 4.2.5), alors que sans sélection en polarisation les pics
de µ-PL étaient souvent plus larges, bien résolus spectralement et laissaient présager de
temps de cohérence très courts (< 5 ps) et inexpliqués.

Tentative de corrélation entre structure fine et propriétés de localisation

Nous venons de voir, théoriquement et expérimentalement, que la localisation influe
sur la structure fine des excitons en affaiblissant la différence d’énergie entre les deux
états radiatifs de l’exciton lourd. Le paramètre déterminant est d’après notre modèle
l’extension lx de la fonction d’onde de l’exciton localisé. Nous avons donc entrepris une
étude systématique de nombreux états localisés, de manière à déterminer indirectement
leur extension spatiale et à la relier à ∆Ey−x. Ce type d’étude avait été mis en œuvre
avec succès par Joël Bellessa au cours de sa thèse, et permis de démontrer la corrélation
entre le temps de vie radiatif et la taille de la bôıte quantique d’une part, et entre la
différence d’énergie entre états fondamentaux et excités d’une même bôıte et le temps de
relaxation par émission de phonons acoustiques entre ces deux états d’autre part [52].

Modélisation par des bôıtes carrées simples La taille d’une bôıte quantique dont
la luminescence de l’état fondamental est observée en µ-PL peut être déterminée à partir
du spectre d’excitation de cette bôıte (µ-PLE). L’énergie de détection étant fixée sur
l’énergie de l’état fondamental, la luminescence de cet état est acquise en fonction de
l’énergie d’excitation (Figure 4.7). Dans la pratique, l’ensemble du spectre de µ-PL est
acquis à l’aide de la caméra CCD pour chaque énergie d’excitation, et les spectres de µ-
PLE sont reconstitués a posteriori. Cela permet d’obtenir la PLE de tous les pics de µ-PL
en un seul balayage de l’énergie d’excitation. Cette procédure ne peut pas être appliquée
au double spectromètre soustractif, qui est incompatible avec l’utilisation d’une caméra
CCD pour acquérir un spectre entier. La discrimination du laser est donc moins bonne que
dans des expériences antérieures réalisées avec le double spectromètre [23], et la largeur
du “pied du laser”, visible dans chaque spectre, mesurée dans les spectres de µ-PLE est
de 1 à 2 meV , masquant les éventuelles structures qui pourraient exister au voisinage
immédiat de l’énergie de détection.

Chaque spectre de µ-PLE présente des résonances plus ou moins marquées, ca-
ractéristiques de chacun des états fondamentaux considérés, et une montée de l’absorption
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Fig. 4.7 – Exemple de spectres de µ-PLE obtenus en un même endroit d’un échantillon
en régime 0D (M304), pour trois énergies de détection correspondant aux pics notés A,
B et C sur le spectre de µ-PL.
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4.1 Interaction d’échange et structure fine

à 1,674 eV , correspondant à la première transition e1h1 observée dans les spectres de
macro-PLE. Les résonances marquées sont attribuées aux états excités des bôıtes quan-
tiques considérées. En supposant une profondeur de bôıtes quantiques de 9 meV , nous
pouvons déduire la taille de la bôıte quantique de la différence d’énergie entre état fonda-
mental et état excité. Les différences d’énergie ∆Ey−x mesurées en µ-PL en polarisation
sont présentées sur la figure 4.8 en fonction de l’écart énergétique entre l’état fondamental
et l’état excité des bôıtes quantiques correspondantes, mesuré dans les spectres de µ-PLE.
Aucune corrélation claire n’apparâıt dans ces résultats. La levée de dégénérescence du
doublet radiatif n’est donc pas liée à la taille des bôıtes quantiques estimées en faisant
l’hypothèse de bôıtes simples de 9 meV de profondeur.
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Fig. 4.8 – Statistique des différences d’énergie ∆Ey−x mesurées en µ-PL en polarisa-
tion en fonction de l’écart énergétique entre état fondamental et état excité des bôıtes
quantiques correspondantes, dans plusieurs fils quantiques du même échantillon.

Nous avons ensuite considéré un modèle légèrement plus évolué de bôıtes quantiques,
en remarquant que la plupart des spectres de µ-PLE présentent au voisinage de 1,667 eV
une résonance large qui pourrait être la signature d’états délocalisés existant dans le
fil, énergétiquement au-dessus des barrières des bôıtes quantiques. De tels états sont en
effet obtenus dans les simulations présentées dans la section 3.3. Dans notre modèle, ils
n’apparaissent pas en luminescence car l’exciton relaxe vers les états de plus basse énergie
sous-jacents, mais ils possèdent de la force d’oscillateur. Nous avons donc ré-interprété
nos spectres de µ-PLE en notant pour chaque bôıte quantique les différences d’énergie
entre état fondamental et état délocalisé, et entre état excité et état délocalisé. A partir
de ces deux énergies caractéristiques, nous avons pu obtenir, toujours dans l’hypothèse
d’un bôıte quantique carrée, la profondeur énergétique de la bôıte et sa taille selon l’axe
du fil. Le nouveau paramètre ajustable, la profondeur des bôıtes, prend dans cette analyse
des valeurs comprises entre 7 et 13 meV , et n’est plus contrainte à la variation d’énergie
de 9 meV associée à une variation d’une mono-couche de l’épaisseur du fil. Les différences
d’énergie ∆Ey−x mesurées en µ-PL en polarisation sont présentées sur la figure 4.9 en
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

fonction de la taille ainsi établie des bôıtes quantiques correspondantes. Là encore, aucune
corrélation claire n’apparâıt dans ces résultats.
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Fig. 4.9 – Statistique des différences d’énergie ∆Ey−x mesurées en µ-PL en polarisation
en fonction de la taille des bôıtes déduites de spectres de µ-PLE, dans plusieurs fils
quantiques du même échantillon.

Modélisation du désordre par un potentiel aléatoire Devant l’échec de ces deux
tentatives de modélisation par des bôıtes quantiques indépendantes, nous avons calculé la
levée de dégénérescence par l’interaction d’échange des états localisés dans un potentiel
aléatoire gaussien, dans le cadre du modèle présenté à la section 3.3. Deux approches ont
été utilisées : d’une part, la levée de dégénérescence ∆Ey−x a été calculée au premier ordre
en perturbation sur les états localisés; et d’autre part, le potentiel aléatoire et l’interac-
tion d’échange ont été diagonalisés ensemble, les deux interactions étant traitées sur un
pied d’égalité. Les états propres ont été obtenus par ces deux méthodes pour un potentiel
aléatoire identique à celui présenté dans la section 3.3. Les énergies des deux états du
doublet radiatif, et en particulier leurs différences, sont similaires en ce qui concerne les
états fondamentaux de chacun des minima du potentiel, qui participent à la lumines-
cence. Par contre, lorsque les deux interactions sont traitées sur le même plan, les états
délocalisés à plus haute énergie ne sont pas appariés deux à deux à l’issue de la simula-
tion numérique, comme cela est par construction le cas lorsque l’interaction d’échange est
traitée en perturbation. Ces états ne sont cependant pas sondés en µ-PL. Pour pouvoir
étudier statistiquement la levée de dégénérescence des états localisés, il est nécessaire
qu’à l’issue de la simulation les états polarisés parallèlement et perpendiculairement au
fil soient appariés, et nous nous sommes donc concentrés sur le traitement perturbatif de
l’interaction d’échange, qui seul fournit les états par paires.

La figure 4.10 présente dans ce cadre les levées de dégénérescence ∆Ey−x calculées en
fonction de l’extension spatiale des états localisés (l’écart-type de leur fonction d’onde).
Les groupes de points les plus denses, indiqués par des flèches, ont été identifiés comme
les états fondamentaux, les premiers et seconds états excités des différents minimas du

125



4.1 Interaction d’échange et structure fine

potentiel aléatoire. La levée de dégénérescence des états fondamentaux suit la loi calculée
précédemment, et représentée par la courbe. De nombreux états localisés ne se placent pas
sur ce graphe dans les 3 groupes indiqués, et correspondent aux états à plus haute énergie,
qui ne sont pas bien modélisés par des états propres de bôıtes quantiques indépendantes.
Cependant, ils n’apparaissent a priori pas dans les spectres de µ-PL car ce ne sont pas
des états fondamentaux. De plus les états pour lesquels ∆Ey−x est nul ou inférieur à
la résolution spectrale ne constituent pas une proportion macroscopique de l’ensemble,
comme c’est le cas dans nos résultats expérimentaux.
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Fig. 4.10 – Levées de dégénérescence ∆Ey−x en fonction de l’extension spatiale lx des
états localisés, calculées en traitant l’interaction d’échange en perturbation sur les états
localisés, dans quatre configurations de potentiels désordonnés de même amplitude mais
de longueur de corrélations égales à 100 (carrés), 200 (cercles), 500 (triangles pointant
en haut) et 1000 Å(triangles pointant en bas). La courbe représente la fonction ∆E0

1D(1−
l′/lx) avec l′ = 200 Å ≈ Ly.

Il est dans ce modèle relativement difficile de simuler les spectres de µ-PLE de chaque
état fondamental, de manière à les comparer aux spectres expérimentaux. Cependant
il apparâıt que le modèle de potentiel aléatoire gaussien redonne, comme attendu, les
mêmes levées de dégénérescence par interaction d’échange que le modèle plus simple de
bôıtes carrées. Une information supplémentaire, l’énergie absolue des états, figure dans
le modèle de potentiel aléatoire. Même si nos études antérieures [52] ont montré qu’il
n’y a pas de corrélation entre l’énergie absolue des pics de µ-PL et la taille des bôıtes
quantiques associées, nous avons reporté dans la figure 4.11 les levées de dégénérescence
mesurées en fonction de l’énergie des pics, d’une part d’après nos résultats expérimentaux
et d’autre part d’après le modèle de potentiel de localisation aléatoire. Aucun accord,
même qualitatif, n’apparâıt entre notre modèle et les résultats expérimentaux. La simu-
lation montre que ce sont les états de plus basse énergie qui ont leur fonction d’onde dans
l’espace réciproque concentrée autour de Kx = 0, et qu’ils présentent donc les levées de
dégénérescence les plus importantes. Les résultats expérimentaux montrent une tendance
inverse, les grandes levées de dégénérescence étant observées sur les pics à haute énergie

126



Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

dans les spectres de µ-PL.
En conclusion de ce paragraphe, l’analyse statistique des levées de dégénérescence

∆Ey−x observées n’a pu être reliée de manière directe aux propriétés intrinsèques des
bôıtes quantiques, malgré les efforts réalisés pour d’une part mieux connâıtre spectrale-
ment les bôıtes quantiques, et d’autre part mieux simuler leur environnement.

4.1.4 L’interaction d’échange dans les fils quantiques en
régime 1D

Nous avons aussi étudié la dépendance en polarisation des spectres de µ-PL dans les
fils quantiques en régime 1D. Ces expériences sont plus compliquées que dans les fils en
régime 0D car il n’existe pas dans ces fils de régime vraiment linéaire lorsque la puissance
d’excitation est augmentée. Les raies observées en µ-PL se déplacent en effet lorsque la
densité de porteurs varie (voir Sec. 5.3.1 et 3.4.4). Au cours de ces expériences, nous
avons excité le fil quantique avec un faisceau laser polarisé parallèlement au fil, dans la
sous-bande e3h3 du fil à 1,75 eV , et détecté la luminescence dans les deux polarisations
linéaires, en coupant le faisceau laser réfléchi à l’aide d’un filtre interférentiel. Nous avons
ainsi évité d’utiliser le compensateur de Babinet-Soleil, qui fait tourner à la fois la polari-
sation de l’excitation et celle de la détection, et oblige à exciter le fil quantique dans deux
polarisations différentes, créant selon la polarisation des densités de porteurs légèrement
différentes dans le fil.

Les spectres présentés sur la figure 4.12 ont été obtenus sur un ı̂lot étendu sur 2 µm
dans un échantillon de fils quantiques en régime 1D (NM125), à deux puissances d’excita-
tion différentes, toutes deux suffisamment faibles pour garantir la présence d’au plus un
exciton dans l’̂ılot. Cet ı̂lot est celui sur lequel ont été réalisées les expériences présentées à
la figure 3.28.b, qui ont montré que le pic de µ-PL a une largeur de l’ordre de 1 meV , sauf
à très faible puissance d’excitation où le pic s’affine. Dans les deux cas, les spectres acquis
dans les deux polarisations linéaires sont très similaires, et aucune levée de dégénérescence
n’apparait, dans la limite de notre résolution spectrale de l’ordre de 100 µeV sur les
spectres à très faible puissance (a) et de 40 µeV sur les autres spectres (b). Seules les
intensités des pics et leurs rapports relatifs dépendent de la polarisation de détection.
Aucune levée de dégénérescence n’a été observée en polarisation sur les spectres de µ-PL
dans ces échantillons.

4.1.5 Conclusion

Lorsque l’exciton est localisé, dans les fils en régime 0D, la structure fine de l’exci-
ton est déterminée par l’interaction Coulombienne d’échange. Nous avons montré que
le doublet radiatif est séparé en deux états qui interagissent avec les photons polarisés
respectivement parallèlement et perpendiculairement au fil, séparés d’environ 100 µeV .
Cette valeur dépend de l’état localisé mais n’a pu être reliée expérimentalement à son
extension dans l’axe du fil, qui est en principe le paramètre la déterminant. Elle est de
plus légèrement inférieure à la valeur de 210 µeV prévue théoriquement pour des excitons
libres en Kx=0 dans les fils quantiques étudiés, cette diminution pouvant être partielle-
ment attribuée à l’effet de la localisation. L’interaction d’échange est censée séparer les 4
états de l’exciton lourd, le doublet non radiatif σ = ±2 restant dégénéré et à plus basse
énergie d’environ 180 µeV . Celui-ci n’est optiquement actif qu’en présence de champ
magnétique, et nous n’avons pu l’observer sur notre dispositif.

127
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Fig. 4.11 – Levées de dégénérescence ∆Ey−x en fonction de l’énergie des états lo-
calisés : (a) Résultats expérimentaux obtenus sur plusieurs fils quantiques d’un même
échantillon (chaque symbole correspond à un fil étudié); (b) Simulation en traitant l’in-
teraction d’échange en perturbation sur les états localisés, dans 4 configurations de po-
tentiels désordonnés de même amplitude mais de longueur de corrélations égales à 100
(carrés), 200 (cercles), 500 (triangles pointant en haut) et 1000 Å(triangles pointant en

bas). La courbe représente la fonction ∆E1D

(
Kx=

√
2mXE
h̄2

)
correspondant aux excitons

libres dans un fil parfait.
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Fig. 4.12 – Spectres de µ-PL obtenus sur un ı̂lot étendu dans un échantillon de fils
quantiques en régime 1D (NM125), à deux puissances d’excitations : (a) 0,02 W.cm−2 et
(b) 5 W.cm−2.
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4.1 Interaction d’échange et structure fine

Mais la structure fine apparâıt comme très “fragile” dans les fils quantiques. Dans
les fils en régime 0D, 40% des états localisés observés ne présentent pas de levée de
dégénérescence, ce que nous ne pouvons pas expliquer par la seule influence de la locali-
sation. Dans les fils en régime 1D nous n’avons observé aucune signature de cette structure
fine, peut-être à cause du désordre résiduel (voir Sec. 3.4) qui prend plus d’importance
dans ces fils.

Il est intéressant de comparer la levée de dégénérescence du doublet radiatif que nous
avons mesurée, soit 100 µeV en moyenne et 170 µeV au maximum, avec celles obtenues
dans d’autres types de structures et/ou d’autres matériaux. Des valeurs plus importantes
ont été observées dans les bôıtes quantiques de semiconducteurs II-VI, dans lesquels
l’interaction Coulombienne, directe comme d’échange, est plus forte : 320 µeV dans CdTe
[89] et 800 µeV dans CdSe [88]. Dans les bôıtes quantiques InAs, des valeurs similaires
ont été observées (150 µeV ) [92], alors que dans les états localisés aux interfaces de puits
quantiques les levées de dégénérescence sont plus faibles (50 µeV ) [87], vraisemblablement
en raison de l’anisotropie plus faible des états localisés que dans le cas des fils quantiques.

Enfin, si la structure fine des excitons dans les fils quantiques n’avait pas été observée
jusqu’à ce jour, quelques expériences ont été menées pour étudier la relaxation de spin
dans les fils quantiques. Elles ont en général été réalisées en polarisation circulaire, et
non sur les polarisations linéaires des états propres [93, 94]. En excitant l’échantillon par
une impulsion de polarisation σ+ par exemple, un léger déséquilibre entre les populations
d’excitons σ+ et σ− est initialement créé, et la relaxation de ce déséquilibre est mesurée.
L’étape initiale, dite de pompage optique, crée donc des excitons dans une superposition
des deux états propres polarisés linéairement, et en raison de la levée de dégénérescence,
l’exciton subit des oscillations de Rabi entre ces deux états. En moyennant sur une popu-
lation d’excitons à l’équilibre thermique, les oscillations de Rabi de chacun des excitons
sont brouillées. Les travaux de David Larousserie [64] ont montré que ces résultats pou-
vaient donc s’interpréter comme la dépolarisation du gaz d’excitons, sans qu’interviennent
les processus de relaxation de spin proprement dits, au cours desquels un exciton dans
un état propre polarisé linéairement change de spin [95]. En raison de la faible efficacité
du pompage optique, nous n’avons pas envisagé d’étudier la relaxation de spin dans nos
fils en polarisation linéaire, en µ-PL comme en macro-PL.
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la

température

Dans les fils quantiques des deux générations étudiées, la température s’avère être un
paramètre crucial d’évolution des spectres de µ-PL. En particulier, les pics fins observés en
µ-PL disparaissent, quel que soit l’échantillon, lorsque la température est augmentée de 10
à 30 K. Nous allons dans un premier temps présenter les résultats expérimentaux obtenus
dans les fils quantiques des deux générations, puis étudier d’un point de vue théorique
l’influence de l’interaction avec les phonons, et en particulier la formation d’états intriqués
de polarons, de manière à expliquer ces résultats. L’étude théorique a été menée en
collaboration avec Robson Ferreira.

4.2.1 Influence de la température sur les spectres de µ-PL

Fils quantiques en régime 0D

La plupart des spectres de µ-PL présentés dans cette thèse ont été obtenus à la plus
basse température accessible dans notre cryostat, soit T = 10 K 1. Les pics fins observés
dans ces spectres sont en fait très sensibles à la température de l’échantillon, comme le
montre la série de spectres obtenus entre 10 et 40 K sur un échantillon en régime 0D
(M304), présentée sur la figure 4.13. Les spectres ont été mesurés sous excitation par
un laser Ar, à 2,4 eV dans les barrières du fil quantique, à une puissance très faible
(6 W.cm−2) garantissant la présence d’au plus un exciton dans la zone excitée.

On remarque que l’intensité des pics de µ-PL décroit fortement entre 14 et 18 K,
les pics disparaissant au profit d’un fond continu, de largeur 7 meV comparable à
l’élargissement inhomogène, représenté par une gaussienne (en gris) sur les spectres. Ce
fond représente 70% de la luminescence totale à T = 21 K, et les pics fins ont totalement
disparu à partir de 30 K. La gaussienne tracée sur le spectre obtenu à 10 K représente
environ 30% de la luminescence, mais nous devons noter que ce spectre peut être repro-
duit uniquement par des lorentziennes associées à chaque pic de µ-PL, dont les bases se
chevauchent et donnent lieu au fond observé. Il est donc difficile d’évaluer les proportions
respectives de la luminescence due aux pics et au fond pour T < 14 K.

La largeur des pics fins à basse température n’est pas résolue spectralement, même
lorsque la luminescence est filtrée en polarisation pour ne sélectionner qu’un seul des deux
états du doublet radiatif, et qu’un spectromètre de meilleure résolution spectrale (40 µeV )
est utilisé. Nous n’avons donc pas accès à l’élargissement homogène de la transition.
Lorsque la température augmente, nous n’observons pas d’élargissement des pics fins
de µ-PL mais leur intensité diminue. Leur rapport relatif évolue par contre de manière
importante, les pics à 1,664 eV disparaissant par exemple rapidement alors que ceux à
1,661 eV persistent jusqu’à 30 K.

L’étude quantitative du spectre de µ-PL associé à une bôıte quantique unique est
difficile en raison d’une part de la faible distance énergétique entre pics voisins, et d’autre
part des transferts observés entre les différents pics lorsque la température augmente.
Il est plus aisé de mesurer le rapport global de la luminescence des pics fins et de la
contribution du fond. Jusqu’à 21 K une raie large gaussienne a été prise pour le fond,

1. L’utilisation d’un porte-échantillon différent, en contact thermique plus fort avec le réservoir
d’hélium liquide, permet d’abaisser la température de l’échantillon à environ 6 K, mais sans possibi-
lité de la faire varier par chauffage.

131



4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la température

1.65 1.66 1.67

T = 41K

x2

Energie (eV)

T = 31K

x2

T = 21K

Lu
m

in
es

ce
nc

e 
(u

ni
té

s a
rb

.)

T = 18K

T = 14K

T = 10K

Fig. 4.13 – Spectres de µ-PL sur un échantillon en régime 0D (M304), en fonction de
la température. La puissance d’excitation est de 6 W.cm−2, à 2,41 eV , et la résolution
spectrale 100 µeV . Sur les quatre premiers spectres, la courbe grise représente le fond
sous-jacent aux pics fins. Sur le dernier spectre, les queues basse et haute énergie sont
reproduites par des exponentielles (courbes grises).
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

alors qu’à partir de 31 K, seule la structure à 1,658 eV a été considérée comme un pic
distinct du fond. L’intensité relative des pics fins par rapport à l’ensemble de la raie est
reportée sur la figure 4.14. Elle décroit de 65% à 5% entre 9 et 30 K, et sera analysée
dans la discussion concluant cette section.
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Fig. 4.14 – Intensité des pics fins rapportée à celle de l’ensemble de la raie, en fonction
de la température.

L’intensité intégrée de la raie fluctue de 10% lorsque la température augmente,
mais reste globalement constante, comme cela est le cas dans les spectres de macro-
luminescence [61], montrant que les canaux de recombinaison non radiative ne sont pas
activés thermiquement dans ce régime de température. Le déplacement vers le rouge des
transitions est dû à la variation du gap du GaAs en fonction de la température.

Le spectre obtenu à la plus haute température possède une queue haute énergie re-
produite par une exponentielle décroissante ∝ e−E/kBT

′
(courbe en gris sur la figure) avec

une température effective T ′ ≈ 47 K, voisine de la température mesurée T = 40 K.
Cela montre que les porteurs sont à l’équilibre thermique avec l’échantillon, c’est-à-dire
avec le réservoir de phonons du cristal. Les spectres obtenus à plus basse température
ne possèdent pas une queue haute énergie parfaitement exponentielle, en raison des pics
fins qui subsistent dans le spectre. Il s’avère donc difficile d’en déduire une température
effective T ′. Nous reviendrons sur la nature des équilibres thermiques dans la section 4.3.

Le profil de la queue basse énergie de la raie suit une exponentielle croissante
(∝ e+E/kBT

′′
avec T ′′ ≈ 40 K), qui est vraisemblablement la signature de processus

de recombinaisons assistées par phonons. Ce type de queue, dit d’Urbach, est connu
dans l’étude des spectres d’absorption en-dessous de la transition excitonique dans les
semiconducteurs [96, 97, 98].

Fils quantiques en régime 1D

Nous avons étudié l’évolution du spectre de µ-PL dans les fils en régime 1D sur un ı̂lot
étendu sur 3 µm, de manière à isoler la contribution de ce seul ı̂lot. Les spectres obtenus
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sont présentés sur la figure 4.15. A basse température, ils sont constitués essentiellement
d’un seul pic, qui présente un épaulement à haute énergie. Les trois structures beaucoup
moins intenses, visibles sur les spectres en échelle logarithmique à 1,633, 1,638 et 1,652 eV ,
sont attribuées aux ı̂lots voisins de celui étudié, qui ne sont pas parfaitement discriminés
et sont situés dans les ailes de la tache d’excitation. Le pic à 1,644 eV est quant à lui dû
à une raie de fluorescence du laser à colorant, qui n’a pu être éliminée.
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Fig. 4.15 – Spectres de µ-PL sur un échantillon en régime 1D (NM79), en fonction de
la température. La puissance d’excitation est de 55 W.cm−2, à 1,74 eV , et la résolution
spectrale 100 µeV . La petite structure présente sur chaque spectre à 1,644 eV est due à
une raie de fluorescence du laser d’excitation.

Avant de commenter ces spectres, nous pouvons remarquer que l’intensité intégrée de
la raie décroit de moins de 5% entre 9 et 60 K, comme cela est le cas dans les spectres
de macro-luminescence [61], montrant que les canaux de recombinaison non radiative ne
sont pas activés thermiquement dans ce régime de température.

Lorsque la température augmente de 9 à 20K, comme dans le cas des fils en régime 0D,
le pic fin s’effondre rapidement au profit du fond continu. Dans le même temps, un
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transfert d’intensité se produit entre le pic et son épaulement. L’ensemble se déplace vers
le rouge d’environ 1,5 meV , ce qui est beaucoup plus important que dans le cas des fils
en régime 0D (0,3 meV ) et ne peut s’expliquer uniquement par la variation du gap de
GaAs (0,7 meV ).

La largeur homogène de la transition est très difficile à évaluer. En ne tenant pas
compte des pics associés aux ı̂lots voisins, le pic central peut être décomposé en une
somme de deux lorentziennes sur un fond gaussien, mais celles-ci sont très proches et la
décomposition n’est pas univoque.

Nous pouvons par contre aisément évaluer l’intensité intégrée de l’ensemble des deux
pics, calculée en intégrant le spectre entre 1,624 et 1,64 eV , puis en retranchant la contri-
bution du fond gaussien. Elle est reportée sur la figure 4.16. Rapportée à l’intensité totale
de la raie, elle décroit de 45% à 5% entre 9 et 20 K. L’analyse de ce résultat sera réalisée
après l’étude théorique.
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Fig. 4.16 – Intensité du pic fin central et de son épaulement, rapportée à celle de l’en-
semble de la raie, en fonction de la température.

Les autres pics fins, associés aux ı̂lots voisins, suivent une évolution similaire.
Comme dans le cas des fils quantiques en régime 0D, la queue haute énergie des

spectres est bien reproduite par une exponentielle, caractérisant l’équilibre thermique
des porteurs, ce que nous discuterons à la section 4.3. La queue basse énergie est elle-
aussi reproduite par une exponentielle e+E/kBT

′′
, T ′′ variant faiblement de 32 à 43 K

lorsque la température de l’échantillon augmente de 9 à 60 K. Comme dans le cas des
fils en régime 0D, ceci est attribuée à une queue d’Urbach associée aux processus de
recombinaison assistée par émission de phonons.

4.2.2 Présentation de l’interaction exciton-phonons

Pour mieux comprendre les résultats expérimentaux obtenus dans les fils quantiques,
dans les deux régimes 0D et 1D, nous nous sommes intéressés à l’interaction exciton-
phonons et à ses nombreuses manifestations dans la spectroscopie des excitons. La
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première d’entre elles, et la plus immédiate, est la relaxation des excitations photo-créées
à haute énergie vers les états excitoniques du bas de la première sous-bande, très efficace,
qui a été étudiée par Joël Bellessa au cours de sa thèse [52] et a fait l’objet de nombreux
travaux théoriques [99, 100, 101]. La deuxième concerne le “désordre” généré par les
phonons, dynamique par essence et présent à toute température non nulle. Ce désordre
se traduit par la formation de nouveaux états propres du système, les polarons, états
liés d’excitons avec un “nuage de phonons” qui les entourent. L’énergie et le temps de
cohérence des excitons sont ainsi modifiés, et dépendent de la température. Les processus
de recombinaison radiative assistée par absorption et émission de phonons seront aussi
étudiés.

Dans cette section, nous allons simplement décrire l’interaction exciton-phonon dans
le fil quantique, et calculer les probabilités de transition par la règle d’or de Fermi. Dans
la section suivante, nous pourrons ainsi calculer l’élargissement homogène des transitions,
dans les régimes 0D et 1D. La modélisation des polarons fera l’objet de la dernière section.

