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Perez pour avoir accepté d’être dans mon jury de thèse.
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Introduction

La recherche sur la physique des spins remonte aux recherches de Wilhelm Hanle

[1] sur la dépolarisation de la luminescence par un champ magnétique transverse. Le

développement de cette physique dans les semiconducteurs a débuté avec Georges

Lampel en 1968 [2]. Depuis la recherche dans le domaine n’a cessé de se développer

et de progresser. Néanmoins ces dernières années ont vu l’émergence d’un nouveau

domaine de recherche dans la physique des spins : la « spintronique », domaine qui a

été reconnu par un prix Nobel de physique décerné à Albert Fret et Peter Grunberg

en 2007.

La spintronique cherche à remplacer une électronique basée sur la charge d’un

électron par une électronique basée sur son spin [3] [4]. Ce changement de paradigme

est motivé par la perspective de réaliser des circuits spintroniques capables à la fois

de stocker et de traiter l’information, transportée par le spin, plus rapidement et en

dépensant moins d’énergie. Une vision à plus long terme envisage même d’utiliser la

cohérence et la superposition d’états quantiques des spins électroniques pour créer

un ordinateur quantique capable de réaliser les algorithmes quantiques comme ceux

de Shor [5] ou de Grover [6].

Certains composants de la spintronique sont déjà largement utilisés par l’industrie

comme les têtes de lecture des disques durs basées sur la GMR (Giant Magnéto-

Resistance) [7], ou sont en passe de l’être comme la MRAM (Magnétic non-volatile

Random Acces Mémory) [8] pour remplacer les mémoires actuelles des ordinateurs.

La recherche dans le domaine se concentre surtout sur la création et le contrôle d’un

courant de spin pour transmettre de l’information. Une voie originale et prometteuse

dans ce domaine est l’utilisation d’une excitation collective des spins qu’on appelle

« onde de spin ». Le concept d’onde de spin en tant que mode propre d’excitation

d’un milieu comportant un ordre magnétique est dû à Bloch [9]. D’un point de

vue macroscopique on peut se représenter une onde de spin comme la précession

d’un ensemble de vecteurs d’aimantations microscopiques dont les phases relatives

sont fixées par le vecteur d’onde. D’un point de vue microscopique une onde de

spin est formé d’excitations élémentaires, qu’on appelle « magnons », et qui ont été
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introduites par Holstein et Primakoff [10]. Sous ne nombreux points de vues, une

onde de spin peut être considérée comme l’équivalent, dans le domaine magnétique,

d’une onde lumineuse ou sonore, d’où l’intérêt qu’elle suscite pour le transport et

le traitement de l’information. Plusieurs composants de traitement logique basés

sur ces ondes ont d’ailleurs déjà été proposés [11], et des portes logiques ont déjà

été réalisées (par exemple [12]). Ces ondes de spins, principalement présentent dans

les matériaux ferromagnétique, existe aussi dans les gaz bidimensionnels d’électrons

complètement ou partiellement polarisés. Un des moyens efficace pour obtenir ce gaz

2D d’électrons partiellement polarisé et d’utiliser des semiconducteurs magnétiques

dilués qu’on appelle DMS (Diluted Magnetic Semiconductor). Ce sont des matériaux

qui possèdent à la fois des propriétés semiconductrices et magnétiques, et qui en font

des candidats prometteurs dans la réalisation de dispositifs pour la spintronique.

Ce manuscrit ce concentre sur l’étude des ondes de spin dans les puits quantiques

à base de CdMnTe dopés n. Le CdMnTe est un DMS modèle dont la croissance est

largement maitrisée et de grande qualité. Des études ont déjà mis en évidence les

ondes de spins dans ces puits par diffusion Raman [13]. Nous utilisons la technique

de la rotation Kerr résolue en temps pour étudier ces ondes et leur dynamique. Cette

technique a déjà été appliquée avec succès pour l’étude des ondes de spin dans les

métaux [14] et dans les films minces magnétiques [15], mais son utilisation pour

l’étude de ces ondes dans le cas des gaz 2D d’électrons dans un DMS était encore

un terrain vierge avant le début de cette thèse.

Le premier chapitre du manuscrit est consacré à la mise en place des outils théo-

riques pour comprendre les DMS et les ondes de spins. Le deuxième, troisième et

quatrième chapitre sont consacrés aux échantillons, à la description et la mise en

place de la technique de rotation Kerr résolue en temps. Le chapitre 4 traite plus

spécialement de la mise en forme des impulsions laser pour améliorer la génération

de l’onde de spin. Enfin les deux derniers chapitres présentent les résultats expéri-

mentaux obtenus sur les différents échantillons. Le chapitre 5 traite du cas en champ

magnétique faible et présente l’identification de l’onde de spin en k = 0 ainsi que

sa dynamique et l’identification des excitations des manganèses. Le chapitre 6 traite

du cas en résonance (énergies de l’onde de spin et des excitations du manganèse

égales) où l’on observe l’apparition des modes couplés et d’un nouveau mode non

couplé. Une théorie développée avec l’aide d’Alexandre Dmitriev, et qui va au delà

de l’approximation usuelle en champ moyen, est détaillée. Elle permet d’expliquer

certains résultats et d’avoir accès à une mesure de la polarisation en spin du gaz

d’électrons.
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Chapitre 1

Généralités - Rappels

1.1 Semi-conducteurs magnétiques dilués

1.1.1 Introduction

Les semi-conducteurs magnétiques dilués (DMS) sont des matériaux alliant à la

fois les propriétés magnétiques et semi-conductrices. L’idée de ces matériaux vient

de la volonté de maitriser les propriétés magnétiques du matériau, et donc les pro-

priétés liées aux spins, au travers des propriétés semiconductrices. La dénomination

« dilué » provient du fait que les composants de la partie magnétique du matériau

sont dilués dans la partie semi-conductrice. Les DMS ont commencé à voir le jour

dans les 70 avec l’introduction d’impuretés magnétiques (Mn, Fe, Co) dans une ma-

trice de semi-conducteur à base de II-VI. Non dopés, ces DMS sont paramagnétiques

à faible concentration en impuretés magnétiques, et présentent des phases verre de

spin ou antiferromagnétiques à forte concentration en raison des interactions de su-

peréchange d-d. Ce n’est qu’en 1997 que, par modulation de dopage de type p de

puits quantiques CdMnTe, le ferromagnétisme induit par les porteurs a pu être ob-

tenu [1]. Entre temps le premier DMS à base de semi-conducteur III-V a pu être

fabriqué en incorporant du Mn dans une matrice InAs [2]. InMnAs a montré des

propriétés ferromagnétiques car le Mn est un accepteur dans un semiconducteur II-

V ce qui induit le ferromagnétisme à travers les trous. L’archétype de ces DMS est

le GaMnAs qui a certainement été le plus étudié et qui détient le record de la plus

grande température de Curie avec TC = 173 K [3]. Des recherches continuent dans

ce sens pour avoir un DMS dont la température de Curie soit plus grande que la

température ambiante. Nous nous intéressons au semi-conducteur magnétique dilué

CdMnTe car sa qualité cristalline, la maitrise de sa croissance et de son dopage n

ou p, la maitrise de fabrication d’hétérostructures de grandes qualités en font un

10
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Figure 1.1 – Structure cristalline en blende de zinc du CdMnTe, les atomes Mn
remplaçant certains atomes Cd.

matériau modèle pour la compréhension plus fine des phénomènes physiques liées à

la présence de l’interaction entre les ions magnétiques et les porteurs.

1.1.2 Structure cristalline

Le CdMnTe cristallise sous la même forme que le semi-conducteur CdTe, c’est à

dire la structure blende de zinc. Cette structure est formée par deux sous réseaux

cubiques face centrée décalés d’un quart de la diagonale [111]. Un sous réseau est

formé de cations Cd, l’autre d’anions Te. Pour le CdMnTe, les ions Mn se substi-

tuent à certains cations sans modifier la structure cristalline pour des concentrations

inférieures à 78%. Nous utilisons pour notre part des échantillons où le pourcentage

d’ions Mn est de l’ordre de 0.2% La qualité cristalline est donc très bonne et les pro-

priétés électroniques, optiques et structurales sont très proches de celles de CdTe.

1.1.3 États électroniques

CdTe est un semi-conducteur à gap direct au centre de la zone de Brillouin. De

plus il ne possède pas la symétrie d’inversion. Sans champ magnétique, la bande

de conduction est dégénérée 2 fois en Γ. Cette dégénérescence est levé en k 6= 0.