Cadre théorique et hypothèses

Nous nous sommes focalisés dans cette étude sur le régime des basses températures,
inférieures à T ≈ 50 K soit kBT ≈ 4 meV , dans lequel les spectres de µ-PL évoluent de
manière drastique. Les propriétés de l’interaction exciton-phonon sont pour la plupart
dictées par la population thermique des phonons impliqués, et nous ne considérerons
ici que les phonons acoustiques, les phonons optiques ayant une énergie bien connue de
36 meV dans GaAs, grande devant kBT . De plus, en raison du très faible désaccord de
paramètre de maille entre GaAs et GaAlAs, il existe peu de modes de phonons confinés
dans le fil quantique, et ceux qui le sont ont des fonctions d’ondes pénétrant très fortement
dans les barrières en raison de leur très faible confinement. Nous considérerons donc,
par souci de simplicité, uniquement l’interaction avec les phonons du matériau massif.
Les phonons acoustiques seront décrits par une relation de dispersion linéaire, dans le
cadre du modèle de Debye. Enfin, notre but étant de mieux comprendre les effets de la
température sur les spectres de luminescence des fils, nous nous cantonnerons à l’étude des
paires électron-trou dans l’état fondamental de l’exciton, et dans la première sous-bande
e1h1 confinée dans le fil quantique, dans les régimes 0D et 1D.

Deux mécanismes d’interaction entre porteurs et phonons acoustiques existent dans
les matériaux semiconducteurs, de natures différentes : le potentiel de déformation décrit
l’effet du déplacement des atomes du cristal, et le potentiel ainsi induit sur les por-
teurs [103]; le couplage piézo-électrique tient compte, dans les matériaux non centro-
symétriques présentant un effet piézo-électrique (Sec. 3.4.1), de l’effet sur les porteurs
du champ électrique généré par la contrainte induite par les phonons. Le couplage piézo-
électrique est le plus souvent négligé devant le potentiel de déformation dans les structures
à base de GaAs, présentant un effet piézo-électrique faible. Sa dépendance en impulsion
des phonons est différente de celle obtenue dans le cadre du potentiel de déformation, et
favorise les phonons de petite impulsion qui s’avèrent cruciaux dans la description des
polarons. Nous l’évaluerons donc, et vérifierons finalement qu’il est négligeable. L’hamil-
tonien d’interaction par le potentiel de déformation sera pour sa part utilisé dans sa forme
la plus simplifiée. Ainsi, l’interaction entre les électrons et les phonons, non nulle seule-
ment pour les phonons acoustiques longitudinaux (LA), sera décrite sans approximation
par un potentiel de déformation Dc indépendant de l’impulsion q du phonon. L’interac-
tion entre les trous et les phonons acoustiques est quant à elle beaucoup plus complexe,
en raison de l’anisotropie de la bande de valence du GaAs [104]. Une description riche
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et très bien formulée de ce couplage, et de l’interaction exciton-phonon en général, est
fournie par I.K. Oh et J. Singh [105]. Bien que les phonons acoustiques transverses soient
aussi couplés aux trous, et que ces couplages dépendent de l’impulsion des phonons, nous
considérerons en première approximation uniquement les termes indépendants de q, c’est-
à-dire comme dans le cas des électrons, le couplage des trous aux phonons acoustiques
longitudinaux par un potentiel de déformation Dv [104, 105].

Hamiltonien d’interaction

Sous ces hypothèses, l’hamiltonien d’interaction exciton-phonons acoustiques par le
potentiel de déformation s’écrit, en seconde quantification pour les phonons,

Vexc−ph =
∑
q

(
αe(q)eiq.re + αh(q)eiq.rh

)
a+
q +

(
α∗e(q)e−iq.re + α∗h(q)e−iq.rh

)
aq,

où q désigne le vecteur d’onde du phonon, re et rh sont les positions de l’électron et
du trou, a+

q et aq sont les opérateurs de création et d’annihilation du phonon, et les
amplitudes du couplage sont réelles et données par :

αe,h(q) = Dc,v

√
h̄ |q|

2 ρ cLA V
.

Dans GaAs, les valeurs numériques utilisées sont Dc = 8,6 eV et Dv = 6,7 eV pour
le potentiel de déformation, pris positif par convention, dans les bandes de conduction
et de valence, ρ = 5320 kg.m−3 pour la masse volumique et cLA = 5150 m.s−1 pour la
vitesse du son [106]. V désigne le volume de quantification, et est éliminé après intégration
dans les résultats finaux. Le couplage piézo-électrique n’est pas pris en compte dans ce
paragraphe, et fera l’objet d’un paragraphe spécifique.

Dans un premier temps, nous allons décrire l’interaction des phonons avec les excitons
libres de la première sous-bande, décrits comme lors de l’étude de l’interaction d’échange
par un vecteur d’onde du centre de masse K suivant l’axe du fil, un mouvement relatif
figé dans la fonction d’onde ϕ1D,var de l’exciton calculée de manière variationnelle, et
un confinement latéral dans un fil quantique rectangulaire à barrières infinies caractérisé
par des fonctions d’onde f rect(y,z) identiques pour l’électron et le trou (Sec. 1.3.2) 2. En
fonction de l’opérateur B+

K de création d’un exciton de vecteur d’onde K le long du fil,
l’hamiltonien d’interaction s’écrit donc 3

Ṽexc−ph =
∑

Ki,Kf ,q

〈Kf ,ne=nh=1,nX =0|Vexc−ph|Ki,ne=nh=1,nX =0〉 B+
Kf

BKi
,

chaque élément de la somme comportant quatre termes associés à la création ou l’anni-
hilation d’un phonon par interaction avec l’électron ou le trou. Le premier d’entre eux
fait apparâıtre

〈Kf , ne=nh =1,nX =0|αe(q)eiq.re|Ki,ne=nh=1,nX =0〉
= αe(q) 〈Kf |eiqx.X |Ki〉 〈ϕ1D,var|eiqx.(−x mh/mX)|ϕ1D,var〉 〈f rect|ei(qy .y+qz .z)|f rect〉

= αe(q) δqx=Ki−Kf
e
−
(
qx avar

mh
2 mX

)2

F (qy,qz),

2. Pour mémoire, nous avons pris ϕ1D,var(x) = e−x2/(2a2
var)/(π1/4a

1/2
var) avec avar = 85 Å pour le

mouvement relatif, et Ly = 160 Å, Lz = 80 Å pour les dimensions du fil rectangulaire.
3. Comme au paragraphe 1.4, ne et nh désignent les sous-bandes de l’électron et du trou et nX = 0

l’état fondamental de l’exciton. Les positions suivant l’axe du fil de l’électron et du trou s’expriment
xe = X − (mh/mX)x et xh = X + (me/mX)x en fonction du mouvement relatif x et du mouvement du
centre de masse X de l’exciton.
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4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la température

où F (qy,qz) = 〈f rect|ei(qy .y+qz .z)|f rect〉 est le facteur de forme du fil dans les directions
confinées.

L’hamiltonien d’interaction se réécrit donc de manière beaucoup plus agréable, pour
l’exciton fondamental dans la première sous-bande,

Ṽexc−ph =
∑
Ki,q

αe(|q|) e−
(
qxavar

mh
2 mX

)2

+ αh(|q|) e
−
(
qxavar

me
2 mX

)2


×F (qy,qz)
(
a+
q B+

Ki−qx + aq B
+
Ki+qx

)
BKi

.

Nous pouvons remarquer qu’en raison du confinement, il n’y a conservation de l’impulsion
que dans la direction libre x du fil, invariante par translation. L’absence de conservation
de l’impulsion dans les directions perpendiculaires au fil donne lieu au facteur de forme
F (qy,qz), caractéristique du confinement latéral des porteurs.

Règle d’or de Fermi pour des excitons libres

La manière la plus simple de considérer l’effet de l’interaction exciton-phonon est de
calculer les probabilités de transitions entre les états propres |Kx〉 de l’exciton libre. La
règle d’or de Fermi nous donne la probabilité d’aller d’un état |Ki,(nq)〉 vers les états
|Kf ,(n

′
q)〉 de vecteur d’onde Kf , où (nq) désigne le facteur d’occupation des différents

modes de phonons :

h̄

2π τi,(nq)→f

=
∑
(n′q)

|〈Ki,(nq)|Vexc−ph|Kf ,(n
′
q)〉|2 δ(EKf ,(n′q) =EKi,(nq)).

La somme sur q dans Vexc−ph compte en fait au plus un terme non nul, pour le vecteur
d’onde pour lequel nq varie d’une unité entre l’état initial et l’état final, alors que les autres
nombres d’occupation nq′ 6=q restent constants. La conservation de l’impulsion suivant x
impose que le vecteur d’onde du phonon échangé ait pour composante qx = Kf−Ki, et la
conservation de l’énergie détermine l’énergie Ef−Ei de ce phonon, et donc la composante

normale du vecteur d’onde q⊥ = (qy,qz), dont la norme est telle que h̄cLA
√
q2
x + q2

⊥ =
±(Ef − Ei):

qx = Kf −Ki (4.1)

|q⊥| =

√√√√(Ef − Ei
h̄cLA

)2

− (Kf −Ki)2. (4.2)

Les signes + et − correspondent au processus d’absorption et d’émission respectivement.
Ei,f désigne l’énergie cinétique de l’exciton le long du fil. Nous prenons pour masse
mX = me +mh1 ≈ 0,178 m0 (cf Sec. 1.4).

Tous les degrés de liberté du phonon ne sont cependant pas imposés par les règles de
conservation, et l’angle polaire θ dans le plan (y,z) de la composante q⊥ reste libre. Le
réservoir de phonons est supposé à l’équilibre thermique à la température T , et est décrit
par une statistique de Bose nB(E) = 1/(eE/kBT − 1). En moyennant sur cet ensemble
statistique, nous effectuons une intégration sur la composante q⊥ qui fait apparâıtre
l’intégrale IDef (q⊥) =

∫ 2π
0 dθ F 2(q⊥,θ), où F est toujours le facteur de forme, mais en

coordonnées polaires cette fois-ci. Cette intégrale est le reflet de la conservation de l’im-
pulsion perpendiculairement au fil, et décroit de 2π à 0 avec une largeur à mi-hauteur de

138



Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

l’ordre de Ly,Lz/2π. En séparant les processus d’absorption et d’émission de phonons, on
obtient :

h̄

2π τabs,emi→f

=
|Ef − Ei|2

8π2Lx ρc2s (h̄cLA)2

De e
−
(

(Kf−Ki)avar
mh

2 mX

)2

+Dv e
−
(

(Kf−Ki)avar
me

2 mX

)2
2

×IDef


√√√√(Ef − Ei

h̄cLA

)2

− (Kf −Ki)2

 (
nB(Ef − Ei) +

0 si abs
1 si em

)
,

Toutes les transitions ne sont pas possibles par l’interaction avec les phonons acous-
tiques. En particulier, pour l’état initial Ki=0, seules les transitions vers les états finaux

de vecteur d’onde supérieur en norme à q0 = 2mX cLA/h̄ ≈ 1,6.10−3 Å
−1

sont per-
mises. Ceci est schématisé sur la figure 4.17, où sont aussi représentées les probabilités
de transitions depuis certains états initiaux. Nous pouvons remarquer que ces dernières
dépendent essentiellement de la différence d’énergie entre états final et initial, et non
du vecteur d’onde du phonon mis en jeu, comme le montre le caractère relativement
symétrique des courbes dans le cas de l’état initial Ki 6= 0. D’autre part, l’énergie-seuil
des transitions depuis l’état Ki=0 est h̄cLAq0 ≈ 50 µeV , très petite devant kBT dans les
conditions expérimentales. Il faudrait descendre à des températures inférieures à 0,5 K
pour que l’absorption de phonons soit totalement inhibée.

Couplage piézo-électrique

Sur la figure 4.17 sont aussi représentées les probabilités de transitions par émission
et absorption de phonons par l’intermédiaire du couplage piézo-électrique. Elles ont été
calculées de la même manière que dans le cas du potentiel de déformation, mais en
substituant aux amplitudes αe,h(q) leurs analogues βσe,h(q), qui dépendent qui plus est
du vecteur polarisation ξσ du mode σ = (LA,TA1,TA2) considéré. Ce couplage est décrit
en détail par I.K. Oh et J. Singh [105]. Les amplitudes de l’interaction s’écrivent pour
l’électron et le trou

βσe (q) =
8π e e14

4πε0εr

√
h̄

2ρ cσ |q|V
ξσxqyqz + ξσy qzqx + ξσz qxqy

q2
(4.3)

βσh (q) = −βσe (q) (4.4)

où e14 ≈ 0,16 C.m−2 est la constante piézo-électrique pour GaAs (Sec. 3.4.1) et la vitesse
du son des modes transverses est cTA1 = cTA2 = 3340 m.s−1 [102]. Les mêmes règles
de sélection s’appliquent dans la règle d’or de Fermi, mais les intégrales sur le facteur
de forme F (qy,qz) sont différentes de IDef (q⊥). La différence principale avec l’interaction
par le potentiel de déformation réside dans le fait que les amplitudes d’interaction avec
l’électron et le trou se compensent dans ce cas, alors qu’elles s’ajoutent pour le potentiel de
déformation. Comme dans le cas de l’interaction avec les phonons optiques par le couplage
de Fröhlich dans les semiconducteurs polaires [105], si les fonctions d’onde d’électron et de
trou sont rigoureusement identiques, l’amplitude totale de l’interaction avec les excitons
est nulle, alors qu’elle est comparable avec l’interaction par le potentiel de déformation
pour les charges individuelles. Mais les masses de l’électron et du trou étant différentes,
le terme e−

(
(Kf−Ki)avar

mh
2 mX

)2

− e
−
(

(Kf−Ki)avar
me

2 mX

)2
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Fig. 4.17 – Dispersions des bandes d’exciton et de phonons, pour des transitions depuis
deux états initiaux différents; probabilité d’absorption et d’émission de phonons associées,
à une température de 10 K. Les zones hachurées représentent les processus interdits.
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

n’est pas nul.
Les résultats présentés sur la figure 4.17 sont la somme des contributions de chacun des

trois modes de phonons acoustiques. Dans tous les cas considérés, en absorption comme
en émission de phonons, ces processus sont au plus 100 fois moins efficaces que ceux
impliquant le potentiel de déformation. Malgré la divergence en 1/

√
q de son amplitude,

ce couplage reste donc négligeable dans notre système, quels que soient les états initial
et final de l’exciton.

Règle d’or de Fermi pour des excitons localisés

Dans les fils quantiques en régime 0D, les excitons sont localisés dans des bôıtes
quantiques, et leurs états propres sont discrets. La probabilité de transition par interaction
avec les phonons entre deux états excitoniques |i〉 et |f〉, de fonctions d’ondes ψi et ψf et
d’énergies Ei et Ef , s’écrit alors

h̄

2π τabs,emi→f

=
|Ef − Ei|2

8π2Lx ρc2s (h̄cLA)2

(
nB(|Ef − Ei|) +

0 si abs
1 si em

)

×
∫∫

dKx dK
′
x ψ

∗
f (K

′
x) ψi(Kx) IDef


√√√√(Ef − Ei

h̄cLA

)2

− (K ′
x −Kx)2


×

De e
−
(

(K′
x−Kx)avar

mh
2 mX

)2

+Dv e
−
(

(K′
x−Kx)avar

me
2 mX

)2
2

,

A température finie, la probabilité d’absorption d’un phonon fait intervenir le facteur
de Bose nB(Ef −Ei) (pour Ef > Ei)), la probabilité d’émission (1 + nB(Ei−Ef )) (pour
Ef < Ei)).

La probabilité d’émission d’un phonon entre deux états consécutifs d’une bôıte quan-
tique est représentée sur la figure 4.18, en fonction de la différence d’énergie entre les
deux états, à une température de 10 K [62]. Elle a été calculée pour un fil en régime 0D,
dans une bôıte simple carrée de profondeur 9 meV , et différentes longueurs de manière à
faire varier les différences d’énergies entre états. Les courbes associées aux transitions des
couples d’états considérés sont superposées, montrant que le seul paramètre important est
la différence d’énergie Ef −Ei. La relaxation est très efficace pour les énergies inférieures
à 2 meV (temps caractéristique de l’ordre de 10 ps), et beaucoup plus lente au-delà de
3 meV (plus de 100 ps). Ceci devrait induire une inhibition de la relaxation par phonons,
dite “effet Bottleneck” [99], dans les petites bôıtes (de longueur inférieures à 300 Å typi-
quement), pour lesquels les écarts entre niveaux consécutifs sont supérieurs à 3 meV . Les
résultats expérimentaux montrent cependant que même pour de tels écarts énergétiques,
la relaxation reste rapide [52]. Les processus multi-phonons, non pris en compte dans notre
modèle, doivent en effet être efficaces pour de grands écarts énergétiques, comme l’ont
montré des travaux théoriques et expérimentaux dans les bôıtes quantiques [107, 108],
concernant les phonons acoustiques et optiques.

4.2.3 Elargissement homogène par interaction avec les phonons

Excitons libres - Fils quantiques en régime 1D

La connaissance des probabilités de transition par interaction avec les phonons acous-
tiques permet de calculer, par intégration sur les états excitoniques finals, la probabilité
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Fig. 4.18 – Probabilité d’émission de phonons acoustiques entre deux états consécutifs
d’une bôıte quantique dans un fil en régime 0D, en fonction de leur séparation énergétique,
à une température de 10 K.

totale d’absorption ou d’émission 1/τabs,em(Ki) d’un phonon depuis un état excitonique
initial Ki donné. La contribution à l’élargissement homogène de l’état Ki est donné par
Γabs,em(Ki) = h̄/τabs,em(Ki). Elle est représentée, en fonction de l’état initial, sur la fi-
gure 4.19. L’élargissement homogène de l’état radiatif Ki=0, qui est l’état de plus basse
énergie, est celui qui détermine l’élargissement homogène de la transition observée en
luminescence, et est indiqué par une flèche sur la courbe. Il est uniquement dû aux pro-
cessus d’absorption de phonons, et vaut environ 60 µeV à T = 10 K. Cela correspond à
un temps caractéristique d’absorption de phonons court, de 10 ps. La contribution des
processus d’émission est nulle pour les états tels que |Ki| < q0, et maximale pour des états

de grand vecteur d’onde (Ki ≈ 0,01 Å
−1

), dont l’énergie cinétique est d’environ 2 meV .
Ce maximum correspond aux phonons de longueur d’onde comparable avec les extensions
de fonction d’onde en jeu (a1D, Ly et Lz), pour lesquels le couplage exciton-phonon est
le plus efficace.

La dépendance en température de l’élargissement homogène de l’état radiatif Ki=0
est représenté sur la figure 4.20. Elle est linéaire à haute température, ce qui reflète la
dispersion de l’énergie des phonons, choisie linéaire en q. Le coefficient linéaire corres-
pondant est de 12 µeV.K−1, et est comparable aux mesures de mélange à 4 ondes et
les résultats théoriques obtenus sur des fils InGaAs/GaAs [109]. A basse température
(T < 20 K, dans l’encart), l’élargissement homogène est mieux décrit par une loi du type
a T/(eE0/kBT − 1), avec une énergie d’activation E0 ≈ 0,13 meV légèrement supérieure
à h̄cLAq0 ≈ 0,06 meV . Dans ce dernier régime de température, l’énergie-seuil h̄cLAq0,
en-deçà de laquelle l’absorption de phonons est inhibée, joue un rôle sur Γ(Ki = 0), et
c’est la population thermique nB(h̄cLAq0) des phonons voisins de q = q0 qui détermine
l’élargissement homogène.
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Fig. 4.19 – Contributions à l’élargissement homogène dues à l’absorption et l’émission
de phonons acoustiques, à une température de 10 K.
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Excitons localisés - Fils quantiques en régime 0D

Dans le cas des excitons localisés, l’élargissement homogène dû à l’interaction avec
les phonons est obtenu en sommant les probabilités de transitions vers tous les autres
états discrets. Il est représenté sur la figure 4.21 pour les 3 premiers états d’une bôıte
quantique de 9 meV de profondeur, dans un fil quantique en régime 0D, en fonction de la
longueur Lx de la bôıte le long de l’axe du fil, à une température de 10 K. Pour les bôıtes
de longueurs inférieures à 400 Å, l’élargissement est très faible en raison du grand écart
énergétique entre niveaux consécutifs. Pour les très petites bôıtes, l’état fondamental de
la bôıte est très haut en énergie, proche des états délocalisés, et l’énergie de phonons en
jeu redevient inférieure à 3 meV . Enfin, pour les bôıtes d’extension moyenne à grande,
l’élargissement homogène tend vers la valeur obtenue pour des excitons libres, soit 60 µeV .

L’élargissement homogène est plus important pour les états excités car l’émission de
phonons vers les états de plus basse énergie y contribue aussi. Ces états ne participent
pas à la luminescence.
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Fig. 4.21 – Contributions à l’élargissement homogène dues à l’absorption et l’émission
de phonons acoustiques, à une température de 10 K, pour les 3 premiers états d’une bôıte
quantique de profondeur 9 meV et de longueur Lx, dans un fil quantique en régime 0D.

4.2.4 Les polarons

L’approche “règle d’or de Fermi” ne donne qu’un point de vue restrictif sur le rôle des
phonons dans le système : ils apparaissent uniquement comme des échanges d’impulsion
et d’énergie lors des transitions entre les états d’excitons, qui restent les états propres
privilégiés. Mais du fait de l’interaction des excitons avec le continuum de phonons acous-
tiques, il se forme des états stationnaires mélangés, que nous appelerons polarons quel
que soit le régime de couplage 4. Les états excitoniques sont alors habillés d’un “nuage”

4. L’appellation polaron n’est parfois attribuée qu’aux états intriqués exciton-phonon, dans le régime
de couplage fort.
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de phonons. L’énergie de l’exciton est ainsi renormalisée par l’interaction avec les pho-
nons. De plus, les états excitoniques non radiatifs possèdent alors, dans leur “nuage” de
phonons, une composante non nulle en K = 0, et donc une faible force d’oscillateur : ils
peuvent se recombiner de manière radiative, au cours de processus assistés par les pho-
nons. Par ailleurs, de récents travaux théoriques [110] et expérimentaux [111, 112] dans
les bôıtes quantiques ont montré que la durée de vie finie des phonons optiques dans le
cristal permet aux polarons (ici en couplage fort) de relaxer par l’intermédiaire de leur
composante phonon.

L’étude des polarons, et en particulier de la recombinaison assistée par phonons,
a principalement été réalisée pour des états liés, dans des bôıtes quantiques [113], des
nanocristaux [114] ou sur des impuretés [98], pour lesquels l’interaction électron-phonon
est relativement forte. D’un point de vue théorique, ce problème, appelé modèle d’Einstein
ou de Huang-Rhys selon les communautés, est soluble de manière exacte [102, 115], en
couplage faible comme en couplage fort, si l’on considère un unique état électronique
discret interagissant avec un mode de phonons optiques, en faisant l’approximation que
tous les phonons optiques ont une même énergie. L’interaction d’un état discret avec des
phonons acoustiques est plus compliquée à traiter en raison du continuum de phonons en
jeu, mais se résout dans le même cadre [113].

Dans les fils quantiques, l’interaction des phonons acoustiques avec un continuum
d’excitons libres est pour sa part plus complexe. L’effet polaronique a principalement été
étudié pour les gaz 1D d’électrons en interaction avec des phonons optiques ou acous-
tiques. La résonance forte, dite transition de Peierls, du gaz d’électrons avec les phonons
de vecteur d’onde 2kF , double de celui des électrons du niveau de Fermi, modifie de
manière importante les propriétés de relaxation et de transport du fil dopé [116, 117]. Le
polaron formé sur un électron seul en couplage fort avec les phonons acoustiques a été
étudié par Whitfield [118], dans le cas d’une bande de phonons 1D, c’est-à-dire pour des
phonons confinés et non la bande de phonons 3D du matériau massif environnant. Son
traitement, qui couvre les régimes de couplage faible et fort, s’applique donc uniquement
aux fils quantiques suspendus (“free standing quantum wires”) [119] et ne peut être repris
dans notre cas.

Nous allons présenter dans cette section le traitement du couplage faible, perturbatif,
et préciser ses limites de validité. Nous débuterons par le cas le plus simple, d’un exciton
localisé dans un fil quantique en régime 0D, puis considérerons un exciton libre dans un
fil quantique en régime 1D, pour lequel le modèle est plus complexe.

Excitons localisés - Fils quantiques en régime 0D

A température nulle Nous allons appliquer à un état discret d’exciton |X〉 la théorie
de la perturbation au premier ordre dans le cas non dégénéré. A l’ordre 0 et à température
nulle, l’exciton n’est pas intriqué avec les phonons, et est dans l’état |X0〉 = |X,0 ph〉,
d’énergie E0. Le terme du premier ordre étant nul, les fonctions d’onde et énergies per-
turbées s’écrivent en perturbation au deuxième ordre pour l’énergie :
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4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la température

|X1〉 = |X,0 ph〉+
∑

(nq) 6=(0 ph)

〈X,(nq)|Vexc−ph|X,0 ph〉
E0 − (E0 +

∑
q nqh̄cLA|q|)

|X,(nq)〉 (4.5)

= |X,0 ph〉 −
∑
qx,q⊥

Mq

h̄cLA|q|
|X,1 ph q〉

E1 = E0 −
∑
qx,q⊥

|Mq|2

h̄cLA|q|
. (4.6)

(nq) désigne comme précédemment les facteurs d’occupation des phonons. Seuls les états
finals possédant un unique phonon ont un élément de matrice non nul, qui vaut

Mq = 〈X,1 ph q|Vexc−ph|X,0 ph〉

=

αe(|q|) e−
(
qxavar

mh
2 mX

)2

+ αh(|q|) e
−
(
qxavar

me
2 mX

)2
F (q⊥)

∫
dKx ψ

∗(Kx − qx)ψ(Kx),

où ψ désigne la fonction d’onde de l’exciton localisé dans la direction x du fil et F le
facteur de forme. Notons que ces états ne sont pas normés.

La constante du couplage g mesure le poids du “nuage polaronique” dans la fonction
d’onde perturbée [115] :

g =
∑
qx,q⊥

|〈X1|X,1 ph q〉|2 (4.7)

=
∑
qx,q⊥

|Mq|2

(h̄cLA|q|)2

= 〈X1|X1〉 − 1.

Elle mesure le nombre moyen de phonons couplés à l’exciton. La condition de couplage
faible s’écrit donc g << 1, et correspond au cas où l’exciton est essentiellement habillé
par des composantes à un seul phonon. Lorsque g est de l’ordre de 1 ou supérieur, le
couplage est fort et l’approche perturbative n’est plus valable.

Le facteur de couplage g et la correction polaronique à l’énergie de l’exciton E1 −E0

sont représentés sur la figure 4.22 pour des états localisés de fonction d’onde gaussienne,
en fonction de la taille du défaut le long de l’axe du fil. Le couplage est d’autant plus
fort que l’exciton est localisé, comme l’ont montré les études sur les bôıtes quantiques
et les nanocristaux [48]. Pour une bôıte quantique de longueur 500 Å, caractéristique de
nos fils quantiques en régime 0D, le facteur de couplage vaut à température nulle environ
4%, mais atteint 8% pour une bôıte de 200 Å. La correction à l’énergie est faible, de
l’ordre de 50 à 100 µeV . Elle est forcément de signe négatif, tous les états intermédiaires
intervenant dans la perturbation étant d’énergies plus élevées que l’état initial. Notons que
notre modèle, limité à un seul état discret, n’est plus valide pour les bôıtes de longueur
supérieure à 5000 Å, dans lesquels les états deviennent très rapprochés en énergie et
doivent tous être pris en considération. Nous utiliserons alors l’approche opposée, d’un
continuum d’excitons dans un fil, pour étudier les propriétés de l’exciton dans ce régime.