L’absence de symétrie d’inversion et le couplage spin-orbite sont la cause d’une

dépendance de l’énergie d’un électron sur la bande de conduction en k3. Ce dédou-

blement, bien que faible est responsable de la relaxation du spin des électrons dans

la plupart des semiconducteurs cubiques par le mécanisme de Dyakonov-Perel [4].

11
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Le couplage spin-orbite scinde les états de la bande de valence en un quadruplet

composé de la bande de trou lourd de spin 3/2 et de la bande de trou léger 1/2,

et un doublet de plus basse énergie appelé habituellement « split-off »de spin 1/2.

Dans les approximations habituelles, au voisinage du centre de zone la relation de

dispersion de chaque bande est parabolique. En présence d’un champ magnétique,

l’effet Zeeman lève les dégénérescences de toutes les bandes et fait apparaitre les

états de spin. Notamment la bande de conduction s’éclate en une bande dite ”spin

up” et une bande ”spin down”. La bande de valence qui mélange les trous lourd et

léger s’éclate aussi et en k=0 on sépare les 4 états de moment angulaire : -3/2, -1/2,

+1/2, +3/2. La Figure 1.2 résume la structure de bande et montre les éclatements

des bandes sous champ magnétique.

Figure 1.2 – Structure de bandes du CdTe massif au voisinnage du point Γ et
dans l’approximation des bandes paraboliques sans champ magnétique extérieur.
La bande de conduction (c) est séparé par l’énergie du gap Eg des bandes de trous
lourds (hh) et léger (lh) en k = 0. Ces bandes sont elles même séparé de la bande
de split off (so) d’une énergie ∆SO. Lorsqu’on applique un champ magnétique les
états de spin apparaissent.

La présence d’ions manganèses dans le CdMnTe modifie peu les états électro-

niques de la bande ce conduction et de la bande de valence autour de k = 0. Les ions

manganèses introduisent des états localisés sur leurs sites dont l’énergie des états

12



Chapitre 1. Généralités - Rappels

occupés se situent environ à 3eV en dessous de la bande de valence. Ils possèdent 5

électrons sur leur couche externe 3d. D’après la règle de Hund, ces 5 électrons sont

dans le même état de spin, le spin total vaut donc 5/2. En tenant compte de la

symétrie tétragonale, l’hamiltonien de spin du manganèse sous champ magnétique

B s’écrit :

H = gmµB J.B+
a

6

(

J4
x + J4

y + J4
z

)

+ A I.J (1.1)

Avec J le spin 5/2, I le spin du noyau, gm le facteur de Landé, a le paramètre de

champs cristallin, A la constante de couplage hyperfine. Le magnéton de Bohr a une

valeur connue : µB = 57.9 µeV/T, et les autres constantes ont été déterminé par

RPE :

gm = 2.02

a = 0.350 µeV

A = 0.680 µeV

Le premier terme de l’hamiltonien est le terme Zeeman qui décrit l’action du champ

magnétique sur le spin électronique. Le second terme est le terme de champ cristallin

qui rend compte de la géométrie et des contraintes du cristal. Le dernier terme

est celui de l’interaction hyperfine qui couple le spin 5/2 et celui du noyau. On

en déduit que le terme Zeeman est dominant pour les champs supérieurs à 0.1T.

Nous travaillerons toujours dans ces conditions, nous négligerons donc dans la suite

les termes de champs cristallin et de couplage hyperfin devant le terme Zeeman.

Les contraintes dans le cristal ne sont pas uniquement des contraintes de symétrie

cubique. On peut rajouter des termes pour en tenir compte, mais pour ce qui nous

intéresse, on considère ces contraintes négligeables. De plus nous emploierons le

terme « spin du manganèse » ou « spin manganèse » pour faire référence au spin

5/2 associé à la couche 3d du manganèse.

1.1.4 L’interaction d’échange sp-d

Les propriétés intéressantes des DMS viennent de la présence de deux systèmes

de spin différents. D’une part un système de spin 1/2 lié aux porteurs de charge

du semi-conducteur. D’autre part un système de spin 5/2 lié aux ions Mn. Ces 2

systèmes de spin se couplent par l’interaction d’échange sp-d. Dans l’hamiltonien qui

décrit le comportement des électrons dans le semi-conducteur il faut donc ajouter

un terme qui décrit cette interaction. On écrit, après Bastard et Kossut [5], ce terme
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sous la forme d’un hamiltonien d’Heisenberg :

Hxch =
∑

n

−K (r−Rn) s.Jn (1.2)

Avec r et s la position et le spin d’un porteur, Rn et Jn la position et le spin du

neme manganèse et K (r−Rn) l’interaction d’échange. Il faut noter ici que dans la

littérature l’interaction d’échange s’écrit habituellement J (r−Rn), mais nous avons

décidé de nommer J le spin 5/2 lié au manganèse ce qui explique la notation K.

On utilise couramment l’approximation du champ moyen qui consiste à remplacer

les opérateurs spins des manganèses par leur moyenne thermodynamique 〈J〉. On

peut aussi appliquer l’approximation du cristal virtuel pour rétablir l’invariance par

translation du cristal, en faisant porter une fraction x du spin J des manganèses à

tous les cations. L’hamiltonien d’échange devient alors :

Hxch = x
∑

n

−K (r−Rn) s.〈J〉 (1.3)

La somme sur n portant sur tous les sites cationiques du cristal. On peut alors

calculer au premier ordre en perturbation l’énergie d’échange au voisinage de k = 0

pour la bande de conduction et de valence. Soit uc0(r) la fonction de Bloch de la

bande de conduction en k = 0 et en prenant l’axe z comme axe de quantification

des spins, l’énergie d’échange est donnée par :

Es−d =
〈uc0|Hxch|uc0〉

〈uc0|uc0〉
= N0xsz〈Jz〉〈uc0|Ksd |uc0〉 (1.4)

AvecN0 le nombre de cellules par unité de volume. L’intégrale d’échange 〈uc0|Ksd |uc0〉
est habituellement noté α :

Es−d = N0αxsz〈Jz〉 (1.5)

On applique la même méthode pour la bande de valence en considérant la fonction

de Bloch, en k = 0, uv0(r) :

Ep−d = N0xsz〈Jz〉〈uv0|Kpd |uv0〉 (1.6)

L’intégrale d’échange 〈uv0|Kpd |uv0〉 est habituellement noté β :

Ep−d = N0βxsz〈Jz〉 (1.7)
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Chapitre 1. Généralités - Rappels

Dans le cas des électrons s de la bande de conduction l’interaction d’échange do-

minante est l’interaction d’échange directe. Cette interaction est ferromagnétique et

α > 0. Pour les électrons p de la bande de valence l’interaction d’échange dominante

est une interaction d’échange cinétique qui est anti-ferromagnétique, donc β < 0.

Dans le CdMnTe ces intégrales d’échange sont bien connues [6] :

N0α = +0, 22 eV (1.8)

N0β = −0, 88 eV (1.9)

Dans le cas où la concentration en impuretés magnétiques est basse ( x < 10% ), à

faible température le DMS se trouve dans un phase paramagnétique. Il a été montré

[6] [7] que l’aimantation dans les DMS pouvait être décrite phénoménologiquement

par une fonction de Brillouin modifiée.

Mz = N0 xeff gm µB
5

2
Br5/2

(

gmµBB

kbTeff

)

(1.10)

Avec Teff la température effective des ions manganèses qui prend en compte les in-

teractions possibles entres ces ions, N0xeff la densité des ions manganèses et BrJ(z)

la fonction de Brillouin modifiée :

BrJ(z) =
2J + 1

2J
coth

(

2J + 1

2J
z

)

− 1

2J
coth

(

1

2J
z

)

(1.11)

L’énergie spin-flip (énergie pour retourner le spin) d’un électron de la bande de

conduction est alors :

E∆ =
αMz

gMnµB

= N0αxeff〈Jz〉 = ∆ (1.12)

Où la valeur moyenne du spin du manganèse selon la direction z est donnée par :

〈Jz〉 =
5

2
Br5/2

(

gmµbB

kbTeff

)

(1.13)

Nous pouvons appliquer le même type de raisonnement pour calculer l’énergie

d’échange d’un manganèse en interaction avec des électrons. Puisque nous étudions

des puits quantiques nous effectuons le calcul uniquement dans ce cas. L’approxima-

tion du champ moyen remplace les opérateurs de spin des électrons par leur moyenne

thermodynamique 〈s〉. La fonction d’onde électronique dans la bande de conduction

15



Chapitre 1. Généralités - Rappels

s’écrit dans un puits quantique :

φ(x, r) =
1√
A
χ(x)eik.ruc0 (1.14)

Où A est la surface de l’échantillon et χ(x) représente la fonction d’onde dans la

direction de quantification du puits. L’énergie d’échange d’un manganèse en inter-

action avec ne électrons par unité de surface s’écrit alors :

ER(B, Jz) = Jz〈s〉
∑

n

〈φ(xn, rn)|K(rn −R)|φ(xn, rn)〉

=
αne

w
Jz〈s〉|χ(Rx)|2 (1.15)

Où Rx représente la position du manganèse dans la direction de croissance du puits et

w la largeur du puits. On appelle «Knight shift » l’énergie définit par K = αne

w
Jz〈s〉.

1.1.5 L’effet Zeeman

Puisque nous avons déjà négligé le champ cristallin et l’interaction hyperfine,

l’hamiltonien qui décrit le comportement des électrons s’écrit maintenant :

H = geµBS.B+Hxch (1.16)

L’énergie spin-flip due à l’effet Zeeman s’écrit immédiatement :

EZ = geµBB = Z(B) (1.17)

Dans CdTe massif le facteur de Landé est connu ge = −1.6. Dans les puits quantiques

il a été montré que le facteur de Landé varie avec l’énergie de confinement [8] [9].

On trouve généralement des valeurs légèrement plus petites en module que 1.6. Pour

nos puits dont la largeur est comprise entre 10 et 15 nm, le facteur de Landé est

proche de -1.5.

Pour les manganèses l’hamiltonien en tenant compte de l’interaction d’échange

s’écrit :

H = gmµBJ.B+Hxch (1.18)

Le premier terme décrit l’effet Zeeman. L’énergie de l’excitation d’un spin manganèse

s’écrit alors :

EMn(B,Rx) = gmµBB +K|χ(Rx)|2 (1.19)

On peut négliger pour l’instant le terme K car, en supposant que le gaz d’électrons
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est complètement polarisé (〈s〉 = 1/2) dans un puits de concentration 1011 cm−2 et

d’une largeur de 10 nm, on obtient K = 0.75 µeV. Or le terme Zeeman devient plus

grand que K des 10 mT, et puisque nous travaillons avec des champs de l’ordre du

Tesla, on peut négliger pour le moment le terme K.

On peut alors comparer les énergies spin-flip, dues à l’effet Zeeman et à l’interac-

tion d’échange, pour les électrons de la bande de conduction et l’énergie de spin-flip

des manganèses dans un puits de CdMnTe contenant 0.2% de manganèses et à une

température de 2K (voir la Figure 1.3). On s’apperçoit alors qu’il faut tenir compte

de l’effet Zeeman. Même avec une si faible concentration en manganèses, l’interac-

tion d’échange produit une énergie de spin-flip plus grande que l’effet Zeeman pour

des champs magnétiques pas trop grand. C’est ce que l’on appelle l’effet « Zeeman

géant », une propriété fondamentale des DMS qui permet d’obtenir des gaz d’élec-

trons fortement polarisés en spin sans utiliser des champs magnétiques intenses. On

s’apperçoit aussi que pour ce type d’échantillon on s’attend à avoir des énergie de

spin-flip égales pour les électrons et les manganèses vers 5.5 Tesla.

Figure 1.3 – Energie pour retourner un spin de la bande de conduction ou un
spin manganèse dans CdMnTe avec 0.2% de Mn et à une température de 2K en
fonction du champ magnétique. La courbe verte et bleu représentent l’énergie de
l’interaction d’échange et l’énergie Zeeman pour les électrons. La somme des deux
est représentée par la courbe noire. La courbe rouge représente l’énergie Zeeman
pour les manganèses
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1.2 Excitations d’un gaz 2D d’électrons sous champ

magnétique

Nous allons maintenant étudier les excitations de spin possibles dans un gaz

d’électrons bidimensionnel soumis à un champ magnétique parallèle au plan bidimen-

sionnel. La description de certaines propriétés macroscopiques d’un gaz d’électrons

et de ses excitations élémentaires doit tenir compte des interactions de Coulomb

entre les électrons. C’est un problème à N corps, en général complexe, mais qui peut

être traité sous certaines hypothèses dans le cadre de la théorie de Landau des li-

quides de Fermi. Une deuxième approche consiste à écrire l’hamiltonien du système

en seconde quantification et à utiliser la théorie de la réponse linéaire. Les interaction

de Coulomb peuvent alors être traitées à travers diverses approximations. Dans les

deux cas nous nous intéresserons à la susceptibilité de spin χ du gaz d’électron.

1.2.1 Théorie de Landau

1.2.1.1 Concept de quasiparticules

Pour une excellente introduction à la théorie de Landau on pourra consulter la

Ref. [10]. Nous introduisons ici uniquement quelques notions importantes pour la

suite et nous utiliserons les notations de la Ref. [10].

La théorie de Landau s’applique aux liquides de Fermi dits normaux, c’est à dire

pour lesquels on peut atteindre l’état fondamental du système reél (avec interac-

tions) à partir du fondamental du système idéal (sans interactions) en branchant

les interactions de manière adiabatique. Elle a été introduite initialement pour dé-

crire les propriétés de l’helium 3, qui obéit à la statistique de Fermi, mais s’applique

également aux gaz électrons dégénérés dans les métaux ou les semiconducteurs. La

théorie introduit le concept de quasiparticule, qu’on peut se figurer comme un fer-

mion « habillé » par un nuage d’autres fermions perturbés par son passage. La

quasiparticule aura donc une masse effective m∗ différente de la masse m du fermion

sans interaction. Ce concept de quasiparticule nous est familier et nous l’utilisons,

parfois inconsciemment, chaque fois que nous utilisons une description à un électron

des états d’un semiconducteur. Rigoureusement une quasiparticule de moment p et

de spin σ est obtenue à partir d’une excitation du gaz idéal (un fermion de même

moment et de même spin créé au-dessus du niveau de Fermi) en branchant adiabati-

quement les interactions. On peut montrer que le temps de vie d’une quasiparticule

varie comme l’inverse au carré de sa distance en énergie à la surface de Fermi. Les

quasiparticules ne sont donc bien définies qu’au voisinage de la surface de Fermi
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et la théorie n’a de sens que dans cette limite, en particulier lorsque kBT ≪ EF .

La théorie ne s’applique aussi que lorsque la densité de quasiparticules reste petite

devant la densité totale. Ceci restreint les phénomènes macroscopiques que l’on peut

considérer à ceux dont le vecteur d’onde q et la fréquence ω sont tels que ~q ≪ pF

et ~ω ≪ µ.

On pourrait penser que tout l’effet des interactions est pris en compte par l’in-

troduction du concept de quasiparticules. En fait ce n’est pas le cas et c’est tout le

mérite de Landau d’avoir reconnu qu’une théorie cohérente d’un liquide de Fermi

doit nécessairement introduire des interactions entre les quasiparticules. La théorie

introduit la distribution np de quasiparticules, et surtout son écart δnp par rapport

à la distribution dans l’état fondamental n0
p = n0(ǫp − µ), où n0 est la fonction de

Fermi-Dirac. On a omis le spin pour simplifier l’écriture. Le point de départ de la

théorie consiste à faire un développement en série de Taylor de l’énergie libre F qui

est une fonctionnelle de δnp :

F = F0 +
∑

p

(ǫp − µ)δnp +
1

2

∑

p,p′

fpp′δnpδnp′ +O(δn3) (1.20)

avec µ le potentiel chimique et F0 l’énergie libre dans l’état fondamental. Le co-

efficient fpp′ est l’énergie d’interaction des quasiparticules p et p′. Comme on est

toujours au voisinage de la surface de Fermi fpp′ ne dépend que de la direction de p

et p′, et de l’orientation relative des spins des deux quasiparticules σ et σ′. On peut

donc écrire

f ↑↑
pp′ = f s

pp′ + fa
pp′ (1.21)

f ↑↓
pp′ = f s

pp′ − fa
pp′ (1.22)

De plus si le système est isotrope ces quantités ne dépendent que de l’angle ξ entre

p et p′ et on peut les développer en polynômes de Legendre :

f
s(a)
pp′ =

∞
∑

l=0

f
s(a)
l Pl(cos(ξ)) (1.23)

Il est commode d’introduire des coefficients sans dimension :

F
s(a)
l =

Ωm∗pF
π2~3

f
s(a)
l = ν(0)f

s(a)
l (1.24)

où ν(0) est la densité d’états pour les quasiparticules. Ces paramètres, qui mesurent

la force de l’interaction comparée à l’énergie cinétique, sont appelés paramètres de
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liquide de Fermi.