Luminescence des polarons Le polaron peut se recombiner de manière radiative
par chacune de ses composantes. La composante sans phonon |X,0 ph〉 de la fonction
d’onde perturbée donne lieu à un photon d’énergie E1 (raie zéro-phonon), et les autres
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Fig. 4.22 – (a) Correction polaronique et (b) facteur de couplage dans un fil quantique
en régime 0D, en fonction de la taille du défaut et à température nulle.
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4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la température

composantes se recombinent en un phonon d’énergie h̄cLA|q| et un photon d’énergie
E1 − h̄cLA|q| (raie de luminescence assistée par émission de phonons).

L’interaction avec les phonons ne contribue donc pas seulement au déphasage des
excitons, et à l’élargissement homogène de la raie de luminescence (déphasage “pur”).
Elle donne aussi lieu à des “ailes” visibles autour de la raie, associées aux processus de
recombinaison assistée par absorption et émission de phonons, sur les flancs haute et
basse énergie de la raie zéro-phonon respectivement. Nous verrons que la recombinaison
assistée par absorption de phonon n’a lieu qu’à température finie.

Ce phénomène est bien connu dans le cas des phonons optiques, qui ont en première
approximation une relation de dispersion plate. Les répliques-phonons sont des pics fins,
séparés de la raie zéro-phonon de l’énergie du phonon optique, comme le montre la fi-
gure 4.23, qui représente le spectre à température nulle d’un exciton sur un état discret,
en interaction avec une bande de phonons optiques ayant tous la même énergie h̄ω0, dans
le cas d’un couplage “assez” faible (g = 0,5) et celui d’un couplage fort (g = 5,5) [115].
L’exemple du modèle d’Einstein, dans lequel le couplage est traité à tous les ordres, nous
montre les propriétés importantes de la recombinaison assistée par les phonons. g mesure
le nombre moyen de phonons impliqués dans les processus de recombinaison. La raie zéro-
phonon est déplacée à l’énergie −g h̄ω0, et son intensité est atténuée d’un facteur e−g par
rapport à celle d’un exciton pur, lorsque le couplage est fort. Dans le cadre du modèle
perturbatif que nous avons décrit dans ce paragraphe, la force d’oscillateur est proportion-
nelle, en prenant soin de normer l’état perturbé, à |〈X1|X,0 ph〉|2/〈X1|X1〉 = 1/(1 + g),
donnant pour les phonons acoustiques le même comportement dans la limite des cou-
plages faibles que le facteur e−g obtenu à tous les ordres pour les phonons optiques. Dès
g = 0,5, la contribution des processus à deux phonons et plus ne peut être entièrement
négligée.

Dans le cas des phonons acoustiques, la contribution à la luminescence due à la recom-
binaison assistée par phonons est dispersée spectralement, et est plus difficile à identifier
dans les spectres. Elle a récemment été mise en évidence en µ-PL sur des bôıtes quan-
tiques CdTe [113], les raies de µ-PL étant la somme d’un pic zéro-phonon fin, élargi de
manière homogène, et d’un pic d’une largeur de l’ordre de 1 meV dont l’intensité croit
avec la température, associé à la recombinaison assistée par phonons. Nous n’avons pas
observé une telle base large autour des pics fins de µ-PL lorsque la température augmente,
mais plutôt la montée d’un fond sur l’ensemble du spectre. Ceci est vraisemblablement
dû au nombre trop important de pics présents dans les spectres, qui nous empêche d’iso-
ler la contribution de l’un d’entre eux. Nous ne sommes donc pas intéressé du point de
vue théorique au spectre de recombinaison assistée par phonons, mais uniquement à la
perte de force d’oscillateur de la transition zéro-phonons, qui vaut comme dans le cas des
phonons optiques 1/(1 + g) dans notre modèle, et peut être extrapolée à e−g lorsque le
couplage devient fort, même si cette extrapolation n’est pas rigoureuse dans notre cas et
est spécifique aux polarons optiques.

A température finie Le but de cette étude est avant tout de comprendre la
dépendance en température des spectres de µ-PL observés, et nous invite à étendre notre
modèle au cas des températures finies. L’état initial peut alors avoir une composante
phonon, les états |X,(nq)〉 étant peuplés thermiquement. Les processus d’absorption de
phonons contribuent donc aussi dans l’équation 4.5.

Notre modèle ne prend en compte que les processus impliquant un seul phonon. L’effet
de la température se traduit donc simplement par la présence de termes multiplicatifs
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Fig. 4.23 – Spectre de recombinaison assistée par émission de phonons optiques d’énergie
h̄ω0, à température nulle, d’après [115] : (a) en couplage “assez” faible (g = 0,5); (b) en
couplage fort (g = 5,5).
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4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la température

dans l’intégrale égaux à 1 + nB(h̄cLA|q|) pour les processus d’émission et nB(h̄cLA|q|))
pour les processus d’absorption. La correction polaronique en énergie associée à chacun
des processus est représentée à une température de 10 K sur la figure 4.24, analogue à
la figure 4.22. Contrairement au cas des processus d’émission, la correction associée à
l’absorption de phonons est de signe positif, car l’état initial |X,1 ph q〉 a une énergie
plus élevée que l’état intermédiaire |X,0 ph〉. La contribution des processus d’absorption
fait intervenir le facteur nB(E) et reste inférieure à celle des processus d’émission, dont
le facteur multiplicatif est 1 + nB(E).
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Fig. 4.24 – (a) Correction polaronique et (b) facteur de couplage dans un fil quantique
en régime 0D, en fonction de la taille du défaut et à T = 10 K.

La figure 4.25 présente la dépendance en température de la correction polaronique
à l’énergie d’un exciton localisé dans un défaut de 200 Å, décomposée en ses parties
associées à l’émission et l’absorption de phonons. Ces deux derniers termes sont linéaires
en température au-delà de T = 10 K, et leur somme est constante, de l’ordre de 100 µeV .
Le coefficient de couplage g est aussi représenté, pour ce même état, linéaire au-delà de
10 K lui-aussi. Il vaut environ 0,2 à T = 10 K, et dépasse 1 à 50 K. L’approximation de
couplage faible doit être remise en cause au-delà de 20 K, où g ≈ 0,5. L’intensité relative
de la transition zéro-phonon, 1/(1+g), est déduite de l’expression de la force d’oscillateur,
et n’est valide que dans la limite des couplages faibles car elle ne tient compte que des
processus à un phonon. Au-delà de 20 K, on s’attend à ce que l’intensité relative de la
raie zéro phonon diminue plus rapidement que 1/(1 + g) en raison du couplage fort.
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Fig. 4.25 – (a) Correction polaronique à l’énergie d’un exciton localisé dans un défaut de
200 Å, en fonction de la température; (b) Facteur de couplage; (c) force d’oscillateur de
la transition zéro-phonon.
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4.2 Interaction avec les phonons et rôle de la température

Excitons libres - Fils quantiques en régime 1D

Dans le cas d’un exciton libre dans un fil quantique en régime 1D, le traitement
rigoureux du polaron est plus complexe en raison de l’interaction de deux continuums,
celui des excitons et celui des phonons. Comme dans le cas des excitons localisés, le
polaron sera construit tout d’abord à température nulle, en perturbation au deuxième
ordre, en ne faisant apparâıtre que des composantes à un seul phonon. Nous vérifierons
dans quelles limites le couplage exciton-phonon est faible, validant notre approche. L’effet
de la température finie sera ensuite intégré, toujours dans le cadre du couplage faible.

A température nulle La théorie de la perturbation au deuxième ordre pour l’énergie
dans le cas non dégénéré nous donne les fonctions d’onde et énergies perturbées d’un état
d’exciton pur |K0

i 〉 = |Ki,0 ph〉, d’énergie E0
i = h̄2 K2

i /2mX :

|K1
i 〉 = |Ki,0 ph〉+

∑
Kf ,(nq) 6=Ki,0 ph

〈Kf ,(nq)|Vexc−ph|Ki,0 ph〉
E0
i − E0

f −
∑

q nqh̄cLA|q|
|Kf ,(nq)〉 (4.8)

= |Ki,0 ph〉+
∑
qx,q⊥

Mq

E0
i − E0

f − h̄cLA|q|
|Ki − qx,1 ph q)〉

E1
i = E0

i +
∑
qx,q⊥

|Mq|2

E0
i − E0

f − h̄cLA|q|
. (4.9)

Notons que les états excitoniques |Ki〉 et | − Ki〉 sont dégénérés en énergie, mais qu’ils
ne sont pas couplés par l’interaction avec les phonons (cf Fig. 4.17). Seuls les états in-
termédiaires possédant un unique phonon et satisfaisant à la règle de conservation de
l’impulsion suivant x ont un élément de matrice non nul. Celui-ci est réel, indépendant
de Ki et vaut

Mq = 〈Ki − qx,1 ph q|Vexc−ph|Ki,0 ph〉

=

αe(|q|) e−
(
qxavar

mh
2 mX

)2

+ αh(|q|) e
−
(
qxavar

me
2 mX

)2
F (q⊥).

La constante du couplage g peut être calculée, de manière similaire au cas d’un état
discret d’exciton, à partir de l’équation 4.8 :

gKi
=

∑
qx,q⊥

|Mq|2

(E0
i − E0

f − h̄cLA|q|)2
(4.10)

= 〈K1
i |K1

i 〉 − 1. (4.11)

Elle dépend de l’état Ki considéré, et est égale à environ 0,04 pour Ki=0 à température
nulle. Le couplage peut donc être considéré comme faible, ce qui justifie l’approche per-
turbative employée et la restriction aux processus à un seul phonon.

Le caractère non-dégénéré des états |Ki,0 ph〉 et |Ki − qx,1 ph q)〉 en jeu n’est ce-
pendant pas garanti, comme c’est le cas dans les systèmes localisés où les états initial et
final d’exciton sont égaux. La non-dégénérescence est vérifiée si pour tous les phonons q,
h̄2K2

i /2mX 6= h̄2(Ki − qx)
2/2mX + h̄cLA|q|, c’est-à-dire uniquement pour les excitons de

vecteurs d’onde Ki inférieur en norme à q0/2. La théorie de perturbation non-dégénérée
ne peut donc en toute rigueur s’appliquer dans notre cas qu’aux états de bas de bande,
et est en particulier valide pour l’état radiatif Ki=0.
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

Pour contourner ce problème, nous pouvons considérer l’équation 4.9 sous un angle
différent, en tenant compte du temps de cohérence fini des excitons. Dans le forma-
lisme des fonctions de Green, une équation similaire est en effet obtenue, dans laquelle
l’énergie des excitons est remplacée par E+ iΓ où Γ = 1/T2 est l’élargissement homogène
de l’exciton. Le temps de cohérence T2 est ici dû aux processus de déphasage autres que
l’interaction avec les phonons. En vertu de la formule 1

x−x0+iε→0
= pp 1

x−x0
− iπδ(x− x0),

l’énergie perturbée s’écrit donc dans la limite ε → 0 comme la somme d’une partie
réelle égale à la partie principale de l’intégrale 4.9 5, qui ne tient pas compte des termes
résonants et renormalise l’énergie de l’exciton, et d’une partie imaginaire, due uniquement
aux termes résonants et égale au déphasage obtenu par la règle d’or de Fermi au para-
graphe précédent. Ceci est valide même dans le cas où il existe des états intermédiaires
dégénérés avec l’état initial. Les fonctions de Green permettent de perfectionner ce type
de raisonnements, classiques dans le calcul de la self-energie d’un système par exemple
[115].

La correction polaronique à l’énergie (partie réelle de la self-énergie) est représentée,
pour tous les états initiaux Ki et à température nulle, sur la figure 4.26. L’élargissement
homogène obtenu par la règle d’or de Fermi, et correspondant à la partie imaginaire
de l’énergie calculée en perturbation, est rappelé. La correction réelle est de l’ordre de
70 µeV pour l’état radiatif Ki = 0. Elle est de signe négatif au voisinage de Ki = 0,
comme attendu pour une interaction avec des états d’énergie |Ki− qx,1 ph q〉 plus élevée

que celle de l’état Ki − qx,0 ph〉 initial. Elle s’annule en Ki ≈ 0,12 Å
−1

, au voisinage
du maximum de l’élargissement homogène, ce qui correspond à des phonons de longueur
d’onde comparable aux extensions Ly, Lz et a1D de la fonction d’onde de l’exciton et
pour lesquels l’interaction est maximale. Nous vérifions qu’elle est petite devant l’énergie
cinétique des excitons, ce qui valide notre approche perturbative.

Luminescence des polarons L’équation 4.8 nous montre que tous les polarons |K1
i 〉

ont une composante non nulle en Kf = 0, due à l’interaction avec le phonon acoustique
de vecteur d’onde qX = Ki. La force d’oscillateur étant proportionnelle au carré de la
composante en K=0 (Sec. 1.5.1), tous les polarons peuplés thermiquement contribuent
donc à la luminescence. Lors de leur recombinaison, le polaron donne lieu à un phonon de
vecteur d’onde q dont la composante suivant l’axe du fil est qX =Ki, ainsi qu’un photon
d’énergie E1

i − h̄ cLA|q|. Le spectre de luminescence comporte donc aussi, comme dans
le cas des excitons localisés, des “ailes” visibles autour de la raie zéro-phonon, associées
aux processus de recombinaison assistée par absorption et émission de phonons, sur les
flancs haute et basse énergie de la raie zéro-phonon respectivement.

Pour des excitons libres, le calcul du spectre de luminescence tenant compte des recom-
binaisons assistées par phonons n’est pas réalisable dans notre modèle. Notre traitement
perturbatif n’est en effet correct que pour les excitons de vecteur d’onde |Ki| < q0/2,
d’énergie inférieure à 60 µeV . La force d’oscillateur de ces états, et le spectre associé,
peuvent être facilement évalués, mais les états de plus grand vecteur d’onde contribuent
aussi et ne peuvent être pris en considération de manière rigoureuse. Nous avons par
contre accès de manière exacte à l’intensité relative du pic zéro-phonon dans le spectre
de luminescence. La force d’oscillateur est en effet proportionnelle au carré de la projec-

5. L’intégrale sur q est triple, et la valeur principale est prise lors de l’intégration sur q⊥, le pôle étant
la valeur de q⊥ qui annule le dénominateur d’énergie, lorsqu’il existe.
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Fig. 4.26 – Correction polaronique à l’énergie et élargissement homogène pour un exci-
ton libre, à température nulle. La dispersion de l’exciton h̄2K2/2mX est rappelée pour
comparaison.

tion sur K=0 des états, et vaut

– pour l’exciton radiatif Ki=0 :∣∣∣〈K=0, 0 ph|K1
i =0〉

∣∣∣2 /〈K1
i |K1

i 〉 = 1/(1 + gKi=0)

– pour les excitons non radiatifs Ki 6=0 :

∣∣∣〈K=0, 0 ph|K1
i 〉
∣∣∣2 /〈K1

i |K1
i 〉 =

 ∑
qx=Ki,q⊥

|Mq|2

(E0
i − E0

f − h̄cLA|q|)2

 /(1 + gKi
).

Dans la limite des couplages faibles, nous retrouvons donc la règle de somme de la force
d’oscillateur : la somme sur tous les états des carrés des projections sur K = 0 est égale
à 1. L’intensité de la raie zéro-phonon apparâıt donc comme proportionnelle à 1− gK=0,
et l’intensité intégrée de la luminescence assistée par phonons, obtenue en sommant tous
les autres termes, est proportionnelle à gK=0. Nous pouvons en déduire qu’à température
nulle, la luminescence assistée par phonons représente 4% de la luminescence totale. Ce
raisonnement étant basé sur le calcul de la force d’oscillateur de l’état radiatif et sur la
règle de somme, il est valide dans la limite des couplages faibles, même si une partie de
la luminescence assistée par phonons est émise par des polarons dont notre approche ne
permet pas a priori de calculer la force d’oscillateur individuellement.

A température finie A température finie, les processus d’absorption de phonons
contribuent aussi dans l’équation 4.8. Pour tout vecteur d’onde Ki, il existe un pho-
non tel que l’état initial |Ki,1 ph q〉 soit dégénéré en énergie avec l’état intermédiaire
|Ki − qx,0 ph〉. La théorie de perturbation non dégénérée utilisée n’est donc a priori pas
adaptée à l’étude des processus d’absorption de phonons. Comme précédemment, nous
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Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

pouvons cependant calculer la valeur principale de l’intégrale en jeu dans la correction
énergétique.

D’autre part, notre modèle ne prend en compte que les processus impliquant un seul
phonon. L’effet de la température se traduit donc simplement par la présence de termes
multiplicatifs dans l’intégrale égaux à 1 + nB(h̄cLA|q|) pour les processus d’émission et
nB(h̄cLA|q|)) pour les processus d’absorption. La correction polaronique en énergie as-
sociée à chacun des processus est représentée à une température de 10K sur la figure 4.27,
analogue à la figure 4.26. Contrairement au cas des processus d’émission, la correction
associée à l’absorption de phonons est de signe positif au voisinage de Ki=0, car l’état
initial |Ki,1 ph q〉 a une énergie plus élevée que les états intermédiaires |Ki+qx,0 ph〉. La
contribution des processus d’absorption reste, à cette température, très inférieure à celle
des processus d’émission. En effet, le dénominateur d’énergie est Ef −Ei− h̄cLA|q| pour
les processus d’émission et Ef −Ei + h̄cLA|q| pour ceux d’absorption, qui sont beaucoup
moins efficaces. Ce n’était pas le cas pour des excitons localisés, pour lesquels E0

f = E0
i , et

le rapport entre les deux corrections était déterminé uniquement par (1+nB(E))/nB(E).
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Fig. 4.27 – Correction polaronique à l’énergie et élargissement homogène, associés aux
processus d’absorption et d’émission de phonons acoustiques, à T = 10 K.

La figure 4.28 présente la dépendance en température de la correction polaronique de
l’état radiatif Ki=0, décomposée en ses parties associées à l’émission et l’absorption de
phonons. Ces corrections sont linéaires en température au-delà de T = 10 K, et suivent
une évolution similaire à celle de l’élargissement radiatif (voir Fig. 4.20). A la différence
du polaron construit sur des états localisés d’excitons, la somme des deux corrections
associées aux processus d’émission et d’absorption de phonons n’est pas indépendante de
la température, car les processus d’absorption sont moins efficaces que ceux d’émission.
Le facteur de couplage gem associé aux seuls processus d’émission est aussi représenté,
pour ce même état Ki=0, et est linéaire au-delà de 10 K lui-aussi. Le facteur gabs ne peut
être calculé dans le cadre de notre modèle pour les processus d’absorption de phonons, en
raison de l’existence des termes résonants, mais d’après la comparaison des corrections
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polaroniques associées aux deux types de processus, il est vraisemblablement plus petit
que gem. gem vaut environ 0,07 à T = 10 K, et 0,3 à T = 50 K où l’approximation
de couplage faible doit être remise en cause. Ce coefficient nous renseigne aussi sur la
proportion de recombinaisons assistées par émission de phonons, qui est de 1 − 1/(1 +
gem) ≈ 15% à T = 30 K. En tenant compte des processus d’absorption de phonons,
nous pouvons estimer la réduction de la force d’oscillateur de la transition zéro-phonon
à environ 20 − 25% à T = 30 K, lorsque seuls les processus à un phonon sont pris en
compte.
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Fig. 4.28 – Correction polaronique à l’énergie de l’état radiatif Ki=0 en fonction de la
température.

4.2.5 Discussion

L’interaction des excitons avec les phonons acoustiques se traduit donc à basse
température par plusieurs effets que nous avons évalués.

L’élargissement homogène des transitions excitoniques est dû à tous les processus de
déphasage de l’exciton, les principaux mécanismes intrinsèques étant la recombinaison
radiative (h̄/τrad ≈ 2 µeV ), l’interaction avec les phonons, et la relaxation de spin, qui
est moins efficace que l’interaction avec les phonons. Il apparâıt donc que la contribution
la plus importante est l’interaction avec les phonons, que nous avons calculée en écrivant
les probabilités de transitions dues aux phonons acoustiques par la règle d’or de Fermi.

156



Chapitre 4: Un exciton seul dans un fil quantique

Par ailleurs, nous avons observé dans les spectres de µ-PL la disparition des pics fins
au profit d’une raie large dans les fils quantiques des deux régimes 0D et 1D, entre 10 et
30 K. Cela nous a amenés à considérer l’interaction exciton-phonons dans une description
en termes de polarons, qui donnent lieu à des ailes autour de la raie zéro phonon dues
à la recombinaison assistée par phonons. Nous avons étudié pour des excitons libres et
localisés le couplage exciton-phonons en perturbation, et construit dans le régime de
couplage faible les états mélangés de polarons.

Nous allons maintenant comparer ces résultats théoriques avec les observations
expérimentales, réalisées dans les fils quantiques en régimes 0D et 1D.

Fils quantiques en régime 0D Dans les fils quantiques en régime 0D, l’élargissement
homogène n’a pu être mesuré expérimentalement car il est comparable ou inférieur à la
résolution expérimentale (40 µeV ) dans le régime de température où la raie zéro-phonon
peut être analysée. Cela est confirmé par nos calculs, qui montrent qu’il est au plus égal à
60 µeV à T =10 K, dans les plus grandes bôıtes quantiques localisant l’exciton. Il est dû
aux transitions par absorption de phonons de l’état fondamental vers les états excités de
la bôıte, et peut donc être très faible (< 1 µeV ) lorsque les états de la bôıte sont séparés
de plus de 3 meV , ce qui correspond à des longueurs de localisation de l’ordre de 200 Å.

L’étude de l’interaction exciton-phonons acoustiques a montré que le couplage peut
être considéré comme faible à T = 10 K, où le facteur de couplage g est inférieur à 0,2 et
dépend de la taille des défauts. Mais celui-ci augmente linéairement avec la température
au-delà de 10 K et le couplage fort (g ≈ 1) est atteint à T = 50 K pour de petites tailles
de défauts (200 Å). Cela explique qualitativement la disparition presque totale (95% à
T = 30 K) des pics de µ-PL, i.e. des raies zéro phonon, au profit d’une raie plus large
associée aux processus de recombinaison assistée par phonons. Ceci est confirmé par les
queues exponentielles, en particulier à basse énergie (queues d’Urbach) observées sur les
spectres à partir de 30 K. Nos calculs montrent que la force d’oscillateur de la raie zéro
phonon est réduite de seulement 50% à 30 K, mais l’approche perturbative n’est plus
valable à cette température car les polarons sont en régime de couplage fort, dans lequel
la force d’oscillateur de la raie zéro phonon est beaucoup plus faible.

Fils quantiques en régime 1D Dans les fils quantiques en régime 1D, l’élargissement
homogène des transitions observées en µ-PL est important, de l’ordre de 1 meV . Il n’est
pas comparable à celui calculé pour l’état radiatif de l’exciton K = 0, qui varie de 60 à
180 µeV (cf Fig. 4.20) entre T = 10K et 20K. Cela nous a amenés à considérer des causes
extrinsèques d’élargissement homogène, qui font l’objet de la section 3.4. Du point de vue
théorique, la contribution due à l’interaction avec les phonons est due uniquement aux
processus d’absorption de phonons, et est donc nulle à T = 0, et linéaire en température
au-delà de 10 K, le coefficient de proportionnalité étant égal à 12 µeV.K−1 pour nos fils.

Comme dans les fils en régime 0D, le couplage peut être considéré comme faible à
T = 10 K, le facteur de couplage g étant dans notre modèle de l’ordre de 0,1. Il augmente
aussi linéairement avec la température. Notre étude n’a tenu compte que des processus
d’émission de phonons, qui sont plus efficaces que ceux d’absorption, car ces derniers font
intervenir des termes résonants en énergie qui ne peuvent être traités au deuxième ordre
en perturbation. Ces termes rendent l’étude du régime 1D beaucoup plus complexe que
celle du régime 0D. L’approche perturbative est alors rigoureusement valable uniquement
pour les états de bas de bande et sous-estime le facteur de couplage g. Ceci explique que
nos calculs prévoient une diminution de la force d’oscillateur de la raie zéro-phonon de
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seulement 30% à 30 K, alors que celle-ci a presque totalement disparu dans les spectres
expérimentaux.

Conclusion Notre étude théorique montre que l’effet polaronique est vraisemblable-
ment la cause principale de la disparition des pics de µ-PL lorque la température aug-
mente. La raie large qui les remplacent peut être attribuée aux processus de recombinaison
assistée par phonons acoustiques. L’accord n’est cependant que qualitatif, et en particulier
le traitement rigoureux du polaron dans un fil quantique en régime 1D est très complexe,
car les deux continuums d’excitons et de phonons entrent en interaction, les modes de
phonons étant ceux du matériau massif à 3D. Le traitement rigoureux du couplage fort
à température non nulle serait donc très intéressant pour mieux comprendre et simuler
les spectres de µ-PL. Il est réalisable pour des états localisés dans le cadre du modèle de
Huang-Rhys adapté au cas des phonons acoustiques [113], mais devient très difficile pour
des excitons libres.

Cependant, à la température de 10 K à laquelle nous avons effectué les autres études
présentées dans ce mémoire, le couplage des excitons aux phonons acoustiques est faible,
caractérisé par un facteur de couplage g de l’ordre de 10%, et la description en terme
d’exciton reste globalement valable. Ce n’est qu’au-delà de 30 K qu’il devient réellement
nécessaire de décrire les excitations du système en terme de polarons en couplage fort.

L’interaction avec les phonons dans les molécules de polymère 3BCMU Nous
avons mesuré en µ-PL l’élargissement homogène dans les molécules de polymère 3BCMU,
où il est plus important (environ 250 µeV à T = 10 K) et peut être résolu spectralement
[45]. Chaque châıne de polymère étant un fil quantique de plusieurs microns de long, sa
dépendance en température a été modélisée de la même manière que dans les fils en V,
et les coefficients du potentiel de déformation dans le matériau ont pu être évalués [26].

François Dubin a par ailleurs mis en évidence récemment le rôle des polarons optiques
dans les châınes de polymère 3BCMU [26] en étudiant la forme spectrale des transitions
vibroniques associées à chacun des modes de phonons optiques du matériau. Il a en
particulier pu ainsi déterminer la densité d’état des excitons dans la châıne, en 1/

√
E − E0

et la durée de vie des phonons optiques mis en jeu dans le couplage.
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4.3 Les équilibres thermiques dans le fil quantique

Nous souhaitons dans cette section définir et comprendre les équilibres thermiques
—au pluriel— des porteurs dans les fils quantiques, qui déterminent de nombreuses pro-
priétés physiques du système. Nous distinguerons en particulier l’équilibre thermique
“local”, entre les états des paires électron-trou à une position donnée le long du fil, et
l’équilibre thermique “global”, entre les états séparés spatialement le long du fil. Dans
la pratique, l’équilibre local concerne une bôıte quantique (en régime 0D) ou un ı̂lot (en
régime 1D) unique, alors que l’équilibre global est défini entre bôıtes ou ı̂lots voisins. Si les
porteurs avaient une durée de vie infinie dans la structure, l’équilibre thermique 6 serait
atteint aux temps longs, à toutes les échelles de longueur. Mais la recombinaison radiative
interrompt la relaxation et la diffusion des porteurs avant l’établissement de l’équilibre, et
les spectres de luminescence reflètent tout au plus un quasi-équilibre atteint au moment
de la recombinaison.

L’établissement de l’un ou l’autre de ces équilibres dans le système est une hy-
pothèse forte dans l’interprétation de nombreux résultats expérimentaux. Nous allons
nous intéresser dans cette section aux résultats d’expériences réalisées dans les fils quan-
tiques en régime 1D — spectres de PLE, mesures de temps de vie, analyses de queues de
spectres de luminescence — qui nécessitent de se poser correctement la question de la na-
ture et de l’établissement de l’équilibre thermique. Nous montrerons dans chaque cas quel
est l’équilibre thermique utilisé dans la modélisation, et quelle est son importance. Nous
vérifierons de plus, à partir de ces résultats, quelles sont les conditions, en particulier sur
la température de l’échantillon, qui président à l’établissement de ces équilibres.

4.3.1 L’équilibre thermique local

Nous entendons par équilibre local à une position donnée d’un fil quantique, celui qui
intervient entre tous les états de paires électron-trou — liées ou non liées — ayant une
fonction d’onde non négligeable à cette position, quels que soient leur sous-bande. Dans
les fils quantiques en régime 0D, ce sont les états localisés dans les bôıtes quantiques,
et les états plus délocalisés qui existent à plus haute énergie, pour les excitons et pour
les paires libres. Dans les fils en régime 1D, un ı̂lot pouvant être considéré comme une
portion de fil quantique, l’équilibre local est plus simple à définir et concerne tous les
états de l’̂ılot.

Relaxation initiale de la paire photocrée

La manière la plus directe d’observer la mise à l’équilibre thermique des porteurs
est de mesurer le temps de montée de la luminescence émise depuis l’état fondamental
de l’exciton. Au cours d’une expérience de luminescence résolue en temps, une paire
électron-trou est en effet créée par l’impulsion laser, à t = 0, à haute énergie dans les
sous-bandes excitées du fil quantique, et relaxe par interaction avec les phonons optiques
et acoustiques vers l’état fondamental de l’exciton, dans la première sous-bande, avant
de se recombiner. Lorsque la relaxation est plus efficace que la recombinaison, ce qui est
notre cas, le signal de luminescence crôıt aux temps courts avec un temps caractéristique
de la relaxation (τrel), et décrôıt aux temps longs avec un temps caractéristique de la
recombinaison radiative (τrad).

6. L’équilibre thermique est une condition nécessaire, mais non suffisante, de l’équilibre thermodyna-
mique, qui suppose aussi un équilibre mécanique et chimique.
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Nous avons effectué de telles expériences en µ-PL résolue temporellement dans les fils
quantiques en régime 1D, sur un ı̂lot très étendu. L’excitation est réalisée par un laser à
colorant à 1,75 eV , dans la sous-bande e3h3 du fil quantique. La durée des impulsions est
de l’ordre de 5 ps et la résolution temporelle du dispositif de détection est de 25 ps après
déconvolution 7 (voir Sec. 2.1.1 et 2.2.2). La puissance d’excitation est de 35 W.cm−2,
créant en moyenne un exciton par impulsion. Elle constitue un juste compromis entre
la dynamique de notre dispositif de détection (temps d’intégration de 30 min) et la
nécessité de travailler dans le régime linéaire. Nous avons vérifié que les temps mesurés
sont indépendants de la puissance d’excitation lorsqu’elle reste inférieure à 100 W.cm−2.
La figure 4.29 présente les résultats obtenus à des températures de 9K et 60K. Lorsque la
température augmente, la montée de la luminescence est plus rapide, et sa décroissance,
mono-exponentielle sur une décade, est plus lente. Le régime transitoire est très bien
reproduit à toute température dans le cadre d’un modèle à trois niveaux —état de paire
photocréée, état fondamental de l’exciton et état vide— par l’expression

I(t) = A
e−t/τrad − e−t/τrel

τrad − τrel
,

où τrad et τrel désignent les temps caractéristiques de recombinaison radiative et de re-
laxation, et sont indiqués sur la figure. Nous nous intéresserons au temps de vie radiatif
ultérieurement.

La dépendance en température du temps de relaxation est reportée sur la figure 4.30.
A partir de T = 25 K, il est comparable ou inférieur à notre résolution expérimentale
de 25 ps. Mais il est bien résolu entre 10 et 20 K, et décrôıt rapidement lorsque la
température augmente. Les processus d’émission de phonons acoustiques sont en effet
activés thermiquement lorsque la température du bain de phonons augmente, par l’in-
termédiaire du terme 1+nB(Eph) (voir Sec. 4.2). Nous voyons ainsi que la relaxation n’est
pas instantanée, et à basse température le temps de relaxation de l’ordre de 50 ps consti-
tue une borne inférieure au temps caractéristique d’établissement de l’équilibre thermique
local.

Un comportement très similaire a été observé par Joël Bellessa dans les fils quantiques
en régime 0D, caractérisé par un temps de relaxation identique à basse température [23].
Cela confirme que la relaxation depuis les sous-bandes excitées du fil dépend peu de la
localisation, qui n’intervient a priori que dans la relaxation à l’intérieur de la première
sous-bande.

Cette relaxation relativement lente dans les fils quantiques est connue sous le nom
d’“effet Bottleneck” et est la conséquence de la réduction de l’espace des phases pour les
processus d’interaction exciton-phonon, caractéristique de la dimension 1 des fils quan-
tiques [120]. Cet effet est encore plus fort dans les systèmes 0D, en particulier dans
les bôıtes quantiques. Il est la signature du confinement fort des porteurs et n’est par
exemple pas observé dans des structures de fils quantiques sur substrats vicinaux, moins
confinantes [121].

Queue haute énergie des spectres de luminescence

Nous avons vu que les spectres de µ-PL présentent une queue haute énergie qui
peut être ajustée par une exponentielle décroissante pour des températures supérieures

7. Cette résolution sur les temps de montée et de décroissance de la luminescence est obtenue en
modélisant le signal récolté par la convolution du signal théorique et de la fonction de réponse du
dispositif, i.e. une gaussienne de largeur à mi-hauteur 40 ps.
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Fig. 4.29 – µ-PL résolue temporellement d’un ı̂lot très étendu dans un fil quantique en
régime 1D (NM79), à T = 9 (translatée) et 60 K. Les courbes représentent les meilleurs
ajustements aux données par un modèle à 3 niveaux, après convolution par la réponse du
dispositif.
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Fig. 4.30 – Temps caractéristique τrel de la relaxation des paires électron-trou vers le
bas de la première sous-bande après leur création, en fonction de la température de
l’échantillon.
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à 15 K (voir Fig. 4.15). Ceci est bien connu dans les puits quantiques, et permet de
mesurer une température effective d’équilibre thermique des porteurs libres. En effet,
la force d’oscillateur des transitions verticales entre porteurs libres étant en première
approximation indépendante de leur énergie, le signal de luminescence est proportionnel
au produit de la densité d’état D(E) des porteurs libres par le facteur de Boltzmann
e−E/kBT

′
si nous supposons que la densité de porteurs est suffisamment faible pour qu’ils

soient régis par une statistique de Boltzmann. T ′ est la température du quasi-équilibre
atteint au moment de la recombinaison. La densité d’états D(E) est constante dans les
puits quantiques et le signal de luminescence peut directement être ajusté par une loi
exponentielle.

La situation est plus complexe dans les fils quantiques pour deux raisons : d’une part,
la densité d’état D(E) n’est pas constante comme dans le cas des puits; d’autre part, il
n’est pas clair à ce jour que la queue haute énergie du spectre de µ-PL soit effectivement
associé à la recombinaison de porteurs libres, ce qui constitue une hypothèse forte que
nous n’avons pu tester expérimentalement. L’ajustement aux données d’une courbe du
type e−E/kBT

′
/
√
E − E0 fait de plus intervenir un deuxième paramètre ajustable, E0,

qui correspond théoriquement à l’énergie de la transition bande-à-bande des porteurs
libres, c’est-à-dire la somme de l’énergie de luminescence des excitons et de l’énergie de
liaison. Enfin, les corrélations Coulombiennes atténuent la force d’oscillateur des états de
paires électron-trou libres (Voir Sec. 1.5.1), et suppriment complètement la singularité
en 1/

√
E − E0 du spectre [24]. En conclusion, la prise en compte de tous les paramètres

dans la simulation de la queue haute énergie de nos spectres est trop ambitieuse pour
être bien mâıtrisée.

En nous appuyant sur le caractère relativement mono-exponentiel des spectres de
la figure 4.15 entre 1,632 et 1,65 eV 8, nous avons choisi de les ajuster par une simple
exponentielle décroissante, ce qui équivaut à supposer que les termes de densité d’états et
de force d’oscillateur varie lentement devant l’exponentielle. Les températures effectives
T ′ ainsi déterminées sont reportées sur la figure 4.31. A basse température, elles sont
très supérieures à la température T de l’échantillon, et il faut atteindre T = 60 K pour
obtenir T ≈ T ′, c’est-à-dire pour que les porteurs soient à l’équilibre thermique avec
l’échantillon.

Ce phénomène est connu dans les puits quantiques [123]. A basse température, la
température effective des porteurs y est supérieure à celle de l’échantillon, car la dissi-
pation de l’énergie cinétique initialement fournie aux porteurs lors de leur création n’est
pas assez rapide pour permettre l’établissement de l’équilibre thermique. Si l’excitation
est effectuée de manière résonante dans la raie excitonique de la sous-bande e1h1, les
excitons sont créés sans énergie cinétique initiale et la température effective des porteurs
est de nouveau égale à celle de l’échantillon.

Nos résultats, obtenus pour des fils quantiques en régime 1D, sont comparables à
ceux obtenus par D.Y. Oberli et al. sur des fils quantiques d’épaisseur 7 nm au centre
du V [122], plus épais que les fils considérés dans ce mémoire, et présentant probablement
un régime de localisation 0D moins forte. Dans ces travaux, le spectre de PLE à haute
température est utilisé pour évaluer l’absorption, c’est-à-dire le produit de la densité
d’états par la force d’oscillateur. Les spectres de macro-luminescence sont alors simulés
en multipliant l’absorption par le facteur de Boltzmann, et comparés aux spectres tran-
sitoires expérimentaux acquis à différents retards après l’impulsion excitatrice. Pour des

8. Comme il est précisé dans la description de la figure 4.15, la structure à 1,643 eV est une raie de
fluorescence du laser à colorant.
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Fig. 4.31 – Température effective T ′ des porteurs en fonction de la température de
l’échantillon, d’après les queues haute énergie des spectres présentés sur la figure 4.15.

températures supérieures à 60 K, les spectres simulés et expérimentaux sont identiques
aux temps longs, montrant que 50 ps après avoir été créés, les porteurs sont à l’équilibre
thermique avec l’échantillon, i.e. avec le réservoir de phonons du cristal. Mais à basse
température, la température effective déduite des spectres transitoires décrôıt plus len-
tement et l’équilibre thermique avec l’échantillon n’est jamais atteint (T ′ = 25 K pour
T = 8 K).

La description thermodynamique des excitons pour des températures inférieures à
60 K lorsque l’excitation est réalisée dans les sous-bandes de haute énergie mérite d’être
expliquée de manière plus détaillée, en partant d’un point de vue propre aux expériences
de µ-PL. A faible puissance d’excitation, le nombre total de paires présentes à un instant
donné dans le fil quantique est égal en µ-PL à 1 ou 0. Créée à haute énergie, cette paire
relaxe vers le bas de bande par des processus d’émission de phonons. Au moment de
sa recombinaison, elle n’est pas encore statistiquement à l’équilibre thermique avec les
phonons, i.e. elle n’a pas le temps de parcourir son espace des phases en interagissant
avec les phonons avant de se recombiner. Le point de vue macroscopique est en général
de considérer que, dans une expérience de macro-luminescence, le gaz de paires électron-
trou est à l’équilibre thermique, mais que sa température est plus élevée que celle du
réservoir de phonons. Cette description ne peut être adoptée en µ-PL, où un seul exciton
est présent dans le fil ! Pour autant les résultats obtenus dans les deux types d’expériences
sont similaires pour des densités de porteurs très faibles, inférieures à 104 cm−1 typique-
ment : à basse température (20 K), la température T ′ extrapolée à partir des spectres
est supérieure à celle du réservoir de phonons. L’exciton n’est donc dans ce régime en
équilibre avec aucun réservoir, pas même celui constitué des autres paires, et l’on ne peut
pas définir de température pour cette quasi-particule seule. La distribution statistique ex-
ponentiellement décroissante mise en évidence dans les queues haute-énergie des spectres
de luminescence reflète plutôt la distribution des énergies de l’exciton au moment de sa
recombinaison, et il est inadéquat de la décrire comme un quasi-équilibre thermodyna-
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mique. Des simulations réalisées dans des puits quantiques par R. Zimmermann et non
publiées à ce jour ont montré que la “température” T ′ est en fait reliée à la localisation
par kBT

′ ≈ σ/4, où σ désigne l’amplitude du potentiel aléatoire. La nature exponentielle
de la queue de luminescence n’est donc pas la signature d’un équilibre thermique des
porteurs mais reflète le désordre dans la structure. La valeur de σ estimée par cette rela-
tion est de 15 meV dans les fils que nous avons étudiés, ce qui est supérieur à la valeur
que nous avons utilisée dans les simulations au paragraphe 3.3.3, mais la relation a été
obtenue pour des puits quantiques et non des fils.

Temps de vie radiatif

L’équilibre thermique local est très important dans la modélisation du temps de vie
radiatif des excitons à basse température. C’est lui qui détermine la dépendance en
température du temps de vie des excitons, proportionnel à

√
T dans un fil quantique

et à T dans un puits quantique [124, 125]. En effet, dans les deux systèmes, seuls les états
proches de K=0 sont couplés à la lumière, alors que tous les états du bas de la première
sous-bande, y compris des états non radiatifs, sont peuplés thermiquement (cf Fig. 4.32).
Lorsque des excitons sont créés dans le fil, les états radiatifs sont dépeuplés avec un temps
caractéristique égal au temps de vie radiatif intrinsèque τ 0

rad,1D, mais sont repeuplés par
des excitons provenant des états non-radiatifs, de manière à maintenir l’équilibre ther-
mique du gaz d’excitons au cours du temps. Le temps de vie radiatif τrad est donc un
temps de décroissance de la population d’excitons, et n’est pas directement donné par
τ 0
rad,1D. Son expression reflète le rapport entre les états peuplés thermiquement, dans une

distribution de Boltzmann de largeur kBT , et les états radiatifs, d’énergie inférieure à
∆rad = h̄2k2

ν/2mX :

1/τrad = 1/τ 0
rad,1D

∫∆rad
0 dE D(E) e−E/kBT∫∞
0 dE D(E) e−E/kBT

,

où D(E) désigne la densité d’états, kν = nEν/h̄c est le vecteur d’onde dans le matériau
du photon, qui correspond au vecteur d’onde maximal des excitons couplés à la lumière.
n = 3,5 est l’indice de réfraction du milieu et Eν l’énergie de la transition. A l’énergie
Eν , la longueur d’onde dans le GaAs est de 2100 Å environ, correspondant à une largeur
de la bande radiative d’excitons ∆rad ≈ 200 µeV en prenant pour masse effective des
excitons mX = me +mh1 = 0,178 m0.

Si kBT >> ∆rad, le temps de vie radiatif s’écrit :

– dans un fil quantique,

τrad = τ 0
rad,1D

√
π kBT

4∆rad

,

– dans un puits quantique,

τrad = τ 0
rad,2D

kBT

∆rad

.

La dépendance en
√
T dans les fils quantiques est donc une signature de l’existence d’un

équilibre thermique entre les excitons de bas de bande dans le fil quantique, comme l’est
la dépendance en T dans les puits. J. Feldmann et al. [124] a montré dans les puits
quantiques que lorsque l’élargissement homogène Γh de la transition est supérieur à la
largeur de la bande radiative, la longueur de cohérence des excitons devient inférieure
à la longueur d’onde de la lumière, et il faut substituer Γh à ∆rad dans l’expression de
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Fig. 4.32 – Dispersion des excitons dans le fils : caractère radiatif et population thermique
des états.

τrad. De la même manière, si les excitons sont localisés dans des défauts de longueur Lloc,
leur longueur de cohérence est bornée par Lloc et est inférieure à la longueur d’onde de la
lumière. Il faut alors substituer la distance énergétique entre niveaux localisés consécutifs,
∆loc = h̄2π2/2mXL

2
loc, à ∆rad dans l’expression de τrad. La première condition est vérifiée

dans les fils quantiques en régime 1D, où l’élargissement homogène des transitions est de
l’ordre de 1 meV . La deuxième condition est pour sa part vérifiée dans les fils quantiques
en régime 0D, et donne lieu à une dépendance en 1/L du temps de vie radiatif qui a été
mise en évidence expérimentalement [23, 52]. Cependant, dans le premier cas, la substi-
tution de ∆rad ne repose que sur un argument qualitatif : tous les excitons dont l’énergie
est inférieure à Γh sont, selon J. Feldmann, radiatifs en raison de leur élargissement ho-
mogène, alors que la nature radiative des états est déterminée par la condition k < kν
et non par l’élargissement homogène. De plus, l’intégration du numérateur s’effectue sur
l’énergie des excitons, et substituer Γh à ∆rad revient en fait à assimiler partie imaginaire
et partie réelle de l’énergie, i.e. élargissement homogène et énergie propre des états, ce qui
semble hasardeux 9. Il semble plus raisonnable de considérer en fait que ∆rad constitue la
largeur de la bande radiative, même dans la limite Γh > kBT , mais que la longueur de
cohérence des excitons est en raison des processus de diffusion inférieure à la longueur
d’onde de la lumière. Dans le cas des excitons localisés, la substitution de ∆loc à ∆rad

permet de rendre compte de la limitation du volume de cohérence des excitons par la
localisation, mais est plus simple à décrire, en particulier pour kBT << ∆loc, par un
modèle d’états discrets d’excitons liés [126].

L’analyse des expériences de µ-PL résolues temporellement (Figure 4.29) nous donne
accès au temps de vie radiatif τrad des excitons. Les résultats, obtenus d’une part dans un
ı̂lot étendu dans un fil quantique en régime 1D et d’autre part dans une bôıte quantique
dans un fil quantique en régime 0D, sont présentés sur la figure 4.33 en fonction de la
température de l’échantillon. Le temps de vie radiatif est identique dans les deux régimes
de localisation, sauf à basse température où il suit une évolution moins régulière en

9. L’analyse des résultats de J. Feldmann est réalisée dans la limite Γh << kBT , où son modèle est
valide.
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régime 0D. Dans les fils en régime 1D, nous avons observé que le temps de vie radiatif
est indépendant de l’̂ılot étudié à 10% près. Il suit une loi du type ∝

√
T entre 9 et 25 K

et entre 50 et 80 K, une transition se produisant entre 30 et 50 K. Dans le domaine
des températures supérieures à 80 K, le temps de vie radiatif ne dépend plus de l’̂ılot
ou de la bôıte considéré, et peut être mesuré plus simplement 10 par des expériences de
macro-luminescence [61], qui ont par ailleurs montré que les processus de recombinaison
non radiative sont négligeables pour des températures inférieures à 120 K et 200 K
respectivement dans les fils de l’ancienne et de la nouvelle génération.
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Fig. 4.33 – Dépendance en température du temps de vie radiatif dans un ı̂lot étendu dans
un fil quantique en régime 1D (d’après la figure 4.29) et dans une bôıte quantique dans
un fil quantique en régime 0D (M288).

Dans les fils quantiques en régime 0D, la dépendance en température de τrad est
différente de

√
T pour T < 20K comme le prévoit la théorie, car la condition kBT >> ∆loc

n’est pas vérifiée. Des résultats expérimentaux similaires ont été obtenus par D.Y. Oberli
et al. dans des fils en régime 0D, avec en particulier une saturation du temps de vie
radiatif à basse température, vraisemblablement lorsque ∆loc > kBT [127]. Pour tenter
de modéliser la dépendance du temps de vie à plus haute température, les auteurs tiennent
compte de l’équilibre entre excitons et porteurs libres, dans le cadre de l’équation de Saha
[128]. Dans l’hypothèse d’un équilibre local à une température T ′, celui-ci est caractérisé
par une densité-seuil de paires créées :

n∗(T ′) =
1

aX

√
kBT ′

4πRX

e−ECoul/kBT
′
,

où RX et aX désignent le Rydberg et le rayon de Bohr définis par l’équation 1.11 et
ECoul = 20 meV est l’énergie de liaison de l’exciton dans le fil (voir Sec. 1.4). Dans le
domaine des basses températures qui nous intéresse, si l’on suppose un équilibre thermique

10. Notre cryostat ne permet pas d’atteindre des températures supérieures à 80 K lorsqu’il est rempli
d’hélium liquide.
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avec le cristal (T ′ = T ), cette densité critique vaut de l’ordre de 10−4 cm−1, et la condition
n >> n∗ est toujours vérifiée, i.e. il n’y a que des excitons dans le fil quantique.

Dans les fils quantiques en régime 1D, même si kBT et Γh sont comparables pour
T < 20 K et la condition kBT >> Γh n’est pas vérifiée, le temps de vie radiatif suit
dans ce domaine de température une loi en

√
T . Ceci peut s’expliquer, dans le cadre

de la discussion déjà entamée, en considérant que la largeur de la bande radiative est
∆rad même si kBT < Γh. La condition ∆rad << kBT est en effet bien vérifiée, même
à T = 10 K. La transition qui s’opère entre 30 et 50 K est relativement surprenante
et reflète ou bien une diminution du temps de vie radiatif intrinsèque τ 0

rad,1D, ou une
augmentation de la largeur ∆rad de la bande radiative. Elle sera discutée à la fin de cette
section.

L’accord avec une loi en
√
T dans les fils quantiques en régime 1D nous renseigne sur

deux points essentiels : d’une part, la densité d’états des excitons est bien en 1/
√
E − E0

à l’échelle de kBT . Ce n’est pas le cas à basse température dans les fils quantiques en
régime 0D. D’autre part, les excitons de bas de bande sont à l’équilibre thermique avec
les phonons, même à T = 9 K. Cela peut parâıtre contradictoire avec les conclusions
données dans les deux paragraphes précédents, selon lesquelles il n’y a pas d’équilibre
local pour des températures inférieures à 60 K. Mais l’équilibre en jeu dans l’expression
du temps de vie radiatif est légèrement différent, car il est local spatialement (dans l’̂ılot
étudié) et en énergie (au voisinage immédiat du bas de bande). L’hypothèse implicitement
formulée lors du calcul de τrad est qu’un exciton en bas de bande e1h1 va pouvoir parcourir
l’espace des phases des états de vecteur d’onde voisin et d’énergie de l’ordre de kBT avant
de se recombiner. Cette hypothèse est raisonnable car les temps de transitions entre ces
états sont courts devant le temps de vie radiatif (temps de relaxation par phonons de
l’ordre de 10 ps d’après les calculs menés au paragraphe 4.2). Dans les deux expériences
étudiées auparavant — la relaxation initiale des porteurs et la queue haute énergie —,
c’est l’équilibre des porteurs dans toutes les sous-bandes, jusqu’aux plus hautes énergies,
qui est sondé. Nous pouvons donc en conclure que si les différentes sous-bandes ne sont pas
à l’équilibre thermique local à basse température, les porteurs ayant atteint la première
sous-bande e1h1 et formé un exciton dans son état fondamental sont pour leur part en
équilibre thermique avec le réservoir de phonons acoustiques, même à basse température.
Ceci est résumé sur la figure 4.34.

Les dépendances en température du temps de vie radiatif sont respectivement 105±
5
√
T ps.K−1/2 entre 10 et 30 K, et 83±5

√
T ps.K−1/2 entre 50 et 80 K, et sont similaires

à celles obtenues par H. Akiyama et al. entre 20 et 40 K dans des fils quantiques en V
moins confinants (92

√
T ps.K−1/2 [125]). Pour T < 30 K, nous en déduisons un temps de

vie radiatif intrinsèque τ 0
rad,1D égal à 170±10 ps si nous utilisons ∆rad dans l’expression de

τrad, et à 400± 20 ps si nous utilisons Γh. Cette deuxième valeur doit être exclue car elle
est supérieure au temps de vie mesuré à 10 K, montrant que la substitution de Γh à ∆rad

n’est pas entièrement valide. La première valeur (170 ps) du temps de vie intrinsèque est
comparable aux résultats théoriques obtenus dans des fils quantiques GaAs [131, 132].
Nous pouvons estimer la longueur de cohérence des excitons qui lui correspond. Joël
Bellessa a montré que dans les fils en V de confinement identique mais en régime 0D, le
temps de vie radiatif intrinsèque est lié à la taille des bôıtes quantiques, i.e. à la longueur
de cohérence des excitons, par la loi 1/τrad,0D = (3,04 .10−6 L+1,67 .10−3) ps−1, où L est
donné en Å [52]. Nous en déduisons une longueur de cohérence de 1400±100 Å, inférieure
de 30% à la longueur d’onde de la lumière, pour laquelle le temps de vie intrinsèque serait
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Fig. 4.34 – Les équilibres thermiques locaux sondés par les différentes expériences
présentées.

de 11 125 ps. Les processus de diffusion qui donnent lieu à l’élargissement homogène
réduiraient donc la longueur de cohérence des excitons d’environ 30%.

Entre 50 et 80 K, le préfacteur de
√
T dans la dépendance en température du temps

de vie radiatif est plus petit d’environ 20% que sa valeur pour T < 30 K. Cela correspond
ou bien à une diminution du temps de vie radiatif intrinsèque, ou bien à une augmenta-
tion de la largeur de la bande radiative. Constatant que cette transition intervient lorsque
les polarons entrent en couplage fort (voir Sec. 4.2.4), nous pouvons formuler deux hy-
pothèses, issues de l’analogie avec le couplage exciton-photon et les polaritons [129, p 57],
pour expliquer ce phénomène :

– En raison de la renormalisation de sa dispersion en énergie, la masse effective d’un
polaron en couplage fort est en effet supérieure à celle de l’exciton. La largeur de la
bande radiative est donc plus faible que pour des excitons. Une variation de 40% de
la masse effective serait nécessaire pour expliquer nos résultats. L’augmentation de
la masse effective des excitons est déjà visible en couplage faible dans nos résultats
théoriques (7% à T = 10 K, Fig. 4.27 12), et doit a priori être plus importante en
couplage fort.

– La longueur de cohérence des polarons en couplage fort peut être plus importante
que celle des excitons, et leur temps de vie radiatif intrinsèque plus court. D’après
la valeur mesurée du préfacteur dans cette gamme de température, le temps de vie

11. Le temps de vie radiatif intrinsèque est beaucoup plus court dans les puits quantiques (quelques
10 ps), car il existe un facteur λ/a entre les valeurs à 1D et 2D, où λ désigne la longueur d’onde de la
lumière et a le rayon de Bohr de l’exciton [125].

12. La masse effective des polarons est évaluée en sommant les courbures en K=0 des dispersions de
l’exciton et de la correction polaronique.
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intrinsèque est égal à 140 ps en supposant une même largeur de la bande radiative,
et correspond à une longueur de cohérence de 1800 Å.

Pour l’instant, nous n’avons pu conclure sur ces deux hypothèses.

Notons que la loi τrad ∝
√
T a aussi été mise en évidence dans les châınes de polymère

3BCMU, qui constituent un système-modèle de fil quantique, pour des températures
inférieures à 50 K [130].

4.3.2 L’équilibre thermique global

L’équilibre thermodynamique entre porteurs localisés à des positions éloignées le
long d’un même fil quantique, que nous appelons équilibre global, doit être distingué
de l’équilibre local. Il est atteint lorsque les porteurs photocréés peuvent, avant de se
recombiner, parcourir l’espace des phases des états des bôıtes quantiques voisines (en
régime 0D) ou des ı̂lots voisins (en régime 1D). Il suppose donc que l’équilibre local soit
déjà établi, et que les processus de diffusion vers les bôıtes ou ı̂lots voisins soient plus
efficaces que la recombinaison.

Diffusion spatiale des porteurs

Nous pouvons observer de manière directe la diffusion des porteurs avant leur recombi-
naison par notre technique d’imagerie de la luminescence, présentée au paragraphe 2.3.1.
Au cours d’une telle expérience, les porteurs sont créés dans la zone excitée de 1 µm,
et l’image spatiale de la luminescence émise est obtenue après diffraction par le spec-
tromètre-imageur sur la caméra CCD. La résolution spatiale est de 1,5 µm par cette
technique, et est légèrement moins bonne qu’en imagerie par balayage de l’excitation,
car le signal est convolué par la fonction de réponse spatiale du spectromètre. A basse
température (T = 10 K), la luminescence est émise depuis les bôıtes ou ı̂lots présents
dans la zone excitée. Son image spatiale, présentée sur la figure 4.35.a, est une gaussienne
de largeur 1,5 µm, limitée par la résolution expérimentale. L’extension spatiale de la lumi-
nescene est reportée sur la figure 4.35.b en fonction de la température de l’échantillon, et
ne varie pas de façon significative compte-tenu de notre résolution. Les résultats présentés
sont obtenus dans un ı̂lot très étendu dans un échantillon en régime 1D.