D’après l’Equation (1.20), l’énergie libre d’une quasiparticule vaut :

ǫp − µ = (ǫp − µ) +
∑

p′

fpp′δnp′ (1.25)

ce qui conduit à introduire une nouvelle distribution δnp = np − n0(ǫp − µ). Le

sens physique de cette distribution n’est pas trivial mais elle s’interprête comme

un écart à l’équilibre local. Bien entendu les distributions δnp et δnp ne sont pas

indépendantes mais sont liées par les paramètres de liquide de Fermi introduits plus

haut. Le lien s’établit en décomposant ces distributions en une partie symétrique et

une partie antisymétrique en spin, puis en faisant un développement en harmoniques

sphériques de ces quantités. A température nulle et pour un système isotrope

δnp,± = δns
p ± δna

p

δns
p =

∑

lm

δ(ǫp − µ)δns
lmYlm(θ, φ) (1.26)

où θ et φ sont les angles polaires de p, et avec des expressions similaires pour δnp.

On peut montrer que les deux distributions sont reliées par les expression suivantes :

δns
lm = (1 +

F s
l

2l + 1
)δns

lm

δna
lm = (1 +

F a
l

2l + 1
)δna

lm (1.27)

Nous sommes maintenant en mesure de relier certaines propriérés mesurables

d’un liquide de Fermi aux paramètres F s
l et F a

l . Nous allons le faire pour la masse

effective des quasiparticules et pour la susceptibilité de Pauli, qui sont deux quantités

qui nous intéressent pour la suite.

1.2.1.2 Calcul de la masse effective des quasiparticules

La masse effective se calcule en partant de deux expressions équivalentes du

courant de quasiparticules [10]

j ∝ 1

m⋆

∑

p

pδns
p =

1

m

∑

p

pδns
p (1.28)

Le courant sera non nul si la distribution de quasiparticules a une composante non

nulle du moment angulaire l = 1, par exemple l = 1 etm = 0. En utilisant la relation
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1.27 on trouve
m⋆

m
=
δns

10

δns
10

= 1 +
1

3
F s
1 (1.29)

On trouve donc que la masse effective des quasiparticules est augmentée par rapport

à la masse « nue »des fermions sans interaction. On va voir que la susceptibilité de

spin du liquide de Fermi est aussi augmentée.

1.2.1.3 Calcul de la susceptibilité de spin

Dans un champ magnétique H une particule de spin σ acquière une énergie

gµBσH. Les deux orientations de spin ne sont plus en équilibre. Afin de rétablir le

même potentiel chimique les deux surfaces de Fermi se séparent de gµBσH. Comme

le potentiel chimique est égal à l’énergie locale des quasiparticules sur la surface de

Fermi, la distribution à l’équilibre en présence du champ peut s’écrire

npσ = n0(ǫp − µ− gµBσH) (1.30)

et l’écart à l’équilibre local s’écrit

δnpσ = n0(ǫp − µ− gµBσH)− n0(ǫp − µ) = −gµBσH
∂n0

∂ǫp
(1.31)

Pour calculer l’aimantation

M = −gµB

∑

p

σδnpσ = 2gµB

∑

p

δna
p (1.32)

il faut relier δnpσ et δnpσ avec les Equations (1.27). Si le système est isotrope alors

δnpσ est isotrope et antisymétrique par rapport au spin donc

δnpσ =
δnpσ

1 + F a
0

= −−gµBσH

1 + F a
0

∂n0

∂ǫp
(1.33)

Le calcul de M est alors direct est la sommation sur p fait apparaitre la densité

d’états ν(0)

M = (gµB)
2 ν(0)

1 + F a
0

H (1.34)

On en déduit la susceptibilité

χ =
M

ΩH
=
m∗

m

χP

1 + F a
0

(1.35)
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où on a introduit la susceptibilité de Pauli des fermions sans interactions

χP = (gµB)
2mpF
π2~3

(1.36)

la susceptibilité du gaz réel est modifiée, non seulement à cause du changement de

masse des quasiparticules, mais aussi à cause du facteur (1+F a
0 )

−1. La susceptibilité

de spin est donc un exemple de propriété qui dépend de l’interaction entre quasipar-

ticules. D’autres propriétés, comme la chaleur spécifique, ne sont pas affectées par

ces interactions.

Pour des électrons libres le paramètre F a
0 (donc la susceptibilité) a été calculé

dans l’approximation Hartree-Fock et pour une interaction de Coulomb non écrantée.

A 3D la susceptibilité est donnée par [11]

χ3D

χP

=
1

1− 0.166rs
(1.37)

L’approximation de Hartree-Fock suggère une divergence de la susceptibilité quand

rs ≃ 6, donc l’apparition d’un ordre ferromagnétique lorsque la densité diminue. En

réalité l’approximation de Hartree-Fock n’est plus valable dans ce régime dilué où

les corrélations deviennent importantes et le gaz d’électrons reste paramagnétique

quelque soit la densité.

De même à 2D et dans l’approximation Hartree-Fock on trouve [12]

χ2D

χP

=
1

1−
√
2

π
rs

(1.38)

Un calcul plus récent de la susceptibilité par une méthode Monte-Carlo et tenant

compte des corrélations donne des corrections d’ordre supérieur en rs [13]

χ2D

χP

= [1−
√
2

π
rs + 2r2sα1(rs)]

−1 (1.39)

Nous comparerons au Chapitre 6 nos résultats expérimentaux à ce résultat théo-

rique.

1.2.1.4 Modes collectifs

Nous souhaitons souligner ici que la théorie de Landau permet de décrire éga-

lement les excitations collectives d’un liquide de Fermi en cherchant les solutions

collectives de l’équation de transport (Voir Chapitres 1 (liquides neutres) et 3 (li-

quides chargés) de la Ref [10]). Elle permet aussi de décrire leur amortissement
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par couplage avec les excitations à une particule (amortissement de Landau). Nous

renvoyons à nouveau le lecteur intéressé à la Ref. [10].

1.2.2 Théorie de la réponse linéaire

Contrairement à la théorie de Landau, la théorie de la réponse linéaire permet une

résolution exacte de l’hamiltonien sans utiliser des paramètres phénoménologique,

mais en utilisant des approximations comme les potentiels de densité de spin et

la densité adiabatique [14]. Ces approximations permettent de tenir compte des

interactions à N-corps tout en permettant de continuer un calcul analytique. D’après

l’article de F. Perez [15] on peut alors écrire la susceptibilité dynamique de spin

transverse :

χ+− =
4Π↓↑

1− 4Gxc
+−Π↓↑

χ−+ =
4Π↑↓

1− 4Gxc
+−Π↑↓

(1.40)

Πσσ′ est la susceptibilité en spin de Lindhard qui représente la susceptibilité du

gaz sans tenir compte des interactions coulombiennes :

Πσσ′(q, ω) =

∫

d2k

(2π)2
nk,σ − nk+q,σ′

~ω + ǫ∗k,σ − ǫ∗k+q,σ′ + i~η
(1.41)

Avec nkσ et ǫ∗kσ l’occupation et l’énergie de l’état |k, σ〉. De plus l’auteur rajoute la

partie imaginaire i~η pour ne pas avoir un simple delta de Dirac dans le pôle de la

fonction.

Gxc
+− est un facteur tenant compte des interactions à N-corps, et notamment de

la partie échange-corrélation de l’interaction coulombienne :

Gxc
+− =

1

2n2
2Dζ

∂Exc

∂ζ
(1.42)

Avec Exc l’énergie d’échange et de corrélation du gaz d’électrons dont la densité est

n2D et dont la polarisation en spin est ζ qui se définie simplement par :

ζ =
n↑ − n↓

n↑ + n↓
(1.43)

L’énergie d’échange-corrélation est une quantité qui n’est pas accessible directe-

ment par l’expérience. Cependant des modèles [13] permettent d’en faire le calcul.

Dans la théorie de la réponse linéaire, les excitations de spin vont apparaitre comme

des pôles de la partie imaginaire de la susceptibilité χ+−. On peut ainsi chercher

les pôles de la susceptibilité en spin χ en traçant la partie imaginaire de χ(q, ω) en
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fonction de ω pour un q donné. Dans la théorie de la réponse linéaire, les excitations

de spin sont données par les pôles de la susceptibilité dynamique χ(q, ω).

1.2.2.1 Excitations individuelles

On s’intéresse d’abord aux excitations d’un seul spin dans le gaz d’électrons sous

champ magnétique. La bande des électrons de conductions étant séparée en bandes

de spin up et down, l’excitation de spin consiste à faire passer un électron d’une

bande à l’autre. Une première approche näıve consiste à considérer les deux bandes

et leurs dispersions.