L’imagerie de la luminescence nous montre donc que jusqu’à 70 K, les porteurs se re-
combinent à l’endroit où ils ont été créés, dans la limite de notre résolution expérimentale.
Leur diffusion le long de l’axe du fil a été inférieure au micron entre leur création et leur
recombinaison, et ce même à l’intérieur d’un ı̂lot étendu ! Les mécanismes de diffusion,
dont le principal est la collision avec des phonons, ne sont pas assez efficaces dans ce
régime pour permettre aux porteurs de transiter d’̂ılot en ı̂lot dans les fils en régime 1D.
Notre résolution ne nous permet pas de résoudre les transferts entre plus proches bôıtes
quantiques dans les fils en régime 0D, mais nous pouvons affirmer qu’ils ne dépassent pas
quelques centaines de nm.

L’équilibre global n’est donc pas atteint à 70 K. Ceci s’explique facilement entre ı̂lots
voisins, entre lesquels l’énergie d’activation est de l’ordre de 9 meV et reste supérieure à
kBT = 6 meV . C’est en outre compatible avec le fait que l’établissement de l’équilibre
local, qui est une condition nécessaire de l’équilbre global, n’est obtenu qu’à 60 K.
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Fig. 4.35 – (a) Profil spatial de la luminescence émise en µ-PL (points), dans un ı̂lot très
étendu (2 µm) dans un échantillon en régime 1D (NM172), reproduit par une gaussienne
de largeur 1,5 µm (courbe); (b) Dépendance en température de la largeur de la gaussienne.
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Evolution en température du spectre de macro-luminescence

Le spectre de macro-luminescence reflète la distribution statistique de tous les porteurs
photo-créés au moment de leur recombinaison, et dépend donc de l’établissement des deux
régimes, local et global, d’équilibre. Dans les travaux de D.Y. Oberli, l’évolution de la
queue haute énergie du spectre a implicitement été interprétée essentiellement en termes
d’équilibre local des porteurs [122], dans les fils en régime 0D. Mais dans les fils quantiques
en régime 1D, nous allons analyser conjointement les cartes, les spectres de PL et ceux de
PLE en fonction de la température et ainsi mettre en évidence des processus de transfert
depuis les ı̂lots de haute énergie vers les ı̂lots de basse énergie.

Le spectre de macro-luminescence (Fig. 4.36) présente en effet à basse température
une bosse à 1,65 eV dans sa queue haute énergie, 20 meV au-dessus du pic principal.
Ces structures existent aussi dans les cartes réalisées sur ces échantillons (cf Fig. 3.6).
Leur intensité est d’autant plus importante que la qualité de l’échantillon est grande, i.e.
que son angle de désorientation est petit (Sec. 3.2.3). Plusieurs hypothèses peuvent être
formulées pour en justifier l’existence : luminescence depuis la sous-bande e1h2, porteurs
libres, ou ı̂lots distincts. La séparation en énergie entre le pic principal et cette bosse est en
effet très similaire à l’écart énergétique entre e1h1 et e1h2, mais aussi à l’énergie de liaison
de l’exciton. Elle correspond aussi à une variation de 2 monocouches de l’hétéro-interface
(100) du fil. Les spectres de PLE dans les polarisations parallèle et perpendiculaire au
fil, aux énergies de détection du pic principal et de la bosse (Fig. 4.36) montrent que les
transitions d’absorption sont décalées de 15 à 20 meV lorsque la détection est effectuée
sur la bosse à 1,65 eV , et prouvent que les deux raies de PL ne sont pas associées aux
mêmes ı̂lots, mais à des ı̂lots de confinements différents possédant chacun ses propres sous-
bandes. La bosse peut donc être attribuée de manière univoque à des ı̂lots de croissance
pour lesquels l’épaisseur du fil est inférieure de deux monocouches à sa valeur médiane.

Lorsque la température de l’échantillon augmente, le signal de luminescence associé
à ces ı̂lots à haute énergie disparâıt très rapidement, entre 9 et 15 K, comme le montre
le spectre de µ-PL présenté sur la figure 4.15 (pics à 1,652 eV ). Le même comportement
est observé en macro-luminescence, sur les spectres présentés sur la figure 4.40, décrite
plus en détail au paragraphe suivant.

Pour comprendre ce phénomène, nous avons étudié la dynamique temporelle de la
raie de luminescence. En raison du faible signal associé aux pics de µ-PL à 1,65 eV , il
n’est pas possible avec notre dispositif d’acquérir les spectres associés de luminescence
résolus temporellement. De plus, l’utilisation d’une caméra à balayage (streak camera) est
particulièrement adaptée à l’observation simultanée des évolutions temporelles des raies
haute et basse énergie. Nous avons donc réalisé ces expériences en macro-luminescence à
l’Institut de Micro- et Opto-électronique de l’Ecole Polytechnique Fédérale de Lausanne,
en collaboration avec Jean-Daniel Ganière et Benoit Deveaud-Plédran. L’excitation est
réalisée par un laser Ti-Sa pompé par une source laser-solide, et produisant des impulsions
picosecondes à 725 nm, soit 1,71 eV , de polarisation parallèle aux fils. La détection est
réalisée par une streak camera placée à la sortie d’un spectromètre de focale 27 cm, dans
la polarisation perpendiculaire aux fils. L’échantillon est monté dans un cryostat à cir-
culation d’hélium, à température variable et régulée. Les images produites par la camera
comportent une dimension spectrale dans la direction diffractée par le spectromètre, et
une dimension temporelle dans la direction de balayage de la streak camera. Les spectres
sont obtenus en intégrant sur la dimension temporelle, et les évolutions temporelles en
intégrant sur une plage spectrale ou la totalité du spectre. Le diamètre de la tache d’ex-
citation, de l’ordre de 300 µm, a été choisi pour atteindre un régime de faible densité
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Fig. 4.36 – Spectres de macro-PL et de PLE dans les deux polarisations linéaires, en
détectant sur le pic principal et sur la bosse à haute énergie.

de porteurs : la puissance d’excitation est de 5 W.cm−2 pour 5 mW , ce qui correspond
à une densité de porteurs n ≈ 5.103 cm−1 dans les fils 13. Notons que les densités de
porteurs sont estimées par comparaison avec les expériences de µ-PL, effectuées dans une
géométrie très différente, et sont donc indicatives. En raison du faible signal émis par les
fils quantiques, la fente temporelle d’entrée du spectromètre a été choisie relativement
large, de manière à obtenir un bon compromis entre la résolution temporelle (25 ps) et
l’intensité du signal récolté (temps d’acquisition de 20− 30 min).

Les figures 4.37.a et b présentent l’évolution du spectre de luminescence du même
échantillon en fonction de la température et de la puissance d’excitation. Nous remarquons
que la bosse à haute énergie, à 1,65 eV , disparâıt lorsque la température ou la densité
de porteurs augmente. Dans les deux cas, cette disparition est très rapide, et le signal à
haute énergie n’est plus détectable dès T = 20 K, ou dès n ≈ 104 cm−1 à T = 9 K. Les
évolutions temporelles de la bosse haute énergie à T = 9 K et 15 K sont présentées sur
la figure 4.38. Elles font apparâıtre deux temps caractéristiques, l’un très court (environ
40 ps à 9 K et 25 ps, limité par la résolution temporelle, à 15 K), et l’autre plus long
(320 ps dans les deux cas). La contribution A1 au temps long, d’intégrale 10 fois inférieure
à celle au temps court A2, correspond vraisemblablement à la queue haute énergie du
spectre de luminescence, telle qu’elle existerait en l’absence d’̂ılots haute énergie et de la
bosse associée (cf Fig. 4.37.a). Seule la contribution rapidement décroissante doit dans ce
cas être attribuée aux ı̂lots de haute énergie. Il apparâıt donc que les excitons dans ces
ı̂lots ne sont pas stables, et que leur relaxation vers les ı̂lots de basse énergie peut être

13. A une puissance de faisceau laser identique, le rapport entre la densité de porteurs après une
impulsion et la densité moyenne en excitation continue est donné par T/τrad, où T est la période des
impulsions (ici 12 ns)
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activée soit par les collisions porteurs-porteurs, soit par les phonons acoustiques. Cette
interprétation est résumée par le schéma présenté sur la figure. Le temps τ1 caractéristique
de la relaxation correspond à un temps de diffusion des excitons vers le bord de l’̂ılot,
d’où ils peuvent facilement relaxer dans l’̂ılot voisin.
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Fig. 4.37 – Spectres de macro-PL en fonction (a) de la température et (b) de la puissance
d’excitation.

Ces résultats, comme ceux d’imagerie de luminescence, montre que la diffusion des
excitons est peu efficaces à 10 K et faible densité de porteurs, et freine l’établissement
de l’équilibre global entre ı̂lots voisins.
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Fig. 4.38 – Evolution temporelle de la luminescence sur la bosse haute énergie, intégrée
entre 1,643 et 1,66 eV , et sa décomposition en deux décroissances exponentielles (courbes)
dont les amplitudes et les temps caractéristiques sont indiquées.

Spectres de PLE et dépendance en température du Stokes shift

Dans les puits quantiques. Le décalage entre la raie de luminescence et la première
raie des spectres de PLE —le Stokes shift— est une signature du désordre dans les
hétéro-structures semiconductrices. Dans les puits quantiques, il a été montré que son
interprétation dépend des caractéristiques du désordre de localisation [47, 133].

Lorsque la rugosité d’interfaces est importante, le Stokes shift reflète le décalage
entre la distribution des états qui luminescent, correspondant aux minima du potentiel
aléatoire, et celle des états qui absorbent la lumière et possèdent de la force d’oscilla-
teur, parmi lesquels existent des états excités qui ne participent pas à la luminescence
[134]. Dans le cas d’un potentiel aléatoire gaussien, le Stokes shift est proportionnel à la
largeur à mi-hauteur de la luminescence, la constante de proportionnalité étant égale à
2/
√

6π ln 2 ≈ 0,55, proche de la valeur expérimentale de 0,6 qui ressort de la compilation
des résultats obtenus sur des puits quantiques à base de nombreux matériaux [134].

Cette loi universelle n’est cependant pas aussi bien respectée dans les échantillons
présentant un très faible Stokes shift (inférieur à 2 meV ) et une faible largeur de raie de
luminescence, i.e. lorsque la rugosité d’interfaces est moins importante [123]. Le Stokes
shift dépend alors de manière importante de la température, même à basse température,
mettant en évidence le rôle de la “thermalisation” des porteurs localisés. Lorsqu’une
température effective de quasi-équilibre T ′ des porteurs peut être définie et mesurée dans
la queue haute énergie des spectres de PL, le Stokes shift est décrit par la loi σ2/kBT

′

dans l’hypothèse d’un potentiel aléatoire gaussien d’amplitude σ. Cette loi, valide si un
quasi-équilibre global est atteint, a été mise en évidence dans les puits quantiques de
grande qualité [123].

Dans les échantillons très désordonnés, en particulier les puits quantiques contraints
d’InGaAs, l’évolution en température du Stoke shift est plus complexe et parfois non
monotone. Elle a été modélisée par E. Runge et al. en tenant compte de la compétition
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entre la relaxation par phonons des excitons vers les états localisés et leur recombinaison
radiative [135].

Dans les fils quantiques Les figures 4.39 et 4.40 présentent les spectres de lumines-
cence et de PLE obtenus en macro-luminescence dans des échantillons de fils quantiques
en régime 0D et 1D. Ces expériences ont été réalisées au Photonics Research Institute,
à Tsukuba, en collaboration avec X.L. Wang et M. Ogura. L’excitation est réalisée par
une source solide continue et accordable, à une puissance de 100 W.cm−2 régulée, corres-
pondant à une densité de porteurs inférieure à 3.103 cm−1 dans les fils. L’échantillon est
placé dans un cryostat à hélium gazeux permettant de faire varier la température entre
5 et 300 K. La détection est réalisée sur une caméra CCD placée à la sortie d’un triple
monochromateur, permettant d’acquérir les spectres de PL et de PLE.

Sur les deux types d’échantillons, les transitions e2h2, e3h3 et e4h4 des spectres de
PLE s’élargissent lorsque la température augmente, sans que la différence de leur énergie
avec celle du pic de luminescence ne varie. Par contre, le comportement de la première
raie du spectre de PLE dépend du régime de localisation. Dans les fils quantiques en
régime 0D, elle varie peu, en position comme en intensité relative, et se rapproche du pic
de luminescence à partir de 100 K. Dans les fils en régime 1D, elle est peu prononcée à
5 K, et crôıt relativement au reste du spectre de PLE lorsque la température augmente.
Dans le même temps, son maximum se déplace continûment vers les basses énergies. Pour
chaque expérience, le rapport des intensités au maximum des raies e1h1 et e2h2 de PLE
est reporté sur la figure 4.41, ainsi que le Stokes shift de la raie e1h1.

Avant d’analyser ces résultats de manière plus approfondie, il est intéressant de com-
parer les spectres de µ-PLE obtenus dans les deux régimes de localisation, et ainsi d’adop-
ter le point de vue microscopique qui nous est cher et se révèle souvent complémentaire
aux résultats macroscopiques. Ces spectres sont présentés sur la figure 4.42, dans des fils
quantiques en régime 0D et 1D. Dans le fil quantique en régime 0D, le spectre de µ-PLE
associé à une bôıte quantique est constitué de pics correspondant à des états excités de
la bôıte, puis d’une montée progressive de l’absorption dans les états délocalisés à plus
haute énergie. Dans le fil en régime 1D, le spectre de PLE reflète le voisinage de l’̂ılot
considéré. Sur l’exemple (b), le premier pic de PLE est observé à 1,634 eV , et correspond
à l’énergie d’un ı̂lot voisin visible dans le spectre. Sur l’exemple (c), le signal de µ-PLE
est presque nul jusqu’à une énergie de +15 meV , le premier pic de PLE pouvant lui aussi
être attribué à un ı̂lot voisin. Cela prouve que toute la force d’oscillateur est concentrée
dans les états excitoniques fondamentaux de chacun des ı̂lots, les états de grand vecteur
d’onde de chaque ı̂lot n’apparaissant pas en PLE. Le spectre de PLE reflète la diffusion
des porteurs depuis les ı̂lots voisins vers celui étudiée, qui est moins efficace pour les ı̂lots
les plus étendus. Néanmoins, même pour les plus grands ı̂lots étudiés, le spectre de PLE
n’est pas celui d’un fil parfait infini : il est dominé par les contributions des ı̂lots voisins,
et les contributions des porteurs libres et des autres sous-bandes, qui pourraient être très
riches en informations nouvelles sur la structure, sont masquées.

A la lumière des spectres de µ-PLE, il est plus aisé d’interpréter les résultats macro-
scopiques que nous avons obtenus :

Dans les fils quantiques en régime 0D, la première raie de PLE est due aux états ex-
cités de bôıtes quantiques ainsi qu’aux états délocalisés à plus haute énergie. Elle dépend
peu de la température jusqu’à ce que l’équilibre thermique s’établisse dans l’échantillon
(60 K), en intensité comme en position. Au-delà, l’équilibre thermique s’instaure progres-
sivement entre les différentes bôıtes quantiques du fil, et le Stokes shift décroit lentement.
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4.3 Les équilibres thermiques dans le fil quantique

-20 0 20 40 60 80 100 120 140

T=5K

Energie relative au pic de PL E-E0 (meV)

Lu
m

in
es

ce
nc

e 
(u

ni
té

s a
rb

.)

T=120K

T=60K

T=20K

e4h4
e3h3

e2h2

e1h1
PLE (unités arb.)

Fig. 4.39 – Dépendance en température des spectres de PL et PLE dans les fils quantiques
en régime 0D (M127). Seuls les spectres de PLE en polarisation parallèle au fil sont
présentés. Les énergies sont relatives à l’énergie du pic de luminescence, de manière a
éliminer la contribution de la variation du gap. En toute rigueur, il faut plutôt soustraire
l’énergie d’une transition d’absorption, par exemple e2h2, pour ne pas tenir compte des
phénomènes de thermalisation de la raie de luminescence. Les deux méthodes donnent ici
le même résultat. L’énergie de détection est indiquée par une flèche.
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Fig. 4.40 – Dépendance en température des spectres de PL et PLE dans les fils quantiques
en régime 1D (NM79).
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Fig. 4.41 – (a) Rapport des raies e1h1 et e2h2 et (b) Stokes shift, en fonction de la
température, dans les fils quantiques en régime 0D (M127) et 1D (NM79 et NM125); la
loi σ2/kBT utilisée dans les travaux de Gurioli et al. [123] est représentée par la courbe
en pointillé pour σ ≈ 6 meV .
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Fig. 4.42 – Spectres de µ-PL et µ-PLE typiques, pour une bôıte quantique dans un fil
quantique en régime 0D (a) et pour des ı̂lots d’extension moyenne (< 1 µm, b) et grande
(3 µm, c, correspondant à la position x = 16 µ−1 de la carte 3.6) dans un fil quantique
en régime 1D. Seuls les spectres de PLE en polarisation parallèle au fil sont présentés.
L’énergie de détection est indiquée par une flèche.
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En particulier, comme dans le cas des puits quantiques désordonnés, le Stokes shift est
constant à basse température [123].

Dans les fils quantiques en régime 1D, la première raie de PLE est due aux états
excitoniques des ı̂lots voisins de ceux sur lesquels est effectuée la détection. Elle dépend
de la diffusion depuis les ı̂lots et est activée thermiquement, ce qui explique que l’intensité
de la raie augmente avec la température, alors que cela n’était pas le cas en régime 0D.
A basse température, seule la diffusion vers les ı̂lots de haute énergie, que nous avons
déjà mise en évidence dans les expériences précédentes de cette section, est efficace.
Mais à mesure que la température augmente, l’activation thermique permet de connecter
des “vallées” de potentiel de plus en plus éloignées, entrainant une augmentation de
l’intensité de la raie e1h1 et une diminution progressive du Stokes shift (Fig. 4.43). Cette
diminution est bien reproduite par la loi σ2/kBT démontrée par Gurioli et al. dans les
puits quantiques faiblement désordonnés et présentant des ı̂lots étendus [123], pour une
valeur de l’amplitude σ du potentiel aléatoire égale à environ 6 meV et comparable à
celle que nous avons utilisée jusqu’à présent (cf Fig. 3.17.b).

Détection
en PLE

Détection
en PLE

a) T = 10 K a) T = 60 K

Fig. 4.43 – Représentation schématique des processus de diffusion entre ı̂lots sondés par
les expériences de PLE.

Très récemment, X.L. Wang a montré dans des fils en régime 1D plus épais et de
qualité égale, dans lesquels l’amplitude du potentiel de localisation est plus faible, que
le spectre de PLE est uniquement constitué à basse énergie des raies associées aux tran-
sitions e1h2 à e1h5, la raie e1h1 ayant complètement disparu. Celle-ci n’apparait que
lorsque la température est augmentée au-delà de 40 K.

4.3.3 Conclusion

Nous avons montré dans cette section toute la subtilité de la notion d’équilibre ther-
mique dans les fils quantiques. Il est apparu nécessaire de considérer d’une part l’équilibre
local, entre les états de paires d’une même bôıte quantique ou d’un même ı̂lot, mais de
corrélations coulombiennes ou de sous-bandes différentes, et d’autre part l’équilibre glo-
bal, entre des portions éloignées d’un même fil quantique. De plus, l’équilibre thermique
ne peut s’établir qu’avec un réservoir d’excitations : les phonons du cristal, ou bien les
autres excitons photocréés. Dans le régime des faibles densités (< 104 cm−1), les collisions
entre excitons sont trop rares pour permettre l’établissement d’un quasi-équilibre entre
excitons avant leur recombinaison.
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Dans les fils en régime 1D, l’équilibre local entre les états excitoniques du bas de
bande (E < qq meV ) est établi dès les plus basses températures, comme le montre la
dépendance en

√
T du temps de vie radiatif. La comparaison de ces mesures avec celles

réalisées dans les fils en régime 0D nous a aussi permis d’estimer la longueur de cohérence
des excitons, évaluée à environ 1400 Å. Celle-ci résulte des processus de déphasage par
interaction avec la lumière, qui la limite à λ = 2100 Å, et aux autres interactions (charges
résiduelles, phonons).

L’équilibre local entre les excitons des sous-bandes fondamentale et excitées et le
cristal, estimé d’après les queues haute énergie des spectres de µ-PL, n’est atteint avant
la recombinaison que pour des températures supérieures à 60 K. Il est indépendant du
régime de localisation dans le fil.

L’équilibre global est mis en évidence dans les expériences de PLE. Celles-ci montrent
tout d’abord des différences importantes entre les fils quantiques des régimes 0D et 1D à
basse température : dans les fils en régime 1D, toute la force d’oscillateur est concentrée
dans les états de bas de bande de l’exciton, et ce sont les mêmes états qui absorbent en
PLE et qui luminescent en PL, la PLE étant associée aux excitons ayant diffusé entre ı̂lots
voisins; au contraire, en régime 0D, le spectre de PLE est dominé par les états excités,
localisés et délocalisés. Cela se traduit dans la dépendance en température, en-dessous
de 60 K, des spectres de PLE : en régime 1D, la diffusion est activée thermiquement,
et la raie e1h1 du spectre se renforce tout en se rapprochant du pic de luminescence, ce
qui peut être vu comme l’établissement progressif, dès les plus basses températures, de
l’équilibre global entre ı̂lots voisins; en régime 0D, la raie e1h1 du spectre n’évolue pas
jusqu’à 60 K, puis l’énergie thermique devient supérieure à l’énergie de confinement et
l’équilibre global s’instaure aussi, et le Stokes shift diminue.
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Chapitre 5

Des excitons en interaction dans un
fil quantique

La compréhension des excitations électroniques dans un fil quantique lorsque la densité
de paires électron-trou augmente a été l’objet de nombreuses études ces dernières années,
tant théoriques qu’expérimentales, dont l’enjeu est l’étude et éventuellement l’exploitation
de propriétés non-linéaires de ces structures.

Dans le régime dilué, lorsque la densité d’excitons est faible, les fils en régime 0D et
1D se comportent très différemment :

– dans un fil en régime 0D, lorsque idéalement deux excitons sont créés, ils se localisent
dans des bôıtes quantiques. Ils ne seront couplés que faiblement par l’interaction
Coulombienne s’ils sont piégés dans des bôıtes distinctes, alors que l’interaction sera
forte s’ils sont piégés dans la même bôıte quantique. Nous verrons que les propriétés
d’un fil quantique en régime 0D sont donc à faible densité d’excitons celles de
bôıtes quantiques, et le seuil de densité pour des effets non-linéaires correspond à
un remplissage de l’ordre d’un exciton par bôıte.

– dans un fil en régime 1D, deux excitons créés dans le fil sont couplés par l’inter-
action Coulombienne quelle que soit leur distance si l’on suppose que sa longue
portée n’est pas écrantée, et que les excitons sont parfaitement libres. C’est alors
l’interaction Coulombienne qui définit l’état propre du système, et non plus la loca-
lisation dans les bôıtes quantiques. Les propriétés du système sont celles d’un gaz
dilué unidimensionnel d’excitons.

Dans le régime dense, lorsque la densité d’excitons devient comparable à l’inverse du
rayon de Bohr excitonique, les excitons perdent leur stabilité en raison des nombreuses
collisions qu’ils subissent, et le système évolue vers un plasma d’électrons et de trous.
Cela constitue la transition de Mott. Les fils des deux régimes 0D et 1D ne devraient pas
différer de manière importante dans le régime dense, car les états de bas de bande, qui
les différencient sont remplis et participent peu aux excitations élémentaires du système,
qui concernent plutôt les états proches du niveau de Fermi. Il est d’ailleurs à noter que
la notion de niveau de Fermi est remise en question dans les systèmes unidimensionnels
par la théorie des liquides de Tomonaga-Luttinger, que nous présenterons rapidement.

Nous donnerons dans un premier temps un panorama des concepts et des modèles
théoriques, puis présenterons les résultats expérimentaux obtenus dans les deux types de
fils, 0D et 1D, depuis la limite des faibles densités excitoniques jusqu’au régime dense.
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5.1 Aperçu des théories à N corps dans les fils quan-

tiques

Les études théoriques des propriétés optiques des structures semiconductrices unidi-
mensionnelles sous forte excitation se sont multipliées ces dernières années, motivées
par les résultats expérimentaux récents et le développement de nouveaux modèles
[136, 137, 138, 139, 140]. Ces études font suite à celles menées sur les systèmes uni-
dimensionnels d’électrons, qui sont elles-aussi encore vivement débattues [141, 142, 143].
Nous présenterons dans un premier temps les modèles généraux permettant de traiter
les interactions Coulombiennes dans un gaz de particules chargées, en partant du gaz
d’électrons. Puis nous nous intéresserons plus spécifiquement à quatres modèles récents
traitant les interactions dans un gaz unidimensionnel de paires électron-trou.

5.1.1 Le traitement à N corps de l’interaction Coulombienne

L’exemple “simple” du gaz dense d’électrons

Nous allons dans un premier temps considérer un gaz d’électrons, qui va nous per-
mettre d’introduire le vocabulaire et les modèles de manière simple [144, 145, 146].

A température nulle, un gaz deN électrons dans la bande de conduction est caractérisé
par son niveau de Fermi εF , qui est relié à sa densité n. Dans un modèle d’électrons libres,
l’énergie du gaz est E = 3/5 NεF , d’origine purement cinétique. En posant rs = re/aX ,
où re = 1/(4/3 πn) est la distance moyenne entre électrons et aX est le rayon de Bohr
(cf Sec. 1.4), l’énergie cinétique moyenne par électron s’écrit ε0 = 3/5 εF = 2,21/r2

s . La
limite dense correspond à n aX >> 1, soit rs << 1.

L’interaction Coulombienne entre électrons peut être introduite au premier ordre en
perturbation. Les termes impliqués doivent avoir leurs états initial et final dans la mer de
Fermi, et seul le processus d’échange des électrons est autorisé (cf Figure 5.1.a). L’énergie
moyenne des électrons est diminuée d’un terme linéaire en densité : ε1(n) = −0,916/rs ∝
n, exprimée en Rydberg effectif RX .

Le traitement des “corrélations Coulombiennes”, c’est-à-dire des processus d’ordre
supérieur ou égal à 2, est plus complexe. Au deuxième ordre en perturbation, l’interaction
Coulombienne couple des états de la mer de Fermi avec des états non occupés. Deux
processus, représentés sur la figure 5.1.b, sont impliqués, l’un d’entre eux faisant intervenir
deux “bulles”. Malheureusement, le calcul de la correction énergétique au deuxième ordre
en perturbation fait apparâıtre une divergence en q = 0 de l’intégrale.

Pour dépasser cette difficulté, l’approximation RPA (Random Phase Approximation)
consiste à sommer, à tous les ordres en perturbation, les termes les plus divergents, c’est-
à-dire les bulles (Fig. 5.1.c). La correction énergétique ainsi trouvée est logarithmique en
la densité d’électrons : εRPA(n) ∝ − ln(rs) ∝ ln(n).

La “renormalisation du gap” est l’approximation du gaz dense d’électrons en
interaction, par un gaz d’électrons libres, de même masse effective mais d’énergie abaissée
d’une quantité εCoul(n) = ε1(n)+εRPA(n)+ ... identique pour tous les états électroniques,
quelque soit leur vecteur d’onde. Elle consiste donc à simplement translater la courbe
de dispersion des électrons vers les basses énergies, d’une quantité εCoul(n) appellée la
renormalisation du gap (BGR). Cette approximation est relativement robuste pour les
gaz denses d’électrons.

Notons que la quantité εCoul(n) est toujours négative. Cela peut parâıtre paradoxal
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pour un gaz d’électrons, entre lesquels l’interaction Coulombienne est répulsive, mais la
présence des ions positifs du cristal (le jellium) ne doit pas être oubliée : augmenter la
densité revient à rapprocher les électrons des ions, tout en rapprochant les électrons entre
eux, et c’est le premier terme qui l’emporte, abaissant l’énergie moyenne du système.

+=

a) L'interaction Coulombienne
           au premier ordre

L'approche dense
E

k

Schéma Diagramme

k

k

k'

k'

q=k'-k

b) L'interaction Coulombienne
           au deuxième ordre

Deux
bulles

c) L'approximation RPA

+ + ...

d) L'exciton : la sommation sur
         les échelles

électron

trou
+ + ...

L'approche diluée

e) L'équation intégrale :
        La resommation à tous les ordres
         (exemple des échelles)

Fig. 5.1 – Processus d’interaction Coulombienne : schématisation et diagrammes de Feyn-
man.

Le gaz dense de paires électron-trou

Sous forte excitation dans les hétéro-structures non dopées, le gaz de porteurs est
constitué d’électrons et de trous. A très grande densité, il constitue un plasma d’électrons-
trous (EHP), dans lequel le même modèle peut être développé. Trois types de processus
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doivent alors être pris en compte (électron-électron, trou-trou et électron-trou), et la
renormalisation du gap peut être calculée de la même manière dans l’approximation
RPA, présentant les mêmes dépendances envers la densité de porteurs. En particulier, la
renormalisation du gap est négative et entraine un décalage vers le rouge de la transition
optique.

La limite diluée du gaz d’excitons

Les processus de collisions Coulombiennes entre un électron et un trou sont décrits
par les échelles. Dans une approche à N corps, l’exciton est formé en sommant sur les
échelles (Fig. 5.1.d). Ce calcul est exact dans la limite d’un exciton seul, et valide dans la
limite des faibles densités n, lorsque la distance entre excitons 1/n est grande devant leur
rayon de Bohr aX , soit n aX << 1. Il est complètement équivalent au calcul de l’exciton
dans un modèle à deux corps (un électron et un trou) effectué au paragraphe 1.4.

Lorsque la densité d’excitons augmente, les collisions Coulombiennes ne se produisent
plus uniquement à l’intérieur de chacun des excitons, mais aussi entre excitons, et l’énergie
de liaison de l’exciton est diminuée : c’est l’écrantage de la liaison excitonique.

De manière alternative mais équivalente, cet écrantage peut être obtenu en évaluant
la nouvelle constante diélectrique ε(q,ω) du système, modifiée par la présence du gaz
dilué d’excitons, puis en tenant compte de l’écart à ε0εr dans le calcul de l’exciton.

La transition de Mott

La transition de Mott constitue la transition entre ces deux régimes, dilué et dense, du
gaz d’électrons-trous en interaction Coulombienne [147]. En reprenant l’analogie avec la
physique atomique, un gaz dilué d’excitons est analogue à un gaz d’atomes d’hydrogène
(même s’il n’existe pas de tel gaz unidimensionnel), alors qu’à forte densité, il est attendu
que le système se stabilise sous forme d’un plasma d’électrons et de trous, de la même
manière qu’il existe des plasmas d’électrons et de protons.

Dans le régime de densité intermédiaire n ax ≈ 1, la nature des excitations du système,
et a fortiori leur énergie, est l’enjeu de nombreux travaux et n’est pas encore éclaircie.
Les propriétés physiques du système dépendent de manière importante de la nature des
excitations. En ce qui concerne les propriétés de transport, un gaz d’excitons est isolant
alors qu’un plasma d’électrons et de trous est conducteur. En ce qui concerne les propriétés
optiques, l’apparition du plasma d’électrons-trous se traduit dans les hétérostructures de
dimensions supérieures (2D et 3D) par une absorption négative, c’est-à-dire du gain, dans
une gamme spectrale autour de la transition [24].

Le critère de Mott donne le seuil de densité (n aX ≈ 1) pour lequel le système transite
depuis un gaz d’excitons vers un plasma d’électrons-trous. Il est obtenu en calculant la
constante diélectrique ε(q,ω) dans le cadre de l’approximation RPA, pour un plasma
dense, puis en construisant l’exciton avec l’interaction Coulombienne ainsi “habillée”. La
densité critique est obtenue lorsque l’exciton n’est plus lié. Deux modèles, aux domaines
de validité distincts, sont réunis, ce qui revient à supposer la co-existence d’un exciton
individuel et d’un plasma dense d’électrons-trous. La fiabilité de ce résultat est donc très
limitée, comme l’ont montré les récents travaux de Monique Combescot [153].

L’intérêt des travaux théoriques présentés dans cette partie est de dépasser cette
approche trop réductrice du régime intermédiaire. Dans chaque cas, en partant de la
limite dense, des processus d’interaction (des diagrammes) sont introduits pour former
l’exciton et en étudier les propriétés. Il est à noter que l’exciton ne peut être obtenu
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en introduisant l’interaction Coulombienne entre un électron et un trou spécifique de
manière perturbative, la théorie de perturbations étant inapte à fournir des états liés. En
termes de diagrammes, cela correspondrait à la sommation d’un nombre fini d’échelles
(ou processus d’interaction), et en particulier la perturbation au premier ordre corres-
pondrait à un diagramme à une seule échelle. Il est donc nécessaire dans chaque modèle
de sommer ces diagrammes à tous les ordres en perturbation, de manière analogue aux
exemples présentés en figure. 5.1.c et d. Ces sommations sont réalisées en résolvant une
équation intégrale, parfois appelée équation de Bethe-Salpeter ou de Dyson, représentée
schématiquement sur la figure. 5.1.e.

5.1.2 La statistique des porteurs : liquide de Fermi ou de
Tomonaga-Luttinger?

La nature de la statistique des porteurs dans les systèmes unidimensionnels est elle
aussi âprement débattue. Un système d’électrons est en dimension 2 ou 3 régi par une dis-
tribution de Fermi-Dirac du facteur d’occupation en fonction de l’énergie. A température
nulle, cette distribution présente en particulier une discontinuité au niveau de Fermi µ.

Mais ce n’est pas le cas dans les systèmes unidimensionnels d’électrons en interaction.
Ceux-ci sont décrits par la théorie des liquides de Tomonaga-Luttinger [148, 149]. Ils ne
présentent en particulier pas de discontinuité dans leur distribution à température nulle,
et les excitations élémentaires, dont certaines sont des objets de statistique fractionnaire,
sont différentes des excitations de la mer de Fermi. Ce modèle n’est cependant pas parfai-
tement valide car il est basé sur des interactions à courte portée, alors que les interactions
Coulombiennes entre électrons sont à longue portée. De plus, à température finie et en
présence de mécanismes de diffusion (par des impuretés ou autres), la différence entre
les deux modèles est beaucoup moins marquée [141]. La signature du liquide de Luttin-
ger est uniquement prévue dans les spectres de diffusion Raman inélastique et certaines
expériences de transport, et les résultats expérimentaux sur les fils quantiques [150] et
les nanotubes de carbone [151] ne permettent pas de conclure de manière intangible à ce
jour [142].

Dans le cas des fils quantiques photo-excités, ce sont des paires électron-trou qui
sont créées. Lorsque ces paires sont liées en excitons, le gaz d’excitons ainsi formé est
a priori décrit par une statistique de Bose dans la limite des faibles densités, et s’en
écarte lorsque la densité augmente en raison du caractère quasi-boson des excitons (cf
paragraphe suivant [153]). Sous forte excitation, s’il se forme un plasma d’électrons-
trous, deux gaz de fermions coexistent (électrons et trous) et doivent être décrits par la
théorie des liquides de Tomonaga-Luttinger. Néanmoins à température finie et sur les
échantillons actuels de fils quantiques, on ne s’attend pas à des différences importantes et
expérimentalement mesurables entre les propriétés optiques du liquide de Fermi et celles
du liquide de Tomonaga-Luttinger de paires électron-trou [139].

5.1.3 Les modèles théoriques dans les fils quantiques

Nous allons ici brièvement présenter quatre modèles développés récemment, en termes
aussi simples qu’ils peuvent être compliqués. Ils ont deux points communs : ils ne
s’intéressent qu’aux électrons et aux trous de la première sous-bande, en supposant que
les autres sous-bandes sont suffisamment éloignées en énergie; l’interaction des électrons
et des trous est décrite par une équation intégrale (Fig. 5.1.e). Les différences entre les
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modèles se situent dans la manière d’habiller les particules et les interactions — c’est-à-
dire dans les processus et les diagrammes retenus pour décrire l’interaction —, et dans
les méthodes de calcul, tant analytiques que numériques.

Le modèle de S. Benner et H. Haug

Partant de l’hypothèse que l’essentiel des effets à N corps est dû à la présence du
plasma d’électrons-trous, l’écrantage statique (dépendant seulement du vecteur d’onde q)
est calculé dans l’approximation RPA [136]. L’énergie des porteurs habillés, et donc la
renormalisation du gap, supposée indépendante du vecteur d’onde des porteurs, est alors
évaluée en fonction de la densité. L’exciton est enfin calculé par l’équation de Bethe-
Salpeter appliquée aux électrons et trous habillés interagissant par l’interaction Coulom-
bienne habillée.

Les résultats théoriques sont adaptés à l’interprétation de résultats expérimentaux
obtenus sur des fils quantiques InGaAs (voir sec. 5.3.4), et ne sont pas présentés de
manière générique. En particulier, la stabilité de l’exciton et la nature de l’émission —
plasma ou exciton — ne sont pas discutés. Pour des densités de porteurs supérieures
à 5.105 cm−1, le potentiel chimique des porteurs libres devient inférieur à l’énergie du
pic de luminescence, indiquant que l’émission est associée au plasma électrons-trous, ce
qui laisse présager une transition de Mott à cette densité, sans que cela ne soit affirmé
explicitement.

Le modèle de D.W. Wang et S. Das Sarma

L’interaction Coulombienne est habillée dans l’approximation RPA avec écrantage
dynamique (dépendant de ω) [139]. La dispersion des énergies des électrons et des trous
libres est alors calculée (approximation dite GW), les électrons et les trous étant habillés
par l’interaction avec le plasma. La renormalisation du gap est ainsi obtenue en fonction
de la densité de porteurs. L’exciton est enfin calculé par l’équation de Bethe-Salpeter
appliquée aux électrons et trous habillés interagissant par l’interaction Coulombienne
habillée. A la différence du modèle précédent, la renormalisation du gap n’est pas supposée
indépendante du vecteur d’onde, et l’écrantage est dynamique.

Ce modèle prédit, pour des fils GaAs en T, que la renormalisation du gap est com-
pensée par l’écrantage de la liaison excitonique à ±2 meV près. En particulier les courbes
de dispersion des porteurs libres et des excitons se rejoignent, donnant lieu à une tran-
sition de Mott dans le système, à une densité n = 2.105 cm−1, c’est-à-dire n aX ≈ 0,2.
Au-delà de cette densité, l’exciton, même s’il n’est plus liant, est encore visible en ab-
sorption dans un petit domaine de densité (0,2 < n aX < 0,6), puis seul le plasma
d’électrons-trous persiste. Il n’est pas prévu de gain dans le spectre d’absorption, quelle
que soit la densité de porteurs.

Le modèle de M. Stopa

Il ne considère qu’un gaz d’électrons en interaction et non un plasma d’électrons-trous
[140]. La dispersion des énergies des électrons est calculée par une technique différente —
la théorie de la fonctionnelle de densité (DFT) — mais selon les mêmes approximations
que dans le modèle précédent. Il est à noter que cette théorie est développée en première
quantification, et que son interprétation en terme de diagrammes n’est pas directe. Un
trou est alors injecté dans le gaz d’électrons, pour former l’exciton. La modification du
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gaz d’électrons par la présence du trou est prise en compte dans son ensemble. De plus,
l’orthogonalité de l’état électronique lié avec les états libres est assurée par le modèle,
affaiblissant l’écrantage de la liaison Coulombienne.

Comme le précédent, ce modèle prédit une annulation presque parfaite des effets
de renormalisation du gap et d’écrantage de l’exciton. Cependant, l’écrantage est traité
différemment et il n’est pas prévu d’annulation de l’énergie de liaison de l’exciton, qui
reste toujours liant, jusqu’à une densité n aX = 3. Aucune transition de Mott n’est donc
prévue dans ce modèle.

Le modèle de C. Piermarocchi et F. Tassone

Ce modèle tient compte dès le début de l’exciton dans sa formulation [138]. Il est basé
lui-aussi sur l’équation de Bethe-Salpeter pour construire l’exciton. Mais ici l’interaction
Coulombienne est habillée par la présence non seulement du plasma d’électrons-trous,
mais aussi des excitons, de manière auto-cohérente (self-consistent ladder approximation,
SCLA), ce qui permet de s’affranchir des limites de l’approximation GW. Le système n’est
à aucun moment projeté sur des états d’électrons-trous liés ou libres. Au-delà de l’énergie
des quasi-particules et du spectre d’absorption, les spectres de luminescence sont aussi
calculés, permettant une comparaison plus aisée avec les résultats expérimentaux. Le
point faible de ce modèle est cependant d’utiliser une interaction entre porteurs à courte
portée (sur site, δ(r)), ce qui induit une sur-estimation des collisions exciton-exciton et
modifie vraisemblablement de manière non négligeable les résultats quantitatifs.

Dans ce modèle la renormalisation du gap et l’écrantage ne peuvent être distingués
formellement de manière simple. L’énergie du pic de luminescence (comme celui d’absorp-
tion) varie de manière non négligeable à partir de n aX = 0,1. Elle augmente d’environ
30 % de l’énergie de liaison de l’exciton seul, soit ≈ 5 meV , jusqu’à n aX = 0,4, limite
supérieure des calculs présentés. Cependant, comme dans le modèle de D.W. Wang et
S. Das Sarma, il semble, même si les auteurs n’en font pas la remarque, que l’exciton
devienne anti-liant pour n aX > 0,15, l’estimation faite de la renormalisation du gap
amenant les électrons et les trous à une énergie inférieure à celle du pic de luminescence !
Enfin, les spectres d’absorption font apparâıtre du gain autour de la transition excitonique
à toutes les densités de porteurs, celui-ci devenant non négligeable pour n aX > 0,1.

Approche en terme d’excitons

Il est à noter que les quatre modèles présentés précédemment sont adaptés à l’étude
d’un système d’électrons-trous dans un régime de densité intermédiaire à forte, soit du
fait des approximations effectuées (RPA), soit en raison de la lenteur de la convergence
numérique à faible densité pour le quatrième modèle. En effet pour des faibles densités de
porteurs (n aX << 1), c’est l’approche excitonique adoptée dans les travaux de Monique
Combescot qui est la plus efficace. Dans ce modèle, dont une présentation accessible est
fournie dans la référence [152], les objets de base sont les excitons. En seconde quanti-
fication, leurs opérateurs s’écrivent en fonction des opérateurs d’électrons (a+) et trous
(b+)

B+
ν,q =

∑
k

〈ν|k〉a+
k+meq/(me+mh)b

+
k−mhq/(me+mh),

où ν et q désignent l’état excitonique et son vecteur d’onde respectivement. Les excitons
interagissent entre eux par deux types de processus, représentés en fig. 5.2 : les collisions
Coulombiennes (électron-électron, trou-trou et électron-trou) et les échanges de particules
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entre deux excitons, donnant lieu à une interaction de type “Pauli” entre excitons, qui
reflète le caractère non parfaitement bosonique des excitons.

a) Interaction Coulombienne directe

électron

trou
Exciton

Exciton

b) Interactions d'échange, de type "Pauli"

Fig. 5.2 – Diagrammes de Feynman des interactions exciton-exciton dans le régime
dilué. (a) Interaction Coulombienne. (b) Interaction d’échange, de type “Pauli”. Les traits
pleins représentent les électrons et les pointillés les trous.

Le caractère bosonique imparfait des excitons peut être estimé en comparant le com-
mutateur de deux excitons [B+

i ,B
+
j ] à la valeur δi,j attendue pour des bosons parfaits,

cet écart étant relié au terme d’interaction de “Pauli” introduit précédemment. Si l’on
considère alors que le gaz d’excitons disparâıt lorsque ceux-ci ne constituent plus des par-
ticules bien définies et échangent sans cesse leurs électrons et trous entre eux, le critère de
Mott est affaibli et devient 100 n aX ≈ 1 dans les systèmes de dimensions 2 et 3 [153, 154].
Qu’en est-il en dimension 1? Nous pouvons nous attendre à un résultat similaire dans les
fils quantiques, le préfacteur numérique n’ayant pas été évalué à ce jour.

5.1.4 En guise de conclusion

L’existence d’une transition de Mott est vivement débattue et dépend de la définition
qui lui est donnée : du point de vue des théories à N corps traitant les corrélations Coulom-
biennes entre charges libres, elle se produit lorsqu’un électron et un trou artificiellement
distingués des autres particules ne peuvent plus former d’état liant, et la densité cri-
tique est telle que n aX = 0,1 − 1. Dans les théories à N corps traitant des interactions
entre excitons, la transition peut être identifiée lorsqu’il n’est plus possible d’associer un
électron et un trou particuliers comme formant un exciton, et le critère de Mott est affai-
bli (n aX ≈ 0,01). Dans les deux modèles, il existe un régime intermédiaire de densité très
difficile à décrire car les modèles du gaz dilué d’excitons et du plasma d’électrons-trous
libres n’y sont pas valides. La comparaison de ces théories avec les résultats expérimentaux
pose de nombreux problèmes, car ces derniers reflètent les propriétés optiques du système
qui sont difficilement atteintes dans les modèles. De plus, une même théorie peut prédire
pour un même régime de densités de porteurs une transition de Mott, dans la mesure où
l’exciton n’est plus lié, et une luminescence et une absorption de type excitonique [138] !
Enfin, le rôle de la localisation n’est jamais introduit dans ces modèles théoriques, alors
qu’il est déterminant dans les systèmes expérimentaux comme le montrent les expériences
présentées dans ce chapitre.
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5.2 Les fils en régime 0D

5.2.1 Spectre de microluminescence en fonction de la puissance
d’excitation

La figure 5.3 présente l’évolution du spectre de microluminescence en fonction de
la puissance d’excitation, dans un échantillon en régime localisé (M304). L’excitation
est réalisée par un laser à TiSa, à 705 nm, soit environ 1,76 eV , en résonance avec la
transition e3h3, et la température de l’échantillon est de 11 K. Le spectre présente à basse
puissance d’excitation (P = 15 W.cm−2) des pics fins d’intensité similaire, nommés A, B
et C, et quelques pics d’intensité moindre, chaque pic correspondant à la recombinaison
radiative d’un niveau fondamental de bôıtes quantiques de tailles différentes présentes
dans la zone excitée.

Lorsque la puissance d’excitation augmente, le spectre de luminescence perd progresi-
vement ses structures pour former une raie inhomogène, d’une largeur de 12 meV environ.
Plus précisément, les pics fins observés à faible puissance voient leur intensité diminuer
relativement aux autres pics, et la raie large augmente progressivement, formant un fond
continu. De plus, il apparâıt un nouveau pic à basse énergie, nommé A2, dont l’intensité
intégrée crôıt de manière surlinéaire avec la puissance d’excitation.

L’intensité intégrée de la raie, ainsi que celle des pics A, B, C et A2, est représentée
en fonction de la puissance d’excitation sur la figure 5.4. L’intensité de la raie de lu-
minescence est linéaire avec la puissance d’excitation sur tout le domaine étudié. Cela
implique que la recombinaison se fait de manière radiative quelle que soit la puissance, ou
plus rigoureusement, que la proportion de recombinaisons non radiatives, très difficile à
évaluer et dont nous ne tenons pas compte, n’augmente pas lorsque la densité de porteurs
augmente. Ce comportement linéaire de l’intensité intégrée avec la puissance d’excitation
n’est observée que si l’excitation est réalisée de manière résonante dans les transitions du
fil, par un laser TiSa ou à colorant. Si l’échantillon est excité directement par un laser
Argon, les porteurs sont créés dans les barrières et l’intensité intégrée est sous-linéaire
(en P 0,7). Cela montre que dans ce dernier cas la capture des porteurs par le fil n’est pas
totale, et qu’elle dépend de la puissance d’excitation et des processus de diffusion des
porteurs dans les barrières.

L’intensité des pics A, B et C, présents à basse puissance, est elle aussi relativement
linéaire avec la puissance d’excitation (∝ P 0,9), mais celle des pics A et B sature pour
des puissances excédant 104 W.cm−2, et décrôıt même à la plus forte puissance. A partir
de cette puissance seuil, les excitons sont créés plus rapidement qu’ils ne se recombinent
radiativement. Ils ne peuvent relaxer vers le niveau fondamental, qui est encore occupé.
L’émission de photons depuis l’état fondamental est alors limitée par le temps de recom-
binaison radiative. Cette saturation peut être modélisée de manière simple en écrivant
l’intensité d’un pic comme A ∗ (1 − exp(−(P/P1)

α)), avec par exemple pour la bôıte B
P1 ≈ 2,6 ± 0,3 kW.cm−2. Le coefficient α permet de rendre compte du comportement
légèrement sous-linéaire de l’intensité des pics à faible puissance d’excitation, et vaut 0,9
pour les pics A, B et C. La courbe correspondante est représentée pour les pics A et B
sur la figure 5.4.

Nous pouvons ainsi obtenir une calibration de la densité de porteurs créés en fonction
de la puissance d’excitation. En l’absence d’effet de saturation, la puissance P1 corres-
pondrait à la présence d’un exciton dans la bôıte B en moyenne. Par une règle de trois,
nous obtenons la puissance à laquelle le nombre d’excitons présents dans la zone excitée
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tion, pour un échantillon en régime OD (M304). Excitation par un laser TiSa (1,76 eV ).
T = 11 K.
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modèle de saturation simple.

est en moyenne égal à 1 : P0 = Ipic B/ItotaleP1. Dans le cas présent, le pic B représente
15 % de la raie à basse puissance, et on en déduit P0 ≈ 400 W.cm−2. Cette calibration
de la densité de porteurs en fonction de la puissance d’excitation nous sera utile par la
suite : le nombre d’excitons présents en moyenne dans la zone excitée à une puissance P
est simplement donné par P/P0. La calibration est précise dans le cas considéré, mais la
puissance P0 ainsi trouvée dépend de l’échantillon étudié et de la longueur d’onde d’exci-
tation, et peut varier de 50%. Néanmoins, nous n’avons pas réalisé cette calibration lors
de chaque expérience et utiliserons tout au long du mémoire la valeur de P0 que nous
venons de calculer, dans les fils quantiques en régime 0D comme 1D, tout en sachant que
la valeur absolue de la densité de porteurs n’est alors connue qu’à un facteur 2 près.

5.2.2 Le biexciton

Le pic A2 apparu à basse énergie a une intensité environ bilinéaire avec la puissance
d’excitation (l’exposant de la puissance est en fait α = 1,8). Ce type de raie n’est pas
toujours présent sur les spectres d’un même échantillon. Elle ne peut correspondre à
l’émission d’états excités d’une bôıte quantique car son énergie est inférieure à celle des
états fondamentaux. Nous pouvons d’ailleurs noter qu’il n’apparâıt pas de nouveaux
pics dans le reste du spectre à forte puissance, et qu’il ne semble donc pas se produire
d’émission depuis les états excités des bôıtes, ce que Joël Bellessa avait déjà démontré
en analysant conjointement des spectres d’excitation de la luminescence (µPLE) et de
luminescence à forte puissance [23].

Nous associons cette raie à l’émission d’un biexciton, i.e. une molécule formée de
deux excitons, depuis la bôıte dont l’état fondamental à un exciton correspond au pic A.
Pour démontrer que cette émission provient de la même bôıte quantique que celle du pic
associé à l’état fondamental, nous avons réalisé une expérience de luminescence résonante
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en fonction de la puissance sur cette bôıte. L’expérience a en fait été réalisée sur un autre
fil quantique du même échantillon, à un endroit où nous avons identifié une raie de
biexciton, comme le montrent les spectres (a) et (b) de la figure 5.5. Nous avons isolé
l’un de ses états excités en réalisant le spectre d’excitation de la luminescence de son état
fondamental A’ à faible puissance d’excitation. Le spectre (c) présente la luminescence
résonante lorsque l’excitation est réalisée sur cet état excité, indiqué par une flèche à
1,6637 eV . Ce spectre fait apparâıtre le pic A’ seul, même si une structure non attribuée
à 1,658 eV persiste sur le spectre. En particulier, le pic B’ visible en luminescence non
résonante et associé à une bôıte quantique voisine est absent du spectre résonant. Le
spectre (d), réalisé en excitation résonante à forte puissance, fait apparâıtre le pic A’2.
Son intensité est relativement faible, en raison de la faible absorption sur l’état excité
par rapport à celle des transitions du fil. Cette expérience prouve donc que les pics A’
et A’2 observés en excitation non résonante sont associés à une seule et même bôıte
quantique, et nous permet d’exclure l’hypothèse selon laquelle le pic A’2 serait dû à la
recombinaison radiative d’un exciton piégé dans une bôıte voisine de la zone excitée, vers
laquelle l’exciton aurait diffusé à forte puissance.

Le biexciton, noté X2 ci-après, est l’état lié de deux excitons couplés par l’interaction
Coulombienne. De la même manière que l’exciton est l’analogue de l’hydrogène en phy-
sique atomique, le biexciton est l’analogue de la molécule de dihydrogène. Son énergie de
liaison peut s’écrire ECoul

X2
= (2EX−EX2), où EX désigne l’énergie d’un exciton seul et EX2

celle du biexciton. Elle peut donc être mesurée dans le spectre de luminescence comme
la différence d’énergie entre les deux pics A, d’énergie EX et A2, d’énergie EX2 − EX .
Lors de la recombinaison radiative du biexciton, l’état initial est celui du biexciton et
l’état final celui d’un exciton seul et un photon. L’énergie de liaison du biexciton est de
1,6 meV pour le pic A2 et de 2,6 meV pour le pic A’2. Ces valeurs sont relativement
représentatives des énergies de liaison de biexcitons observées sur cet échantillon M304,
ainsi que sur d’autres échantillons en régime 0D tels que le M288.

L’énergie de liaison du biexciton a été calculée théoriquement par L. Banyai et al.
dans les fils quantiques [30]. Etant donné les masses effectives de l’électron et du trou et
le rayon du fil quantique dans notre structure, ces travaux prévoient que les énergies de
liaison du biexciton et de l’exciton sont dans un rapport de 0,1 environ, soit une énergie
de liaison du biexciton de 2 meV . Cette valeur est comparable à celle que nous avons
mesuré.

Nous devons cependant noter que si la raie considérée est indubitablement associée à
un état à deux excitons présents dans la même bôıte quantique, il est probablement par-
tiellement justifié de l’appeler biexciton. Un “vrai” biexciton est en effet lié uniquement
par l’interaction Coulombienne, alors que dans notre cas les excitons sont contraints à
“cohabiter” dans la même bôıte quantique par le potentiel de localisation, et l’interaction
Coulombienne ne contribue qu’à abaisser l’énergie de l’état à 2 excitons (elle peut être
traitée au premier ordre en pertubation). Ceci explique les variations de l’énergie de liai-
son du X2 observées de bôıte à bôıte, la fonction d’onde de l’état à deux excitons étant
en partie déterminée par le confinement. L’énergie de liaison du X2 peut même devenir
négative pour certaines petites bôıtes. Une observation vient cependant réhabiliter l’ap-
pellation de biexciton : le pic qui lui est associé n’est pas observé de manière systématique,
mais uniquement associé à des pics isolés sur le flanc basse énergie de la raie, ce qui laisse
supposer que toutes les bôıtes quantiques ne sont pas en mesure d’accueillir deux excitons,
mais seulement les plus grandes d’entre elles, dont la taille est supérieure à celle de la
molécule biexcitonique. Nous sommes donc amener à penser que le biexciton n’apparâıt
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que dans des états localisés suffisamment étendus pour que la molécule n’y soit pas trop
contrainte.