Soit l’énergie de la bande spin down E↓(k) = ~
2k2

2m
− Z(B)

2
avec Z(B) l’énergie

Zeeman du champ extérieur B. Et soit l’énergie de la bande de spin up E↑(k
′) =

~
2k′2

2m
+ Z(B)

2
. L’énergie de l’excitation pour faire passer un électron de la bande de

spin down vers la bande de spin up en modifiant son vecteur d’onde d’une quantité

q = k′ − k est :

E↓↑(q) = E↑(k+ q)− E↓(k)

=
~
2 (k2 − (k+ q)2)

2m
+ Z(B) (1.44)

Si on ne considère que les excitations qui modifient peu le vecteur d’onde, donc

q petit, on peut développer cette expression au premier ordre. Ici q petit signifie

|q| < kF où kF est le vecteur d’onde du niveau de Fermi définit par kF =
√
2mEF/~.

E↓↑(q) =
~
2 (q2 − 2qk cos θ)

2m
+ Z(B) (1.45)

Avec θ l’angle entre le vecteur d’onde k et q. On voit alors qu’il apparait un conti-

nuum d’énergie possible pour réaliser le flip d’un spin si on modifie le vecteur d’onde

de l’électron. En revanche Si l’excitation ne modifie pas le vecteur d’onde alors il

n’existe qu’une seule solution : E↓↑(0) = Z(B).

Dans la théorie de la réponse linéaire les excitations individuelles vont appa-

raitre comme des pôles de la susceptibilité χ+− ou χ−+. Ici on va considérer le cas :

χ+−(q, ω) =
4Π↓↑(q,ω)

1−4Gxc
+−Π↓↑(q,ω) . Le numérateur correspond à la susceptibilité du gaz 2D

d’électrons sans interactions entre les électrons et correspond au passage d’un élec-

tron de la bande de spin down vers la bande de spin up en modifiant sont vecteur

d’onde d’une quantité q. Les pôles de Π↓↑(q, ω) correspondent donc aux excitations
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Figure 1.4 – (a) Diagramme de la bande de conduction où les spins up et down
sont séparés, et où on considère que les états sont remplis jusqu’au niveau de
Fermi. On voit alors qu’il existe plusieurs possibilités pour faire passer un électron
de l’état spin down vers l’état spin up (de 1 à 4). D’où le continuum d’énergie
d’excitation (b) pour une excitation de spin flip de vecteur d’onde q 6= 0

individuelles permises :

Πσσ′(q, ω) =

∫

d2k

(2π)2
nkσ − nk+qσ′

~ω + ǫ∗kσ − ǫ∗k+qσ′ + i~η
(1.46)

Les énergies des excitations individuelles sont alors définies par ~ω(k,q) = ǫ∗k+k,↑ −
ǫ∗k,↓ avec les conditions aux limites : nk+k,↑ < 1 et nk,↓ > 0. A température nulle

ces conditions signifient simplement qu’il faut un état de départ peuplé et un état

d’arrivé disponible. On remarque alors que pour le cas particulier q = 0 on obtient

d’après [15] :

~ω(k, 0) = Z(B) + 2n−1
2D

∂Exc

∂ζ
= Z∗(B) (1.47)

L’énergie qui sépare les bandes de spin up et down n’est pas l’énergie de Zeeman, mais

une énergie de Zeeman renormalisée par les interactions coulombiennes. Dans tous les

cas il est plus facile de ne chercher que les limites du continuum d’excitations à une

seule particule. A température nulle ces limites sont définies par les conditions sur les

populations en spins up et donws : nk+q,↑ < 1 et nk,↓ > 0. Ces conditions signifient

simplement qu’il faut un état de départ peuplé et un état d’arrivé disponible. Le

continuum d’excitations est alors limité par :E(q) = Z∗(B)± ~
2qkF/m
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1.2.2.2 Excitations collectives

Dans la théorie de la réponse linéaire, les excitations collectives de spin vont

apparaitre comme des pôles de la partie imaginaire de la susceptibilité χ+−. Il faut

donc chercher les zeros du dénominateur :

1− 4Gxc
+−Π↓↑(q, ω) = 0 (1.48)

En considérant les excitations de q petit, c’est à dire q ≪ kF et en faisant un

développement au premier ordre en q autour de zéro de Π↓↑(q, ω), la solution qui

correspond à une onde de spin est d’après [15] :

~ωSFW (q) = Z − 1

|ζ|
Z

Z∗ − Z

~
2

2m
q2 (1.49)

On voit ici la dépendance en q2 de l’énergie de l’onde de spin, elle diminue avec

l’augmentation de son vecteur d’onde. De plus en q = 0 elle s’identifie à l’énergie

Zeeman : ~ωSFW (0) = Z.

Il faut remarquer ici que l’onde de spin est une excitation collective qui apparait

parce que l’on a pris en compte les interactions coulombiennes entre les électrons.

Son énergie est plus faible que celle de l’excitation individuelle. Hors l’énergie de

l’onde en q = 0 ne fait pas intervenir le fait que les électrons interagissent entre eux.

Cette énergie est égale à l’énergie Zeeman. C’est une conséquence de l’invariance par

rotation du spin des électrons qui est connue sous le nom de théorème de Larmor.

1.2.2.3 Autres excitations de spin

χ+− et χ−+ ne représentent que la susceptibilité transverse de spin, autrement

dit, il existe aussi une susceptibilité longitudinale χzz. D’après [16] dans le cas d’un

gaz d’électrons non polarisé on obtient :

χzz =
Π

1−Gxc
zzΠ

(1.50)

Avec Π = 2Π↑↑ = 2Π↓↓. Les pôles de cette susceptibilité représentent les excitations

de densité de spin. Lorsque le gaz est polarisé en spin, ces excitations se mélangent

aux excitations de charges appelés plasmons.
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1.3 Relaxation de spin dans les DMS

Nos allons maintenant nous intéresser à la dynamique des excitations de spins que

nous venons de décrire. Nous nous intéressons à leur évolution temporelle après leur

création, plus particulièrement à leur relaxation. La relaxation de spin se comprend

comme la perte de la polarisation initiale en spin au bout d’un temps τs. Différents

processus peuvent-être à l’origine de la relaxation, mais elle peut se comprendre

généralement par l’action d’un champs magnétique effectif (parfois réel) fluctuant.

Considérons un tel champ B dont le temps de corrélation est τc. Ce temps de corré-

lation se comprend comme le temps pendant lequel le champ reste constant. Durant

ce temps le spin S est soumis à une interaction de type magnétique B.S ≈ ~ω.S où

ω est le vecteur représentant la fréquence de précession du spin autour du champ

B. Le spin subit une rotation d’un angle δθ ≈ ωτc avant que le champ ne change

aléatoirement d’orientation et d’amplitude. On peut alors considérer deux cas par-

ticulier.

Si ωτc ≫ 1 (le cas le moins fréquent) alors le spin effectue plusieurs rotation

complète autour du champ effectif et l’orientation initiale du spin est perdu dès le

premier changement aléatoire du champ. On a alors τs ≈ τc.

Si ωτc ≪ 1 (le cas le plus fréquent) alors le spin effectue une petite rotation

autour du champ effectif avant que son orientation et son amplitude ne changent

aléatoirement. Dans ce cas, pendant un temps t on peut compter t/τc changements

aléatoires et à chaque changement l’écart type de l’angle de rotation est 〈∆θ2〉 ≈
(δθ)2 ≈ (ωτc)

2, soit au bout du temps t un écart type 〈∆θ2〉t ≈ ω2τct puisque les

changements ne sont pas corrélés. En définissant le temps de relaxation τs comme le

temps au bout duquel 〈∆θ2〉τs ≈ 1 on obtient la relation générale :

1

τs
≈ ω2τc (1.51)

C’est un exemple de rétrécissement par le mouvement (« motional narrowing ») où

plus le temps de corrélation est court, plus le temps de relaxation est long. Pour

comprendre les mécanismes de relaxation d’après cette image du champ magnétique

effectif il faut trouver le temps de corrélation et la fréquence de précession pour

chaque mécanisme.
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1.3.1 Mécanismes de relaxation dans les semiconducteurs

non-magnétiques

Dans le cas des semiconducteurs massifs il existe trois mécanismes de relaxation

principaux. Le mécanisme d’Elliott-Yafet [17] [18], le mécanisme de Dyakonov-Perel

[4] [19] et le mécanisme de Bir-Aronov-Pikus [20]. Pour le CdMnTe massif qui est

un semiconducteur qui cristallise dans la structure blende de zinc et qui ne possède

pas de centre d’inversion de symétrie, le mécanisme de Dyakonov-Perel est le plus

efficace. Nous ne présenterons donc ici que ce mécanisme.