Le biexciton a été récemment observé dans d’autres systèmes. Dans les bôıtes quan-
tiques, les états à plusieurs excitons (2 voire 3 à 5) ont été mis en évidence par Dekel
et al. [157] et Kulakovskii et al. [88], mais dans ce cas la liaison des excitons est unique-
ment due au confinement des porteurs, et l’interaction Coulombienne ne fait que corriger
l’énergie des états à plusieurs excitons, comme l’ont confirmé les études numériques.
Ces expériences ont aussi mis en évidence la structure fine du biexciton et les règles de
sélection en polarisation de la lumière émise. Malheureusement nous n’avons jamais ob-
servé de biexciton associé à des bôıtes présentant une levée de dégénérescence des états
de spin, et n’avons donc pas pu étudier la structure fine du biexciton. Dans les puits
quantiques, le biexciton a été observé dans les états localisés par les défauts d’interface,
dans une situation très similaire à la nôtre [158].

Le biexciton a, parallèlement à nos expériences, été mis en évidence par A. Crottini
par imagerie en champ proche (SNOM), sur un échantillon très similaire au nôtre [159].
L’énergie de liaison mesurée était de 1,2 meV. Il est cependant à noter qu’il provient
d’une “très grande bôıte quantique”, et donc d’états plutôt délocalisés. Ce résultat sera
par conséquent discuté dans la section suivante, qui concernce les fils quantiques en
régime 1D.

5.2.3 Le fond continu : A propos du “plasma électrons-trous”

L’apparition du fond continu pour des puissances d’excitation supérieures à
104 W.cm−2 (Fig. 5.3) a été attribuée à la luminescence du plasma électron-trou [136, 158].
Ce plasma est attendu théoriquement dans un fil quantique parfait (en régime 1D) lorsque
la densité d’excitons est trop grande et que ceux-ci sont dissociés en électrons et trous par
les collisions. Cependant, dans des fils en régime 0D, les porteurs sont à basse densité lo-
calisés dans les bôıtes, et ne peuvent entrer en collisions aussi simplement que des excitons
libres. Le nombre de porteurs présents dans la zone excitée est à cette puissance d’environ
25, soit une densité de porteurs en jeu de l’ordre de 2,5.105 cm−1, soit encore n aX ≈ 0,2,
étant donné la calibration que nous avons établie au début de ce paragraphe, et les états
des différentes bôıtes présentes dans la zone excitée sont vraisemblablement remplis à
cette densité, ainsi que les premiers états délocalisés du fil. Les énergies des états loca-
lisés sont donc modifiées, par interaction Coulombienne avec les excitons présents dans
les bôıtes voisines ou les excitons délocalisés. Le fond continu étant centré à l’énergie des
états localisés, il est probablement émis depuis les excitons encore localisés, alors qu’il
serait centré à plus haute énergie s’il provenait des états délocalisés ou bien d’électrons
et de trous libres.

Ainsi, le fond continu peut vraisemblablement être associé à la recombinaison radiative
des excitons localisés dans les bôıtes, dont les énergies ne forment plus en présence de
quelques excitons un spectre discret de pics clairement identifiables mais un ensemble de
transitions indiscernables en µPL. Ceci peut être interprêté comme l’effet des collisions
Coulombiennes entre excitons, qui sont élastiques et laissent le centre de gravité de la raie
inchangé. Mais l’existence d’un plasma d’électrons-trous ne semble pas nécessaire pour
expliquer l’apparition du fond continu, dans un régime où la distance moyenne entre
excitons est encore grande devant leur rayon de Bohr.
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5.2.4 Les collisions de type effet Auger dans une bôıte

Il est ici utile de mentionner les expériences réalisées par Joël Bellessa en forte exci-
tation de manière résonante sur une bôıte quantique [160]. L’échantillon étudié (M127)
est similaire à celui présenté dans cette section (M304), mais présente un plus grand
nombre de pics en µPL, et donc vraisemblablement des états localisés dans de plus
petites bôıtes. Après avoir identifié ses états excités en µPLE, une bôıte quantique a
été excitée en résonance sur l’un d’entre eux. Le spectre de luminescence résonante ne
présente donc que la raie associée à l’état fondamental de la bôıte quantique à faible
excitation. A forte excitation apparaissent dans ce spectre les pics associés aux états fon-
damentaux des bôıtes quantiques voisines. Ce transfert d’excitons vers les bôıtes voisines
ne peut s’expliquer par effet tunnel, les distances entre bôıtes étant trop importantes.
Il doit donc se réaliser par l’intermédiaire des états délocalisés. Le mécanisme proposé,
présenté sur la figure 5.6, est un effet de type Auger : lorsque deux excitons sont créés sur
l’état excité de la bôıte quantique A, ils subissent une collision Coulombienne élastique
au cours de laquelle l’un des excitons est transféré vers l’état fondamental de la bôıte
alors que l’autre est éjecté vers les états délocalisés. L’exciton éjecté est alors piégé dans
une bôıte voisine, par exemple la bôıte B, et se recombine depuis son état fondamental.
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Fig. 5.6 – Représentation schématique du processus de collision Coulombienne de type
Auger mis en évidence par J. Bellessa [160].

L’aspect dynamique du processus a été étudié en excitant l’état excité de la bôıte
par des impulsions picosecondes et détectant la luminescence résolue en temps depuis le
fondamental de la bôıte et de sa voisine, et il a été modélisé par un modèle cinétique
incluant le remplissage des états et le mécanisme de collision. L’efficacité de la collision,
dont le temps caractéristique mesuré est de l’ordre de 20 ps, est comparable à celle de la
relaxation par émission de phonons acoustiques.

Au cours de ces expériences, il n’est pas apparu de raie à basse énergie, même à forte
puissance. Le biexciton n’est donc pas stable dans la bôıte considérée, ce qui explique que
les excitons créés entrent en collision et que l’un d’entre eux soit éjecté. L’existence d’un
biexciton et de l’effet Auger apparaissent ainsi comme la manifestation de l’importance
des interactions Coulombiennes dans les grandes bôıtes et les petites bôıtes quantiques
respectivement. La démonstration statistique de cette dépendance en fonction de la taille
de la bôıte représente malheureusement un travail beaucoup trop long et n’a pas été
entreprise.
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5.3 Les fils en régime 1D

Nous allons présenter dans cette étude trois séries d’expériences réalisées dans trois
régimes de densité de porteurs :

– L’étude des spectres de luminescence sous excitation continue nous permettra
de comprendre le comportement du gaz d’excitons lorsque le nombre de paires
présentes simultanément dans un ı̂lot est supérieur à 2, c’est-à-dire pour des densités
n comprises entre 104 cm−1 et 1,5.105 cm−1. La distance moyenne entre excitons est
alors supérieure au rayon de Bohr a1D

X = 70 Å (cf Sec. 1.4) : 0,005 < n a1D
X < 0,1,

et ce régime de densités sera qualifié de “dilué”.

– Le régime de densités “intermédiaire”, telles que 0,1 < n a1D
X < 1 (soit

1,5.105 cm−1 < n < 1,5.106 cm−1), sera aussi étudié sous excitation continue.
Des expériences d’imagerie de la luminescence nous donneront accès aux propriétés
de diffusion des porteurs, et complèteront les résultats obtenus en luminescence.

– Enfin, des expériences réalisées sous excitation impulsionnelle nous permettront
d’atteindre le régime que nous qualifierons de “dense”, tel que 1 < n a1D

X < 20,
soit 1,5.106 cm−1 < n < 2,5.107 cm−1). Nous étudierons en particulier la dynamique
temporelle de la luminescence à l’intérieur de la raie.

5.3.1 Le régime dilué

Dans les ı̂lots “typiques”

Dans les fils quantiques en régime 1D, l’évolution du spectre de luminescence en
fonction de la puissance d’excitation, i.e. de la densité de porteurs, dépend du type d’̂ılot
considéré. Nous allons dans un premier temps présenter les résultats obtenus dans des ı̂lots
dits “typiques”, de longueur inférieure au micron, qui sont représentatifs de l’ensemble
de l’échantillon (cf Fig. 3.10).

Les spectres présentés sur la figure 3.29 et reproduits sur la figure 5.7 en sont un bon
exemple. Ils ont été obtenus sur l’échantillon NM79, qui présente un très bon alignement
entre la direction du V et la direction cristallographique (cf Sec. 3.2.3). Deux ı̂lots sont
présents dans la zone excitée de 1 µm, de longueurs de l’ordre de 500 nm. Ils donnent
chacun lieu à une raie de luminescence lorentzienne (A et B) à faible puissance d’exci-
tation. Les densités de porteurs indiquées sont déduites de la puissance d’excitation en
utilisant la calibration établie au paragraphe 5.2.1, et sont indicatives.

Le biexciton Lorsque la puissance d’excitation atteint et dépasse la puissance P0 =
400 W.cm−2 qui correspond à la présence d’un exciton en moyenne dans la zone excitée (cf
Sec. 5.2.1), deux raies A2 et B2 apparaissent respectivement1,5 et 2,2 meV en-dessous
des raies A et B, qui ne sont pas associées à des ı̂lots voisins et croissent de manière
sur-linéaire avec la puissance d’excitation. Elles sont attribuées aux recombinaisons de
biexciton de chacun des deux ı̂lots.

Il peut parâıtre surprenant que les énergies de liaison des deux biexcitons soient
différentes, alors que ces ı̂lots sont de longueur très supérieure à l’extension du biexciton,
qui est libre a priori. Les énergies de liaison de biexciton mesurées varient entre 1,3
et 2,2 meV . L’explication la plus plausible à cette dispersion est l’existence de champs
piézo-électriques internes (cf Sec. 3.4.1), propres à chaque ı̂lot.
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grises). Excitation par un laser à TiSa à 1,77 eV dans la transition e4h4. T = 11 K.
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Les déplacements de raie Dans ce régime de densité, les raies lorentziennes associées
aux ilots A et B subissent tout d’abord un déplacement vers le rouge de 1 meV , lorsque
le nombre d’excitons présents en moyenne dans la zone excitée atteint 1, puis au-delà de
1, de 0,5 meV vers le bleu. Ces déplacements énergétiques se produisent dans tous les
ı̂lots, mais leur amplitude dépend de l’̂ılot considéré. En particulier, dans les ı̂lots très
étendus, ils sont plus faibles (au plus 0,5 meV ).

Les expériences réalisées sous très faible éclairement supplémentaire par un laser
Hélium-Néon, décrites à la section 3.4.4, montrent que ces déplacements de raies sont
dus aux interactions Coulombiennes entre les différents excitons présents dans l’̂ılot.

Dans les ı̂lots très étendus

La dépendance des déplacements de raie en fonction de l’̂ılot considéré rendent leur
interprétation et leur comparaison avec les modèles théoriques complexes. Pour cela, nous
nous sommes plus particulièrement intéressés aux ı̂lots étendus, dans lesquels les résultats
obtenus sont identiques d’̂ılot à ı̂lot car les excitons sont moins sensibles à la longueur
finie des ı̂lots.

La figure 5.8 présente l’évolution du spectre de microluminescence en fonction de la
puissance d’excitation dans un ı̂lot très étendu (3 µm) du même échantillon (NM79).
L’excitation est réalisée par un laser à TiSa, à 1,75 eV dans la transition e3h3 du fil.
L’expérience a été réalisée à un endroit de l’échantillon déjà caractérisé en imagerie
(Fig. 3.6, x = 16 µm). Le spectre de luminescence n’est pas sensible à l’illumination
par un laser He-Ne, contrairement au cas des ı̂lots “typiques” étudiés aux paragraphe
précédent.

Le spectre à basse puissance d’excitation (P = 0,7 W/cm2) est uniquement constitué
d’un pic principal A et de son épaulement haute énergie. Deux pics B et C peuvent être
distingués sur le flanc haute énergie, d’intensités 10 et 30 fois moindres respectivement,
associés à deux ı̂lots voisins. Le pic D, 24 meV au-dessus de la transition A, d’intensité
100 fois plus faible, correspond à un ı̂lot voisin présentant une variation d’épaisseur de
2 monocouches sur l’interface (001) (cf Sec. 4.3.2). En effet, comme nous l’avons expliqué
à la fin de la section 3.1.1, la résolution spatiale du dispositif de µ-PL est de 0,8 µm à
mi-hauteur, mais la fonction de réponse spatiale présente des ailes d’amplitude 10 fois
inférieure au maximum qui ne nous permettent pas d’isoler parfaitement un ı̂lot de ses
voisins, même si sa longueur est de 3 µm. Notons que l’intensité du pic D crôıt de manière
sous-linéaire avec la puissance d’excitation, comme cela est le cas dans les expériences de
macro-luminescence présentées au paragraphe 4.3.2.

Lorsque la puissance d’excitation est augmentée, nous retrouvons les deux effets ob-
servés dans les ı̂lots typiques : une raie associée au biexciton (A2) croit de manière sur-
linéaire avec la densité de porteurs, et la raie A se déplace vers le bleu de 0,2 meV pour
n variant de 1 à 1,4.105 cm−1. L’intensité intégrée de la raie de luminescence est linéaire
avec la puissance d’excitation, garantissant d’une part que l’absorption à l’énergie d’ex-
citation ne sature pas et d’autre part qu’il n’apparâıt pas de canaux de recombinaison
non-radiative.

Le biexciton Lorsque le nombre d’excitons présents en moyenne dans l’̂ılot atteint 1,
la raie A2 de biexciton apparait 1,5 meV en-dessous de la transition A. A mesure que la
puissance d’excitation augmente, des raies similaires (B2 et C2) apparaissent, qui sont
associées aux ı̂lots voisins B et C, dans lesquels le nombre d’excitons dépasse aussi 1.
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Fig. 5.8 – (a) Evolution du spectre de microluminescence en fonction de la puissance
d’excitation, pour un échantillon en régime 1D (NM79, même endroit que Fig. 4.15 et
Fig. 3.6, x = 16 µm). Excitation par un laser à TiSa à 1,74 eV dans la transition e3h3.
T = 11 K. (b) Intensité intégrée de la raie en fonction de la puissance d’excitation.
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Nous pouvons ici poursuivre la discussion entamée au paragraphe 5.2.2. L’énergie de
liaison du biexciton, de 1,5 meV , est la même à 10% près dans tous les ı̂lots étendus. Elle
est comparable à la valeur de 1,2 meV mesurée dans une très grande bôıte quantique
d’extension 600 nm observé en SNOM dans un fil quantique en régime 0D [159]. La valeur
théorique déduite du modèle de Banyai [30], soit 2 meV , est pour sa part légèrement plus
grande, mais l’accord est satisfaisant car ce modèle est développé pour des fils quantiques
isotropes et non des fils en V.

Les déplacements de raie Nous avons vu au paragraphe 3.4.4 que la raie A de lumi-
nescence se déplace faiblement et s’affine pour des puissances d’excitation extrêmement
faibles (inférieures à 1 W.cm−2) en raison des temps de piégeage très longs (50 ns) dans
des états non radiatifs. Lorsque la puissance d’excitation est augmentée, le spectre de
luminescence est ensuite invariant dans un domaine assez étendu, entre 1 et 100 W.cm−2.
Au-delà, plusieurs excitons sont présents simultanément dans l’̂ılot et la raie subit un
déplacement vers le bleu de 0,2 meV lorsque la densité de paires augmente de 104 à
1,5.105 cm−1.

Comme dans le cas des ı̂lots moins étendus, ce déplacement est attribué aux interac-
tions Coulombiennes entre les excitons présents dans l’̂ılot. A la puissance d’excitation
maximale, la densité de paires est telle que n a1D

X ≈ 0,1. Les pics associés aux transitions
de l’exciton et du biexciton sont encore bien marqués, ce qui montre que les excitons sont
encore des excitations stables dans le système. Mais le contraste de la raie excitonique
sur le fond sous-jacent est fortement diminué. Ceci est dû à un transfert d’intensité au
profit de la transition de biexciton, à un léger élargissement (de 1 à 1,5 meV ) de la raie
excitonique, mais surtout à un transfert au profit du fond large sous-jacent. Ce fond peut
être attribué ou bien à la recombinaison de paires libres, i.e. au plasma d’électrons-trous,
ou bien à la recombinaison d’excitons assistée par des collisions Coulombiennes, avec les
autres excitons comme avec les porteurs libres.

5.3.2 Le régime intermédiaire

De manière à mieux comprendre les résultats présentés au paragraphe précédent,
nous avons souhaité obtenir des densités de porteurs plus importantes dans le fil quan-
tique. Nous avons donc modifié le montage expérimental en substituant une lame semi-
réfléchissante, de coefficient de réflexion égal à 50%, à la lame de verre S, de coefficient de
réfléxion égal à 4% (cf Fig. 2.1 et Sec. 2.1.1). Nous avons ainsi pu atteindre des puissances
d’excitation de 1 mW sur l’échantillon, au lieu de 80 µW auparavant.

Spectres de luminescence

Les spectres de luminescence présentés sur la figure 5.9 ont été obtenus dans un ı̂lot
très étendu (2 µm) sur l’échantillon NM172, similaire à l’échantillon NM79. Comme dans
le cas de la figure 5.8, le spectre est à basse puissance composé essentiellement de la raie
excitonique A associée à l’̂ılot considéré, et de quelques raies associées (B, C, ...) aux ı̂lots
voisins excités dans les ailes de la tache d’excitation. Là encore, nous pouvons noter la
présence d’une raie D, 18 meV au-dessus du pic principal, attribuée à un ı̂lot présentant
une fluctuation d’épaisseur de 2 monocouches.

Dans le régime dilué, le même comportement est observé pour des densités de porteurs
inférieures à 1,2.105 cm−1 : la raie de biexciton A2 croit de manière sur-linéaire, et le
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Fig. 5.9 – (a) Evolution du spectre de microluminescence en fonction de la puissance d’ex-
citation, pour un échantillon en régime 1D (NM172). Les densités de porteurs indiquées
sont calculées en tenant compte de la diffusion des porteurs (cf Fig. 5.10). Excitation par
un laser à TiSa à 1,75 eV dans la transition e3h3; T = 11 K. (b) Intensité intégrée de
la raie en fonction de la puissance d’excitation.
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maximum de la raie excitonique sature en se déplaçant de 0,1 meV vers le bleu, alors que
le fond sous-jacent augmente.

Mais un changement qualitatif important intervient dans le spectre pour les densités
supérieures à 2.105 cm−1, i.e. pour n a1D

X > 0,1 : les pics associés aux transitions d’exciton
et de biexciton s’élargissent, se déplacent de manière rigide de 0,5 meV vers le rouge et
disparaissent au profit de la raie large sous-jacente. Ils ont presque totalement disparu
à la plus forte densité, n = 1,4.106 cm−1, c’est-à-dire quand n a1D

X = 1. Le domaine
0,1 < n a1D

X < 1 correspond au régime que nous qualifions d’intermédiaire.
Les spectres obtenus aux plus fortes densités (n > 5.105 cm−1) sont composés dans

leur partie haute énergie de deux domaines et présentent un changement de pente (en
échelle logarithmique) à 1,643 eV . Entre 1,63 et 1,64 eV , lorsque la densité augmente, la
pente du spectre diminue, ce qui est la signature d’un processus de remplissage de bande.
Au contraire, dans le domaine 1,645−1,66 eV , la queue haute énergie des spectres est une
exponentielle de pente constante correspondant à une température effective T ′ ≈ 50 K.

Diffusion des porteurs

Nous avons mesuré, lors des expériences présentées sur la figure 5.9, la distribution
spatiale de la luminescence émise par notre technique d’imagerie de la luminescence (cf
Sec. 2.3.1). L’image est obtenue sur la caméra CCD du spectromètre-imageur, avec une
résolution de 1,5 µm. Le profil spatial de la luminescence est bien reproduit par une
gaussienne (cf Fig. 4.35), dont la largeur est reportée sur la figure 5.10 en fonction de la
puissance d’excitation.
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Fig. 5.10 – Diffusion des porteurs lors de l’expérience présentée sur la figure 5.9. La
largeur de la gaussienne reproduisant le profil spatial de la luminescence est présentée en
fonction de la puissance d’excitation.

Pour des puissances d’excitation inférieures à 104 W.cm−2, la mesure du profil de la
luminescence est limitée par la résolution spatiale de notre dispositif, de 1,5 µm. Au-delà
de cette puissance, la largeur de la zone d’émission croit avec la puissance d’excitation,
montrant que les porteurs diffusent le long du fil avant de se recombiner. Ceci nous
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Chapitre 5: Des excitons en interaction dans un fil quantique

invite à ré-évaluer les densités linéiques de porteurs dans le fil. Jusqu’à présent, nous
avons simplement supposé que la densité de porteurs est proportionnelle à la puissance
d’excitation, et donc que les porteurs ne diffusent pas le long du fil. Nous constatons que
cette approximation est valide pour des puissances d’excitation inférieures à 104 W.cm−2,
correspondant à des densités de paires inférieures à 2,5.105 cm−1. Pour des puissances plus
élevées, les densités de porteurs indiquées sur la figure 5.9 ont été calculées en divisant
le nombre de paires créées par la largeur de la gaussienne, et sont donc des densités
moyennes à l’intérieur de la zone excitée.

Ce processus de diffusion est la signature d’un changement de nature des excita-
tions. Les excitons sont en effet très peu mobiles dans le fil quantique, même lorsque
la température de l’échantillon est augmentée jusqu’à 70 K (cf Fig. 4.35). Les collisions
Coulombiennes entre excitons, de type dipôle-dipôle, sont beaucoup moins efficaces que
les collisions avec des porteurs libres, expliquant qu’aucune diffusion ne soit observée
pour des densités inférieures à 105 cm−1 [75, 161]. La diffusion des porteurs est donc
vraisemblablement due à la présence de porteurs libres dans le fil, qui d’une part sont
plus mobiles, et d’autre part interagissent de manière plus efficace entre eux et avec les
excitons — si tant est que l’on puisse encore distinguer les deux espèces. La densité cri-
tique de ce processus est telle que n a1D

X ≈ 0,1, et correspond au changement qualitatif
observé dans les spectres de luminescence au paragraphe précédent.

5.3.3 Le régime dense

Nous avons souhaité mesurer la dynamique temporelle de la luminescence, de manière
à observer les éventuels changements induits par la présence de porteurs libres dans le
système. Nous avons ainsi pu atteindre des densités de paires plus élevées, car à puissance
moyenne d’excitation équivalente, le nombre de paires créées lors d’une impulsion est
40 fois supérieur au nombre de paires présentes en moyenne dans la zone excitée sous
excitation continue. Ce facteur correspond au rapport de la période des impulsions (12 ns)
et du temps de vie radiatif (≈ 300 ps à T = 11 K). Notons que les porteurs sont toujours
créés dans le fil quantique, à 1,77 eV dans la transition e4h4, et qu’il n’y a pas de pertes
liées à la diffusion et à la recombinaison dans les barrières, contrairement aux expériences
réalisées sous excitation par un laser à Argon [162].

Spectres de luminescence

La figure 5.11 présente les spectres de luminescence obtenus dans un ı̂lot très étendu
(2 µm) dans un fil quantique en régime 1D du même échantillon que précédemment
(NM172) mais à un endroit différent. A faible puissance d’excitation, le spectre est com-
posé du pic A associé à l’̂ılot et de pics satellites B, C et D attribués aux ı̂lots voisins. Le
pic A est plus large que sous excitation continue, ce que nous avons observé de manière
générale dans tous les ı̂lots étendus et n’expliquons pas à ce jour. Lorsque la puissance
d’excitation augmente, les structures fines associées aux excitons et biexcitons dispa-
raissent au profit du fond, l’évolution se produisant dans le même régime de densité.

Nous pouvons comparer les spectres obtenus pour n = 1,4.106 cm−1, soit n a1D
X ≈

1, sous excitation continue (C, Fig. 5.9) et impulsionnelle (I) : le spectre I ne présente
pas de rupture de pente à environ 20 meV au-dessus de l’énergie du maximum de la
raie, contrairement au spectre C, et la pente (en échelle logarithmique) de la queue
haute énergie est plus faible dans le spectre I (T ′I ≈ 75 K, T ′C ≈ 50 K). Cela montre
que les distributions statistiques des porteurs dans les deux types d’expériences sont
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Fig. 5.11 – (a) Evolution du spectre de microluminescence en fonction de la puissance
d’excitation, pour un échantillon en régime 1D (NM172). Excitation par un laser à TiSa
à 1,77 eV dans la transition e4h4; T = 11 K. Les densités de porteurs sont estimées en
tenant compte de la diffusion des porteurs (cf Fig. 5.10) et sont indiquées dans le tableau,
ainsi que les puissances d’excitation correspondant aux différents spectres. (b) Intensité
intégrée de la raie en fonction de la puissance d’excitation.
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différentes. Sous excitation continue, un régime permanent s’établit et les porteurs sont
vraisemblablement à l’équilibre thermique entre eux mais ne peuvent relaxer toute leur
énergie cinétique pour atteindre la température du réservoir de phonons. Sous excitation
impulsionnelle, il est beaucoup plus difficile de définir un équilibre thermique et une
température : à t = 0, les porteurs sont totalement hors d’équilibre, alors que ceux qui
subsistent aux temps longs l’ont vraisemblablement atteint. Le spectre de luminescence
correspond à une moyenne sur le temps et reflète une distribution statistique moyenne,
qui est comme attendu plus “chaude” que sous excitation continue.

Aux plus fortes densités, le spectre montre que le remplissage de bandes est très
important. La transition visible à 1,663 eV correspond à la transition e1h5 visible sur les
spectres de PLE (cf Fig. 1.18). Celle à 1,70 eV correspond à e2h2, mais est tronquée par
le filtre interférentiel utilisé dans cette expérience : il est probable que le spectre s’étende
à plus haute énergie. L’excitation est réalisée à 1,77 eV dans la sous-bande e4h4.

Dynamique temporelle

La figure 5.12 présente la dynamique temporelle de la raie de luminescence à la plus
forte puissance d’excitation, soit P = 8.104 W.cm−2. L’évolution temporelle de la lu-
minescence a été enregistrée à différentes énergies, correspondant aux flèches indiquées
sur la figure 5.11. Elle présente un plateau de saturation très prononcé. La saturation
persiste d’autant plus longtemps que l’énergie de détection est proche du maximum de
la raie. Nous pouvons noter que dans les trois cas la montée du signal est très rapide
(0 < t < 50 ps), puis ralentie durant 200 ps, ce qui correspond vraisemblablement au
temps d’établissement d’un régime de quasi-équilibre dans le système. Aux énergies E1

et E2, le plateau n’est pas parfaitement plat, la montée très lente du signal entre 300 et
600 ps étant la signature de l’évolution lente de la distribution statistique des porteurs.

La figure 5.12.a présente aussi l’évolution temporelle de la luminescence à l’énergie E0

pour une puissance d’excitation dix fois plus faible. Celle-ci présente une légère saturation.
Lorsque la puissance d’excitation est encore diminuée, dans le régime intermédiaire de
densité, l’évolution temporelle est essentiellement mono-exponentiellz.

Les phénomènes de saturation observées dans les résultats présentés sur la figure 5.12
sont dus au remplissage de la bande, qui est visible dans le spectre correspondant
(Fig. 5.11). A l’issue de l’impulsion laser (t ≈ 0), la densité de porteurs dans le fil
est d’environ 2,5.107 cm−1, ce qui correspond à n a1D

X ≈ 20. A cette densité-ci, un plasma
électrons-trous hors d’équilibre s’est vraisemblablement formé. Nous pouvons estimer le
remplissage des bandes d’électrons et de trous, à t = 0, en supposant dans un modèle très
simplifié que la densité d’états dans ces bandes est caractérisée par les masse effective
me et mh des porteurs, et que chaque bande est dégénérée 2 fois en spin. La densité
initiale de porteurs correspond dans ce cadre à un remplissage complet des bandes e1 et
h1 sur plusieurs centaines de meV : le potentiel chimique 1µ des électrons et des trous est
supérieur à l’énergie du bas de bande de quelques 100 meV . Les sous-bandes sont donc
remplies et la luminescence est associée aux transitions verticales entre électrons et trous.

Au cours du temps, la densité de porteurs diminue au fur et à mesure de leur re-
combinaison. Nous l’avons représentée sur la figure 5.12.d en supposant en première
approximation que le temps de décroissance de la luminescence sur l’ensemble de la raie

1. La description statistique du gaz uni-dimensionnel de porteurs est complexe (cf Sec. 5.1.2). Même
lorsque la bande électronique est partiellement remplie, sa description en terme de liquide de Fermi n’est
pas valide à 1D. C’est pourquoi nous ne parlerons pas de niveau de Fermi, mais simplement de potentiel
chimique, cette dernière notion étant toujours bien définie dans le cadre du formalisme grand-canonique.
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Fig. 5.12 – Dynamique temporelle de la luminescence sous très forte excitation (P =
8.104 W.cm−2 à différentes énergies dans la raie (indiquées sur la figure 5.11). Excitation
par un laser à TiSa à 1,77 eV dans la transition e4h4; T = 11 K.
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est celui mesuré entre 1,5 ns et 2,5 ns sur la figure 5.12.a, c’est-à-dire 350 ps. Les bandes
d’électrons et de trous se vident donc progressivement, et le potentiel chimique µ décrôıt.
Tant que celui-ci est supérieur à l’énergie E de détection d’une valeur supérieure à kBT ,
le facteur de remplissage à l’énergie E est de l’ordre de 1 et l’intensité de la luminescence
est saturée, donnant lieu au plateau. Au voisinage de µ = E, lorsque µ décroit, le fac-
teur de remplissage à l’énergie E diminue et la luminescence chute rapidement. Ceci est
résumé par les schémas accompagant la figure 5.12.c. Pour E − µ >> kBT , le facteur de
remplissage est théoriquement donné par le facteur de Boltzmann : les porteurs à l’énergie
E sont à l’équilibre thermique avec le bas de la bande. Nous pouvons cependant noter
que le temps de décroissance à t = 2 ns est deux fois plus long aux énergies E1 et E2

qu’à l’énergie E0, ce que nous n’expliquons pas.
Nous pouvons ainsi avoir accès à l’évolution du potentiel chimique au cours du temps

dans cette expérience. La densité de porteurs est calculée aux instants t0, t1 et t2 (indiqués
sur la figure 5.12) auxquels le potentiel chimique µ est approximativement égal à l’énergie
de détection de la luminescence résolue en temps. Le potentiel chimique est reporté sur
la figure 5.13 en fonction de la densité de porteurs ainsi déduite 2.

La densité n0 pour laquelle µ = E0 est particulière 3 : étant donné que la raie ne
subit aucun déplacement pour n < n0, nous pouvons supposer que l’énergie du bas de
bande est, en première approximation, égale à E0. La densité n0 correspond à la densité
critique au-delà de laquelle les bandes d’électrons et de trous se remplissent, i.e. le plasma
d’électrons et de trous se forme 4. Elle est telle que n0 a

1D
X ≈ 0,8. Lorsque la densité

dépasse n0, le potentiel chimique satisfait rapidement à la condition µ − E0 > kBT et
le plasma devient dégénéré 5 : le système est dans le régime dense. Lorsque la densité
est au contraire inférieure à n0, les éventuels porteurs libres peuvent former un plasma
d’électrons-trous, tout en coexistant avec des excitons : c’est le régime intermédiaire de
densités. Notons que l’équation de Saha [16, p. 269] qui donne les proportions de paires
libres et d’excitons n’est valable que pour un gaz non dégénéré et en équilibre thermique,
et ne s’applique pas dans ce régime.

5.3.4 Comparaison avec les résultats expérimentaux antérieurs

Les non-linéarités optiques des fils quantiques sous forte excitation ont été tout
d’abord étudiées dans des fils GaAs et InGaAs peu confinés (12 meV entre les deux
premières sous-bandes) et présentant donc une faible localisation (Stokes shift de 1 meV )
[136, 155]. Le remplissage des différentes sous-bandes confinées y est mis en évidence, et
les énergies des transitions associées sont indépendantes de la densité de porteurs. Ces

2. Il serait intéressant de pouvoir étudier le régime transitoire de l’ensemble de la raie grâce à une
streak caméra, qui nous donnerait accès d’une part au temps de décroissance global de la luminescence,
et d’autre part à la dépendance du potentiel chimique en fonction de la densité de manière plus complète.

3. Nous avons été très agréablement surpris d’obtenir une valeur de la densité critique n0 en accord
raisonnablement bon avec les théories (n a1D

X ≈ 0,3) et avec notre sens physique (n a1D
X < 1). Nous

devons en effet rappeler que les valeurs absolues des densités que nous avons estimées sont indicatives,
et reposent sur la calibration effectuée dans les fils quantiques en régime 0D au paragraphe 5.2.1. Par
ailleurs, les valeurs relatives des densités estimées dans cette section sont beaucoup plus précises, ce qui
valide les comparaisons que nous avons effectuées entre les différentes expériences présentées.

4. De manière générale, un plasma est un gaz neutre de particules chargées complètement ionisées [49,
Complément III.H, §I.1, p. 434].

5. Un gaz de porteurs est dégénéré lorsque le potentiel chimique est supérieur au bas de bande E0

(µ− E0 >> kBT ) [49, chap. VI, §I.B.3, p. 793]. Le facteur d’occupation des états d’énergie inférieure à
µ (tels que µ− E >> kBT ) est égal à 1.
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Fig. 5.13 – Potentiel chimique des porteurs en fonction de leur densité, d’après les
résultats présentés sur la figure 5.12.

résultats sont interprétés dans le cadre du modèle de S. Brenner et H. Haug [136], per-
mettant de remonter à la renormalisation du gap. Le potentiel chimique est estimé en
simulant les spectres dans le cadre du modèle, mais n’est pas mesuré directement.

Des expériences réalisées sous excitation impulsionnelle par Ambigapathy et al. sur des
fils en V [163], mieux confinés (20 meV entre les sous-bandes), ont montré que l’énergie de
la transition ne varie pas en fonction de la densité de porteurs a été confirmée jusqu’aux
plus hautes densités atteintes (3.106 cm−1, soit n a1D

X > 3). Cependant le signal de
luminescence résolu temporellement est mono-exponentiel même à haute densité, alors
qu’il présente deux temps caractéristiques dans le cas des puits quantiques, associés à
la recombinaison rapide de paires électrons-trous puis à celle plus lente des excitons,
lorsque la densité de porteurs a décru. Les auteurs en déduisent que la recombinaison est
de nature excitonique même à forte densité et justifient leur conclusion d’une part par
l’énergie de liaison de l’exciton, plus forte et moins écrantée dans les systèmes 1D que
dans les systèmes 2D, et d’autre part par le facteur de Sommerfeld qui régit l’émission
des porteurs libres, et qui est plus petit à 1D qu’à 2D (voir section 1.5.1).

Les rares études menées en microphotoluminescence se sont intéressées plus
spécifiquement aux phénomènes à quelques excitons dans les fils, les spectres étant sans
structure spécifique à forte densité. De faibles déplacements énergétiques des pics as-
sociés aux excitons localisés ont été rapportés [156] dans des fils quantiques en V de
faible épaisseur (2,5 nm), très confinés et présentant donc une forte localisation. Ces
déplacements s’accompagnent de l’apparition d’un fond continu, similaire à celui observé
dans nos structures et associé à la présence d’un plasma électrons-trous. Ils ont été as-
sociés à la renormalisation du gap induite par le plasma. Des pics associés à des complexes
multi-excitoniques apparaissent aussi lorsque le nombre de paires crées est supérieur à 1.
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Chapitre 5: Des excitons en interaction dans un fil quantique

L’étude en champ proche (SNOM) de fils quantiques similaires aux nôtres a également mis
en évidence l’existence de biexcitons, lorsque la longueur de localisation est suffisamment
grande [159].

Enfin, l’effet laser observé sur des fils quantiques en cavité et sous forte excitation sont
intimement liés à l’existence et la nature du gain dans le spectre d’absorption. Là encore,
l’émission stimulée sous forte excitation a toujours été observée à la même énergie que
celle de l’exciton sous faible excitation, laissant présager que les excitons sont à l’origine du
gain [68, 164, 165, 166]. Nos résultats montrent au contraire que l’énergie de la transition
n’est pas suffisante pour déterminer la nature des excitations dans le système.

5.3.5 Discussion

Pour mieux comprendre la nature du gaz de porteurs en fonction de sa densité, nous
allons rappeler les résultats que nous avons obtenus dans les régimes limites, i.e. le gaz
dilué d’exciton et le plasma dense d’électrons-trous. Puis nous étudierons l’évolution du
système entre ces deux régimes, c’est-à-dire la transition de Mott depuis un état isolant
d’excitons vers un état conducteur de porteurs libres. Cette discussion est résumée par
le schéma 5.14.

Dans le régime dilué (n a1D
X << 1), les paires électron-trou sont liées et forment

des excitons, dont nous observons la luminescence. Dès que plus de deux paires sont
présentes dans un même ı̂lot, il se forme aussi des biexcitons, qui se recombinent à une
énergie inférieure à celle de la transition excitonique, leur énergie de liaison étant de
l’ordre de 1,5 meV . Les pics associés à ces deux types de transitions, qui attestent du
caractère excitonique des excitations du systèmes, persistent jusqu’à une densité telle que
n a1D

X ≈ 0,1.

Dans le régime dense (n a1D
X > 1), la saturation initiale observée dans l’évolution

temporelle de la luminescence est la signature de la luminescence d’un plasma électron-
trou. En effet, dans l’hypothèse d’une luminescence de type excitonique, l’ensemble de la
raie serait associée aux seuls excitons de bas de bande (en K=0) et l’évolution temporelle
de la luminescence serait identique quelque soit l’énergie de détection à l’intérieur de la
raie. Nous avons au contraire montré que les plateaux enregistrés sont plus courts à haute
énergie, et reflètent l’évolution temporelle du potentiel chimique dans le système.

Entre ces deux régimes, le système a subit une transition de Mott qui peut être décrite,
d’après notre étude, en plusieurs étapes :

Lorsque la densité de porteurs est inférieure à n a1D
X ≈ 0,1, dans le régime que nous

avons qualifié de dilué, nous observons la formation de biexcitons et un petit déplacement
vers le bleu, inférieur à 0,5 meV , de la transition excitonique, qui est une signature des
interactions Coulombiennes entre excitons. Deux processus peuvent expliquer la montée
du fond sous-jacent aux pics, sans que nous puissions les départager à ce jour : le fond
peut correspondre à la recombinaison des excitons assistée par collisions Coulombiennes
ou bien à la luminescence de porteurs libres, minoritaires dans le système.

Dans le régime intermédiaire de densité (0,1 < n a1D
X < 0,8), nous avons attribué la

diffusion des porteurs et l’élargissement des raies associées aux transitions de l’exciton
et du biexciton à la présence de porteurs libres dans le système, l’exciton restant stable
dans ce régime.

A partir de la densité n0 ≈ 1,1.106 cm−1, i.e. n0 a
1D
X ≈ 0,8, les bandes d’électrons et

de trous se remplissent et le système est dans un état de plasma d’électrons-trous, dont
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5.3 Les fils en régime 1D

nous avons pu mesurer le potentiel chimique. La densité critique n0 peut être considérée
comme la densité critique de Mott du système de paires électrons-trous.

1x102

1x104

1x106

1x108

Remplissage de bandes
Saturation de la luminescence

1E-4

1E-3

0.01

0.1

1

10

Transition de M
ott

Signatures expérimentalesNature du système

Formation de biexcitons
Déplacement des raies

Diffusion des porteurs
Elargissement des
    raies excitoniques

Plasma d'électrons-trous

Gaz dilué d'excitons
en interaction

Ré
gi

m
e 

di
lu

é
Ré

gi
m

e
in

te
rm

éd
ia

ire
Ré

gi
m

e 
de

ns
e

n aX
1Dn (cm-1)

Densité de porteurs

Fig. 5.14 – Nature du système en fonction de la densité de porteurs, et signatures
expérimentales.

Nos résultats sont dans leurs grandes lignes bien reproduits par les modèles de C. Pier-
marocchi et al. et D.W. Wang et al.. En particulier, comme dans le modèle de C. Pier-
marocchi qui traite sur un pied d’égalité excitons et paires libres, nous n’observons pas
d’apparition d’une structure associée au plasma d’électrons-trous à une énergie distincte
de celle de l’exciton, même dans le régime intermédiaire de densités. Nous aurions pu en
effet nous attendre à observer une raie à plus haute énergie associée aux porteurs libres,
et à ce que la différence d’énergie entre les transitions d’exciton et de porteurs libres
devienne nulle lorsque les excitons ne sont plus stables.

Les spectres de luminescence obtenus dans les différents régimes de densité montrent
que l’énergie du maximum de la raie ne varie pas pour n0 a

1D
X < 1. Dans le régime dilué,

celle-ci est égale à l’énergie des excitons, c’est-à-dire à l’énergie du bas de bande diminuée
de l’énergie de liaison excitonique. Dans le régime dense, elle est au contraire égale à
l’énergie du bas de bande, qui a été diminuée en raison des interactions Coulombiennes
d’une quantité appelée la renormalisation du gap. Nos résultats confirment donc que
l’énergie de liaison de l’exciton est environ égale à la renormalisation du gap — autrement
dit, la renormalisation du gap compense approximativement l’écrantage de la liaison
excitonique. Le modèle de D.W. Wang prévoit effectivement que l’énergie de la transition
se déplace vers le bleu de seulement 5% de l’énergie de liaison, soit 1 meV . Le modèle de
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Chapitre 5: Des excitons en interaction dans un fil quantique

C. Piermarocchi prédit un déplacement plus important vers le bleu, de 30% de l’énergie de
liaison, soit 6 meV environ. Notons que dans le deuxième cas les spectres de luminescence
calculés ne présentent pas de maximum bien marqué, et qu’ils sont relativement similaires
aux nôtres bien que la position du maximum soit différente.

Ces deux modèles décrivent difficilement le gaz d’excitons dans le régime dilué. La
densité critique entre le régime intermédiaire et le régime dense, qui correspond selon
notre définition à l’égalité entre le potentiel chimique et l’énergie du maximum du spectre
de luminescence, est n a1D

X = 0,2 dans le modèle de D.W. Wang et n a1D
X = 0,4 dans

celui de C. Piermarocchi. Ces valeurs sont comparables à celles que nous avons estimées
d’après nos résultats (n0 a

1D
X = 0,8). Cette densité correspond à la formation d’un plasma

dégénéré d’électrons-trous dans le système, c’est-à-dire à une transition de Mott. Nous
avons cependant montré que cette transition n’est pas abrupte en fonction de la densité
de porteurs, et que dans le régime intermédiaire 0,1 < n a1D

X < 0,8 les excitons et les
paires libres cohabitent très vraisemblablement.
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Conclusion

Conclusion

L’imagerie des propriétés spectroscopiques locales, par micro-photoluminescence, nous
a permis de comprendre et d’analyser les propriétés de localisation dans les fils quantiques,
et d’identifier les causes structurales de désordre. Nous avons ainsi mis en évidence les
différences entre deux générations de fils quantiques. Dans la première, la rugosité des
hétéro-interfaces impliquées dans le confinement des porteurs est importante et donne lieu
à la localisation des excitons; le fil quantique, dit en “régime 0D”, se comporte comme
une collection de bôıtes quantiques. Dans la deuxième génération, les fluctuations des
hétéro-interfaces sont beaucoup plus rares (2 par µm dans les meilleurs échantillons) et
les excitons sont délocalisés sur plusieurs centaines de nanomètres. Comme dans les puits
quantiques de bonne qualité, chaque ı̂lot peut alors être considéré comme une portion
de fil quantique, justifiant l’appellation de “régime 1D”. Nous pouvons noter que les
propriétés spectroscopiques de ces deux générations d’échantillons sont peu différentes
au premier abord, et que l’intérêt de cette étude résulte de la forte interaction entre la
croissance et la compréhension microscopique des propriétés des hétérostructures.

L’essentiel des travaux présentés dans cette thèse se sont appuyés sur les nombreuses
possibilités offertes par la technique de micro-photoluminescence. Celle-ci est en parti-
culier apparue comme plus souple d’utilisation et plus efficace dans l’excitation et la
collection du signal que son analogue en champ proche, le SNOM, et possède désormais
dans notre dispositif les mêmes possibilités d’imagerie par balayage, avec une résolution
inférieure, tout en permettant aussi de réaliser l’image de la luminescence émise. Elle nous
a fourni des informations très complémentaires de celles obtenues en macro-luminescence.
Elle nous a aussi constamment invité à partir d’un point de vue très microscopique pour
comprendre les phénomènes en jeu. Enfin, elle nous a donné accès aux propriétés in-
trinsèques d’une bôıte quantique en régime 0D ou d’un ı̂lot en régime 1D. Cette approche
“nano-objet individuel” ne se limite bien entendu pas aux seuls fils quantiques, et nous
avons pu étudier d’autres systèmes de la même manière, par exemple des nanocristaux
CdSe.

Les molécules polymères de 3BCMU, développées au sein du laboratoire, se sont
aussi révélées être particulièrement adaptées à l’étude d’une molécule unique en
micro-photoluminescence. Dans ce système semiconducteur organique, chaque molécule
constitue un fil quantique long de plusieurs microns et très fortement confiné. Les
premiers résultats que nous avons obtenus confirment leur grande qualité structurale
et le caractère uni-dimensionnel des excitations électroniques. Ils viennent compléter
les observations macroscopiques antérieures. De nombreuses propriétés électroniques et
chimiques restent à comprendre, qui sont l’objet de la thèse de François Dubin.

Chacune des deux générations de fils quantiques présente des caractéristiques
spécifiques, qui en font de bons candidats très intéressants pour des études et des
développements ultérieurs :
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De manière générale, les fils quantiques gravés en V offrent de nombreuses possibi-
lités d’intégration dans des structures plus complexes : les techniques de dopage y sont
mâıtrisées [167], de même que la réalisation de contacts électriques. L’injection de por-
teurs est en particulier facilitée par la présence de puits quantiques verticaux qui les
canalisent vers le fil quantique. D’autre part, les fils quantiques peuvent être empilés de
manière très bien contrôlée en super-réseaux [168]. Enfin, ils peuvent être intégrés dans
des guides d’onde uni-dimensionnels, dans lesquels les photons sont confinés au fond
du V de manière analogue aux électrons. L’interaction avec la lumière est alors exaltée,
et des structures laser fonctionnant à température ambiante ont pu être réalisées de cette
manière [165].

Les fils quantiques en régime 0D sont apparus comme de “bons Nano-Objets Indi-
viduels”, c’est-à-dire une collection de “bonnes” bôıtes quantiques. Leur croissance est
bien contrôlée et leurs dimensions géométriques sont beaucoup moins dispersées que les
systèmes auto-organisés comme les bôıtes quantiques issues d’une croissance de type
Stranski-Krastanov. L’anisotropie de leur géométrie se traduit par une polarisation des
états de spin de l’exciton qui est la même pour toutes les bôıtes. Leur faible couplage à
l’environnement laisse présager des temps de cohérence longs, dont nous pouvons à ce jour
donner une borne inférieure (T2 > 15 ps à 10 K d’après nos mesures). Enfin, leur forte
interaction avec la lumière et leur espacement contrôlé dans la direction perpendiculaire
aux fils les rend particulièrement adaptés à l’étude en micro-photoluminescence. Nous
envisageons donc d’étudier par une technique de contrôle cohérent une bôıte quantique
unique, c’est-à-dire un bit quantique unique dans le langage propre au domaine de l’in-
formation quantique [169]. Nous considèrerons ensuite des boites quantiques couplées de
fils quantiques empilés pour réaliser des opérations impliquant plusieurs bits quantiques.

Les fils quantiques en régime 1D possèdent pour leur part une grande qualité struc-
turale, qui leur permet de soutenir la comparaison avec de bons puits quantiques tout en
ayant les atouts des structures uni-dimensionnelles. La délocalisation des excitons et la
densité d’états de type 1D ont été démontrés par les expériences d’imagerie, et indirec-
tement par des propriétés spectroscopiques telles que la dépendance en température du
temps de vie radiatif. Nous avons aussi mis en évidence les différentes échelles de désordre
dans ces structures : le désordre d’hétéro-interface, de grande longueur caractéristique, se
traduit par l’élargissement inhomogène des spectres de luminescence macroscopique; le
désordre résiduel, en particulier l’existence de champs internes d’origine piézoélectrique,
induit un élargissement homogène des transitions en µ-PL. Enfin, le régime non-linéaire
se traduit dans ces fils quantiques par une forte stabilité de l’exciton et la possibilité d’at-
teindre des régimes de très fortes densités de porteurs, et d’augmenter les non-linéarités
optiques associées. Nos travaux doivent aussi être prolongés par des études de transport
sur un fil quantique unique, de manière à observer les conséquences du nouveau régime
de localisation mis en évidence sur les propriétés de conduction des fils.
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N. Magnéa, J.L. Rouvière, Microelectronics J. 30, 329 (1999)
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Phys. 85, 3576 (1999)

[10] C. Lienau, V. Emiliani, T. Guenther, F. Intonti, T. Elsaesser, R. Nötzel, K.H. Ploog,
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et les sous-bandes sont indicées (pe,ph) au lieu de (ne,nh).

[36] I.S. Gradstein, Table of integrals, series, and products, Academic Press (1980)

[37] P. Lefebvre, P. Christol, H. Mathieu, S. Glutsch, Phys. Rev. B 52, 5756 (1995)

[38] M. Abramowitz, I. Stegun, Handbook of mathematical functions, Dover Publications
(New York, 1970)

[39] A. Horvath, G. Weiser, C. Lapersonne-Meyer, M. Schott, S. Spagnoli, Phys. Rev. B
53, 13507 (1996)

[40] S. Suhai, Phys. Rev. B 29, 4570 (1984)

[41] E.O. Kane, J. Phys. Chem. Solids 1, 249 (1957)

[42] E. Martinet, M.A. Dupertuis, L. Sirigu, D.Y. Oberli, A. Rudra, K. Leifer, E. Kapon,
Phys. Stat. Sol. (a) 178, 233 (2000)

[43] J. Bellessa, V. Voliotis, R. Grousson, X.L. Wang, M. Ogura, H. Matsuhata, Appl.
Phys. Lett. 71, 2481 (1997)

[44] T. Guillet, V. Voliotis, R. Grousson, X.L. Wang, M. Ogura, Phys. Stat. Sol. (a) 190,
759 (2002); Proceedings of the first international workshop on quantum non-planar
nanostructures and nanoelectronics, p. 33 (Tsukuba, Japon, Juillet 2002)

[45] T. Guillet, J. Berrehar, R. Grousson, J. Kovensky, C. Lapersonne-Meyer, M. Schott,
V. Voliotis, Phys. Rev. Lett. 87, 087401 (2001)

[46] C. Gourdon, V. Jeudy, L.A. Tu, E.L. Ivchenko, G. Karczewski, à parâıtre
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Abstract

Disorder and optical properties of excitons
in semiconducting quantum wires : from a box to a wire

The imaging of local spectroscopic properties, by microphotoluminescence, allowed us
to understand and analyze the localization properties of V-shape semiconducting quan-
tum wires, and to identify the structural origins of disorder. We evidenced the differences
between two generations of quantum wires. In the first one, the roughness of the hetero-
interfaces involved in the confinement of the carriers is important and leads to the loca-
lization of excitons; the quantum wire can thus be seen as a collection of quantum boxes
and is told to be in the “0D regime”. In the second one, the hetero-interface fluctuations
are much fewer (2 per µm in the best samples) and the excitons are delocalized over
a few hundreds of nanometers. Each island can thus be considered as a portion of real
quantum wire, and the wires are told to be in the “1D regime”.

The electronic properties of the quantum wires have been studied by microphotolu-
minescence experiments on a single quantum box or island, and have been correlated
to their structural properties. This “single nano-object” approach gives us access to the
intrinsic properties of these objects, which are free of the inhomogeneous broadening of
the results usually obtained on a macroscopic population.

In the 0D regime quantum wires, the fine structure of the radiative doublet has
been evidenced for the excitons localized in quantum boxes, and it has been related to
the exchange Coulomb interaction. The temperature evolution of the microluminescence
spectra has been interpreted as the setting up of the strong coupling between excitons and
acoustical phonons : the zero phonon peak observed at low temperature is progressively
replaced by a broader line corresponding to recombinations assisted by emission and
absorption of phonons.

In the 1D regime quantum wires, we have shown that the excitons delocalized in
the islands feel the residual disorder caused essentially by internal piezoelectric fields.
The theory of the exciton has been reworked in the case of quantum wire, in which
its singularity needs to pay a carefull attention to the resolution of the hydrogen atom
1D hamiltonian. The radiative lifetime of the excitons has been shown to scale as

√
T ;

this proves that the excitons are locally at thermal equilibrium at the bottom of the
band, and that their density of state follows, within kBT , the 1/

√
E law expected for

a one-dimensional system. We finally evidenced the Mott transition from a diluted gas
of excitons to a dense electron-hole plasma as the density of photocreated carriers is
increased, and we characterized these density regimes. The formation of biexcitons in the
diluted gas of excitons has been confirmed.

Keywords :

– Semiconductor III-V

– Quantum wires

– Quantum boxes

– Excitons

– Localization

– Microphotoluminescence



Résumé

L’imagerie des propriétés spectroscopiques locales, par microphotoluminescence, nous
a permis de comprendre et d’analyser les propriétés de localisation dans les fils quantiques
semiconducteurs gravés en V, et d’identifier les causes structurales de désordre. Nous
avons ainsi mis en évidence les différences entre deux générations de fils quantiques.
Dans la première, la rugosité des hétéro-interfaces impliquées dans le confinement des
porteurs est importante et donne lieu à la localisation des excitons; le fil quantique, dit en
“régime 0D”, se comporte comme une collection de bôıtes quantiques. Dans la deuxième
génération, les fluctuations des hétéro-interfaces sont beaucoup plus rares (2 par µm
dans les meilleurs échantillons) et les excitons sont délocalisés sur plusieurs centaines de
nanomètres. Chaque ı̂lot peut alors être considéré comme une portion de fil quantique,
justifiant l’appellation de “régime 1D”.

Les propriétés électroniques des fils quantiques ont été étudiées en microlumines-
cence sur une bôıte quantique ou un ı̂lot unique, et ont été corrélées à leurs propriétés
structurales. Cette approche “nano-objet individuel” nous a donné accès aux propriétés
intrinsèques de ces objets, en nous affranchissant de l’élargissement inhomogène des
résultats habituellement obtenus sur une population macroscopique.

Dans les fils quantiques en régime 0D, la structure fine du doublet radiatif de l’exciton
localisé dans les bôıtes quantiques a été mise en évidence expérimentalement et reliée à
l’interaction Coulombienne d’échange. L’évolution en température des spectres de micro-
luminescence a été interprétée comme l’établissement du couplage fort entre excitons et
phonons acoustiques : le pic zéro phonon observé à basse température disparâıt dès 30 K
au profit d’une raie plus large de luminescence assistée par les processus d’émission et
d’absorption de phonons.

Dans les fils quantiques en régime 1D, nous avons montré que les excitons délocalisés
dans les ı̂lots sont sensibles au désordre résiduel, principalement dû à la présence de
champs piézoélectriques internes. La théorie de l’exciton a été reprise dans le cas des
fils quantiques, dont la singularité nécessite une grande rigueur dans la résolution de
l’hamiltonien de l’atome d’hydrogène à 1D. Le temps de vie radiatif des excitons a été
mesuré et suit à basse température une loi en

√
T , prouvant que les excitons de bas de

bande sont localement à l’équilibre thermique et que leur densité est en 1/
√
E à l’échelle

de kBT , comme attendu pour un système unidimensionnel. Nous avons enfin mis en
évidence la transition de Mott entre un gaz dilué d’excitons en interaction Coulombienne
et un plasma dense d’électrons et de trous lorsque la densité de porteurs photocréés est
augmentée, et nous avons caractérisé ces différents régimes de densité. La formation de
biexcitons dans le gaz dilué d’excitons a en particulier été confirmée.

Mots clés :

– Semiconducteurs III-V

– Fils quantiques

– Bôıtes quantiques

– Excitons

– Localisation

– Microphotoluminescence
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