Le mécanisme de relaxation de Dyakonov-Perel se base sur l’éclatement de la

bande de conduction à cause de l’interaction spin-orbit. Le terme de spin-orbit dans

l’hamiltonien décrivant l’électron peut s’écrire ~ω(p).S où ω(p) se comprend comme

un champ effectif qui dépend de l’impulsion p de l’électron. A cause des collisions

que subit l’électron, son impulsion varie aléatoirement et possède un temps de re-

laxation τp. Le champ effectif varie donc aléatoirement dans le temps et son temps

de corrélation est de l’ordre de τp. Si Ωτp ≪ 1, on peux réécrire l’Equation 1.51 :

1

τs
≈ Ω2τp (1.52)

Nous pouvons réécrire cette équation de manière plus complète :

1

τs
= Qα2τp

E3
c

~Eg

(1.53)

avec Q un nombre de l’ordre de 1 qui dépend du mécanisme de diffusion et du

semiconducteur considéré, α le paramètre de couplage spin-orbite et Ec l’énergie de

l’électron dans la bande de conduction (Ec = (~k)2/2m∗).

1.3.2 Mécanisme de relaxation de spin dans les DMS

Dans les semiconducteurs magnétiques dilués un nouveau mécanisme de relaxa-

tion est présent du fait que les électrons de conductions et les ions manganèses sont

couplés par l’interaction d’échange s-d. Cette interaction va entrainer de nouveaux

mécanismes de diffusion et donc de relaxation de spin, mais aussi l’apparition d’un

champs magnétique effectif, dû à l’aimantation des manganèses, qui peut fluctuer et

donc entrainer un déphasage entre les spins des électrons.
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1.3.2.1 Relaxation de spin électronique par flip-flop avec les spin man-

ganèses

On rappel que l’hamiltonien d’échange s’écrit Hxch =
∑

n −K (r−Rn) s.Jn. On

a donc un terme longitudinal sz.Jz qui n’échange pas les spins et un terme transverse

s+.J− + s−.J+ qui échange les spins. La diffusion d’un électron par un manganèse

peut donc se faire sans ou avec retournement de son spin. Les collisions avec re-

tournement de spin vont participer à la relaxation de spin des électrons. Dans le

modèle de Bastard [21] on calcule la probabilité de retournement du sipn de l’élec-

tron en utilisant la règle d’or de Fermi. Dans le cas d’un puits quantique de largeur

w, de barrières infinies, et dont la concentration effective en manganèses est xeff , on

trouve :
1

τs
=

35

8
m∗ (N0α)

2 xeff
~3wN0

(1.54)

En champ nul, ce temps s’interprète, soit comme un T1 soit comme un T2, et en champ

non nul comme un T1. Ce modèle ne prévoit pas de variation de T1 en fonction du

champ, il ne dépend que de la concentration en manganèses.

1.3.2.2 Relaxation des spins électroniques par fluctuations du champ

effectif

Ce mécanisme de relaxation est décrit par Y.Semenov [22]. Il provient de la

fluctuation du champ effectif produit par les manganèses et de la corrélation de

ces fluctuations avec le temps de spin-flip des électrons. La théorie qu’il développe

permet de calculer le temps de relaxation longitudinal et transverse pour un gaz

d’électrons dans un puits quantique soumis à un champ magnétique. Le point de

départ du calcul est l’écriture de l’équation de Bloch pour les composantes du spin

moyen des électrons 〈S〉 :

d

dt







X

Y

Z






= ω







−Y
X

0






− Γ







X

Y

Z − Z0






(1.55)

Avec ω l’énergie de Zeeman, Z0 la composante du spin à l’équilibre (le champ

magnétique extérieur étant dirigé selon l’axe z) et Γ une matrice de relaxation gé-

nérale. Semenov montre comment par des considérations de symétrie cette matrice

peut se mettre sous la forme :
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Γ =







π(γ0zz + nγyy + inπγxy) 0 inπγyx

0 π(γ0zz + nγxx + inπγxy) inπγzx

0 0 nπ(γxx + γxx + inπγxy)







(1.56)

Avec γuv les fonctions de corrélation du champ magnétique effectif fluctuant

responsable du retournement des spins. Les notations sont n ≡ n(ω) = (1 + e
ω
T )/2,

γuv ≡ γuv(ω) et γ
0
uv ≡ γuv(0). Les fonctions de corrélations peuvent s’écrire sous la

forme :

πnγxx(ω) =
πα2

4S2
0

k 6=k′
∑

k,k′,σ

∑

j

|ψ(zj)|4

{

〈

S2
x

〉

[f(1− f ′) + f ′(1− f)] [δ(ω + ǫ− ǫ′ + ω0) + δ(ω + ǫ− ǫ′ − ω0)]

+
〈Sz〉
2

(f − f ′) [δ(ω + ǫ− ǫ′ + ω0)− δ(ω + ǫ− ǫ′ − ω0)]
}

(1.57)

πnγxy(ω) = i
πα2

4S2
0

k 6=k′
∑

k,k′,σ

∑

j

|ψ(zj)|4

{

〈

S2
x

〉

[f(1− f ′) + f ′(1− f)] [δ(ω + ǫ− ǫ′ + ω0)− δ(ω + ǫ− ǫ′ − ω0)]

+
〈Sz〉
2

(f ′ − f) [δ(ω + ǫ− ǫ′ + ω0) + δ(ω + ǫ− ǫ′ − ω0)]
}

(1.58)

γ0zz =
α2

S2
0

〈

S2
z

〉

k 6=k′
∑

k,k′,σ

∑

j

|ψ(zj)|4 f(1− f ′)δ(ǫ− ǫ′) (1.59)

γxz = γyz = 0 (1.60)

Ici S0 représente la surface de l’échantillon, et f la distribution de Fermi-Dirac,

normalisé à 1. La notation précise est ǫ = ǫk,σ, ǫ
′ = ǫk′,σ et f = fk,σ, f

′ = fk′,σ

avec
∑

k,σ fk,σ = 1. En faisant le compte, il faut calculer 7 termes. On observe tout

d’abord que grâce à l’Equation (1.60) la matrice de relaxation Γ se simplifie, ce qui

donne :

Γ







X

Y

Z − Z0






=







Xπ[γ0zz + nγyy + inγxy]

Y π[γ0zz + nγxx + inγxy]

(Z − Z0)nπ[γxx + γyy + iγxy]






(1.61)

En sachant que γxx = γyy on peut maintenant écrire les 2 temps de relaxation
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sous la forme :

T−1
1 = nπ[γxx + γyy + iγxy] (1.62)

T−1
2 = π[γ0zz + nγxx + inγxy] (1.63)

Il faut maintenant effectivement calculer les fonctions de corrélations γ. Dans

[22] Y. Semenov considère un gaz non dégénéré dans un puits quantique de hauteur

infinie. Dans ce cas la distribution de Fermi peut être approximée par la distribution

de Boltzmann. Une fois tous les γ calculés, certains termes étant numériquement

négligeables, les temps de relaxation s’écrivent :

1

T1
= I

α2m

Lw~
3
nm

〈

S2
x

〉

F
(ω

T
,
ω0

T

)

(1.64)

1

T2
= I

α2m

Lw~
3
nm

{〈S2
z 〉
2

+
〈S2

x〉
2
F
(ω

T
,
ω0

T

)

}

(1.65)

Avec I qui représente le recouvrement entre la fonction d’onde ψ(z) des électrons

et la distribution en manganèses nm(z) le long de la direction de croissance. nm est

la concentration moyenne en manganèses dans le puits.

I =

∫ ∞

−∞

nm(z
′)

nm

|ψ(z′)| dz′ (1.66)

F (x, y) =
1

4
[2 + exp(− |x+ y|) + exp(− |x− y|)] (1.67)

Pour un gaz d’électrons dégénérés, le calcul est plus compliqué mais peut aussi

être fait.

1.3.2.3 Relaxation des spins électroniques des excitons par fluctuations

locales du champ effectif

Ce mécanisme, présenté par Ronnburg et al. dans la Référence [23], est un méca-

nisme de relaxation du type « motionnal narrowing », où le temps de relaxation T2

est inversement proportionnel au temps de corrélation τc des fluctuations du champs

magnétique effectif vues par un exciton :

1

T2
=

γ2τ0
Nex

[

N0xeffkbTχ(B, T ) + 〈Mz〉2 +

N0xeffkbT [3χ(0, T )− χ(B, T )]− 〈Mz〉2

2 + 2 (g0µBB/~+ γ 〈Mz〉)2 τ 20

]

(1.68)
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Ce modèle tient à la fois compte des fluctuations thermiques de l’aimantation (les

fluctuations longitudinales sont décrites par le premier terme et les fluctuations trans-

verses par le troisième terme de l’Equation (1.68)) et des fluctuations de concentra-

tion locale en manganèses (deuxième terme de l’Equation (1.68)). La Figure 1.5

Figure 1.5 – a) Temps de déphasage des électrons en fonction de la concentration
en manganèse et de la température pour un champ magnétique de 5T. L’insert b)
schématise un exciton se déplaçant à travers le champ fluctuant des manganèses.

issue de [23] montre le temps de déphasage des électrons en fonction du dopage en

manganèses pour plusieurs températures et pour un champ magnétique de 5 Tesla.

On remarque bien que plus le dopage en manganèses est important, plus le temps

de relaxation est court, mais au contraire, plus on chauffe, plus on l’augmente.

1.3.2.4 Relaxation des spins électroniques par fluctuation d’interface du

puits quantique

Dans l’image de la relaxation par un champ effectif, les mécanismes précédant

possèdent tous un temps de corrélation du même ordre de grandeur, ce qui conduit

à des temps de relaxation du même ordre de grandeur. Les mesures que nous pré-

senterons au Chapitre 5 donnent des temps de relaxation plus petits, d’un ordre de

grandeur, que les temps prévus par les théories déjà présentées. Pour avoir des temps

de corrélation qui donnent le bon ordre de grandeur pour les temps de relaxation

il faut modifier l’échelle des fluctuations. Dans cette optique Shmakov et al. [24]

propose de considérer les fluctuations spatiales de la largeur d’un puits quantique
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CdMnTe. L’amplitude des fluctuations s’écrit alors :

ω2
∗ =

2α2〈Jz〉nm〈δw2(r)〉
~2w

(1.69)

Où nm est la concentration en manganèse, et δw(r) la variation de la largeur en r.

Shmakov considère une fluctuation gausienne ayant une échelle spatiale d. Le temps

de corrélation τc est défini par le temps de parcours d’un électrons sur la distance

d. On se retrouve donc à étudier les deux cas ω∗τc ≪ 1 et ω∗τc ≫ 1, et à discuter

plusieurs cas possibles en tenant compte du libre parcours moyen d’un électron en

fonction de la taille d des fluctuations. La conclusion de la référence [24] est que,

dans le cas de nos puits quantique et pour une variation la largeur du puits δw

de l’ordre de la constante du réseau cristallin, une fluctuation de la largeur sur une

distance de d = 10 nm est suffisante pour diminuer d’un ordre de grandeur les temps

de relaxation des électrons.

1.3.3 Relaxation des spins manganèses

Il faut noter ici que les spins des manganèses vont aussi relaxer grâce à divers

mécanisme. Cela peut-être par le couplage d’un manganèse isolé avec le réseau,

et donc l’émission ou l’absorption de phonons [25]. Si les manganèses forment des

clusters, ce mécanisme peut-être encore plus efficace [26]. Les spins des manganèses

peuvent aussi se coupler entre eux par une interaction dipolaire. Cela conduit à

un autre mécanisme de relaxation [27], [28]. Enfin puisque les spins des porteurs

se couplent aux spins des manganèse, il existe aussi un mécanisme de relaxation en

présence de porteurs localisés ou délocalisés [29] [30]. Dans ce cas en général les trous

sont plus efficaces car l’intégrale d’échange est plus grande pour les trous que pour

les électrons.

1.4 Mécanisme de génération d’une polarisation

de spin du gaz bidimensionnel

Les excitations de spins d’un gaz d’électrons n’apparaissent que s’il existe une

polarisation en spin. Il faut donc une différence de population entre les différents états

de spin. Cette différence de population est généralement fournie par la présence d’un

champ magnétique qui lève la dégénérescence en spin des états électroniques. De plus

dans les DMS nous avons vu que la présence des manganèses facilite la polarisation

en spin. Il existe deux méthodes optiques pour générer les excitations de spin d’un

33
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gaz bidimensionnel d’électrons : le Raman et l’absorption à un photon. Elle consiste

toutes les deux à exciter des électrons de la bande de spin de plus faible énergie,

pour les amener dans la bande de spin de plus haute énergie.

1.4.1 Diffusion Raman

La diffusion Raman hors ou en résonance est la méthode de choix pour faire

apparaitre les différentes excitations aussi bien de spin que de charge dans les puits

quantiques à base de DMS. On excite donc le système avec un laser polarisé linéai-

rement et on récupère la lumière diffusée dans la polarisation croisée ou parallèle. La

configuration en polarisation croisée permet l’accès aux excitations qui font inter-

venir les spin-flip alors que la configuration parallèle permet l’accès aux excitations

qui conservent le spin. Le principe du Raman est simple, un photon d’énergie ~ωig

fait passer le système d’un état initial |g〉 vers un état intermédiaire |i〉 qui est réel
dans le cas du Raman résonant ou virtuel. Le système relaxe ensuite, en émettant un

photon d’énergie ~ωfi, de l’état intermédiaire |i〉 vers l’état final |f〉. La différence

d’énergie, entre le photon incidant et le photon diffusé, représente l’énergie qui est

resté dans le système. Le processus Raman pour un gaz d’électrons polarisé en spin

est représenté sur la Figure 1.6.

Figure 1.6 – Schéma de principe de la diffusion Raman dans le cas d’un gaz
d’électrons polarisé en spin. Dans l’état final on a créé un électron de spin up dans
la bande de spin up et un trou dans la mer de Fermi de spin down

En diffusion Raman, B. Jusserand et al. [31] ont observé des excitations à une

particule, des plasmons et des ondes de spins dans les puits de CdMnTe.
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1.4.2 Absorption à 1 photon

L’absorption à 1 photon est un processus qui met en jeu la création d’une paire

électron-trou avec un spin orienté par l’absorption d’un photon d’énergie ~ω supé-

rieure au gap Eg (voir Figure 1.7). Selon la concentration en électron du gaz et

Figure 1.7 – Schéma de l’absorption à 1 photon dans le cas où la bande de
conduction est séparé en spin up et down. Le photon d’énergie ~ω > Eg crée une
paire électron trou, l’électron se trouvant dans la bande la moins peuplée.

l’énergie du photon, on crée un trion chargé négativement, un exciton ou une excita-

tion dans le gaz d’électrons. Ces trois possibilités permettent de créer une excitation

de spin plus ou moins efficace selon les situations. Une explication plus approfondie

est donnée par Chen [32] dans le cas des puits quantiques CdTe. Comme nous le

verrons dans le Chapitre 2, dans le cas d’un puits quantique, il faut que le photon

possède la bonne polarisation circulaire pour générer une excitation de spin. Le cal-

cul de la polarisation engendrée par une impulsion optique résonnante avec l’exciton

ou le trion est présenté sur la Figure 1.8 issue de [32]. On observe une évolution dans

le temps différente pour l’excitation par l’exciton ou le trion qui permet de les dis-

criminer. Dans le cas de l’excitation par l’exciton l’impulsion pompe, polarisée par

exemple en σ+, crée un exciton qui capture un électron de spin up du gaz d’électrons.

Cette capture dure un certain temps au bout duquel un trion chargé négativement

est formé et où le gaz d’électrons est polarisé par la perte d’un électron de spin up.

Dans le cas de l’excitation par le trion pour la même polarisation de l’impulsion, on

crée directement un trion chargé négativement en prélevant un électron de spin up

dans le gaz d’électrons qui se trouve alors directement polarisé. Dans tous les cas, le

gaz d’électrons est effectivement polarisé.

Pour une discussion plus approfondie sur l’efficacité du Raman et de l’absorption

à 1 photon pour polariser en spin un gaz bidimensionnel d’électrons, on pourra se
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référer à [32].

Figure 1.8 – Calcul de la polarisation de spin pour une excitation optique ré-
sonnante avec le trion (a) et avec l’exciton (b) d’après [32]. Dans le cas du trion,
l’excitation optique génère directement un trion en prélevant un électron dans le
gaz d’électrons qui se trouve alors directement polarisé. Dans le cas de l’exciton,
l’excitation optique génère un exciton qui capture un électron du gaz. Cette cap-
ture prend un certain temps au bout duquel on a formé un trion et une polarisation
dans le gaz d’élecrons.
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Chapitre 2

Rotation Kerr Résolue en Temps :

principes et dispositif

expérimental

Au cours de cette thèse, le principal outil de mesure utilisé a été le montage

de rotation Kerr résolue en temps. Le principe de la rotation Kerr résolue en temps

repose sur la technique pompe-sonde. La différence venant du fait que nous mesurons

l’effet Kerr au cours du temps. Nous rappellerons dans ce chapitre les principes

d’une expérience pompe-sonde, le principe de l’orientation optique et l’effet Kerr

magnéto-optique. Puis nous verrons plus en détails certains aspects de notre montage

expérimental.

2.1 La technique pompe-sonde

Toutes les expériences pompe-sonde reposent sur le même principe : un laser,

dit de « pompe », vient porter hors équilibre (exciter) le milieu à observer ce qui a

pour effet de modifier la fonction diélectrique et donc les propriétés optiques du mi-

lieu. Suite à cette excitation, le système évolue et tend à retrouver l’équilibre. Après

un temps τ un second laser dit de « sonde » ayant une puissance suffisamment

faible pour ne pas modifier à son tour le milieu vient mesurer (sonder) les modifica-

tions des caractéristiques optiques du système. Pour qu’une technique pompe-sonde

soit résolue en temps il faut répéter les mesures pompe-sondes en variant le délai

τ entre la pompe et la sonde. Il faut donc que le système étudié puisse revenir à

l’équilibre thermodynamique entre deux impulsions pompes. La technique pompe-

sonde résolue en temps ne suit donc pas l’évolution en temps réel du milieu observé.

C’est une technique stroboscopique qui permet la reconstruction de son évolution
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temporelle. La technique est donc limitée aux milieux qui reviennent à l’équilibre

thermodynamique assez rapidement et sans rémanence. L’avènement des lasers à im-

pulsions ultra-courtes permet, au travers d’expériences de type pompe-sonde, l’étude

de phénomènes extrêmement brefs dont l’échelle de temps peut-être de l’ordre de

la femtoseconde. Il faut garder à l’esprit que, si ceci est rendu possible, c’est au

détriment de la sélectivité spectrale. En effet pour une impulsion sans chirp, c’est à

dire sans dérive de la fréquence instantanée avec le temps, le produit de la durée de

l’impulsion ∆t par sa largeur spectrale ∆ν possède une borne inférieure (voir Figure

2.1). Dans le cas d’une impulsion gaussienne on a donc ∆t∆ν ≥ 0.44. Plus la dérive

Figure 2.1 – Impulsion dans le domaine temporel et fréquentiel avec leur lar-
geur respective ∆t et ∆ν. La limite pour une impulsion gaussienne limitée par
transformée de Fourier est donnée par la relation ∆t∆ν = 0.44

en fréquence, ou le chirp, a été réduite plus ce produit tend vers 0.44. Dans le cas

idéal ∆t∆ν = 0.44 on dit couramment que l’impulsion est limitée par transformée

de Fourrier. Donc toute augmentation de la résolution temporelle se fera nécessai-

rement au détriment de la sélectivité spectrale. Pour notre laser femtoseconde par

exemple dont la durée des impulsions et de l’ordre de 100 fs, l’excitation se fait sur

une bande spectrale de 4.4 THz au mieux, ce qui donne une énergie de 18 meV.

Nous étudions les excitations de spin dans les puits CdMnTe. L’échelle de temps

typique de la précession des spins dans un champ magnétique fort et de l’ordre

de la picoseconde. Cela conduit à utiliser des impulsions plus courtes que 1 ps. Le

laser que nous utilisons est un laser titane-saphire qui fournit des impulsions de 80

femtosecondes avec un taux de répétition de 82 MHz. On pourra donc sacrifier un peu

de la résolution temporelle pour gagner en sélectivité spectrale. Par ailleurs la fenêtre

d’observation est de 12 ns au maximum. Si on observe des phénomènes dont le temps

de relaxation dépasse ce délai, on peut l’allonger par un extracteur d’impulsions, par

exemple en prélevant une impulsion sur deux pour doubler la longueur de la fenêtre.
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2.2 Orientation Optique

Le principe de l’orientation optique consiste à orienter les spins des porteurs d’un

semiconducteur dans la direction de propagation d’une onde lumineuse. En effet les

ondes électromagnétiques polarisées circulairement droite (respectivement gauche)

sont composées de photons ayant un moment angulaire +1 (respectivement -1) le

long de leur direction de propagation. Lorsqu’un photon est absorbé par un semicon-

ducteur cubique, plusieurs lois de conservation doivent être respectées : conservation

de l’énergie et conservation du moment angulaire.

2.2.1 Dans le massif

Il y a 6 transitions permises entre les bandes de conduction Γ6 et de valence Γ8

dans un semiconducteur cubique massif. Les transitions permises sont représentées

sur la Figure 2.2. Si on éclaire un semiconducteur uniquement avec une lumière

Figure 2.2 – Règles de sélection pour l’absorption de photons polarisés circu-
lairement droit (σ+), gauche (σ−) ou linéairement (π) dans du CdMnTe massif.
Le rapport de force d’oscillateur entre une transition depuis un trou |m| = 3/2 et
un trou |m| = 1/2 est de 3 pour 1 pour les polarisation circulaire, 4 pour 1 dans
le cas linéaire. Dans le cas de l’absorption d’un laser polarisé circulaire droit, on
crée une population d’électrons de spin moyen 〈Se〉 = −1/4, et une population de
trous de spin moyen 〈Sh〉 = +5/4

polarisée droite par exemple se propageant parallèlement à la direction du champ

magnétique extérieur, on crée une population dans la bande de conduction d’élec-

trons de spin -1/2 et +1/2 dans les proportions 3/4, 1/4, et donc un spin moyen dans

la direction de propagation de -1/4. De même on crée une population de trous +3/2

et +1/2 dans les même proportions ce qui donne un spin moyen dans la direction

de propagation de +5/4. On trouve un spin total de +1 qui est égal au moment

angulaire du photon absorbé. La polarisation en électrons ainsi injectée vaut 50% :

P =
n+1/2 − n−1/2

n+1/2 + n−1/2

=
3− 1

3 + 1
= 50% (2.1)
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2.2.2 Dans un puits quantique

Dans le cas d’un puits quantique on sait que les énergies sont quantifiées dans

la direction perpendiculaire au plan du puits. Cela ne joue pas un rôle important

pour la bande de conduction, les énergies des sous bandes s’écrivant simplement au

voisinage de k=0 dans l’approximation d’un puits infini : E(k⊥, n) = En + ~
2k⊥

2

2m
.

Généralement les concentrations des gaz d’électrons dans les puits quantiques ne

sont pas assez importantes pour remplir complètement la première sous bande, on

ne considère donc que celle-ci. Le cas des bandes de valences de trous lourd et

léger est beaucoup plus compliqué. Mais le confinement a pour effet de lever la

dégénérescence en k=0. La sous bande de plus haute énergie est une bande de trou

lourd, la bande de trous légers étant repoussée loin en énergie. La transition optique

Figure 2.3 – Règles de sélection pour l’absorption de photons polarisés circu-
lairement droit (σ+) ou gauche (σ−) pour un puits en CdMnTe. Dans le cas de
l’absorption d’un laser polarisé circulaire droit, on crée une population d’électrons
de spin moyen 〈Se〉 = −1/2, et une population de trous de spin moyen 〈Sh〉 = +3/2

de plus faible énergie étant une transition entre bande de conduction et bande de trou

lourd il n’existe que deux possibilités (voir Figure 2.3). Si on éclaire avec une lumière

polarisée droite (respectivement gauche) on crée une population d’électrons de spin

-1/2 (respectivement +1/2) dans la bande de conduction et une population de trous

de spin +3/2 (respectivement -3/2) dans la bande de valence. La polarisation en

électrons dans les deux cas est de 100%

2.3 Effet Kerr magnéto-optique

Il est connu qu’une onde électromagnétique polarisée linéairement et traversant

un milieu soumis à un champ magnétique subit une rotation de son plan de polari-

sation. Cet effet est dû à la biréfringence circulaire du milieu causée par la présence

du champ magnétique. C’est ce que l’on appelle l’effet Faraday. De même cette onde

43



Chapitre 2. Rotation Kerr Résolue en Temps : principes et dispositif expérimental

électromagnétique va aussi subir une rotation de son plan de polarisation lors de sa

réflexion à l’interface du milieu sous champ, mais cette fois à cause du dichröısme

circulaire. C’est ce que l’on appelle l’effet Kerr magnéto-optique (voir Figure 2.4). La

Figure 2.4 – Schéma de principe de l’effet Faraday et de l’effet Kerr. Le plan
de polarisation subit une rotation à la reflexion (effet Kerr) ou à la traversé (effet
Faraday) du milieu sous champ.

biréfringence circulaire ainsi que le dichröısme circulaire proviennent d’une différence

d’indice optique du milieu pour les ondes polarisées circulairement droite et gauche.

D’une manière générale ce phénomène vient du fait que le champ magnétique sépare

en énergie les électrons de spin ±1/2, ou à cause d’une différence de population de

spin.

Considérons une onde lumineuse polarisée linéairement selon l’axe x, se propa-

geant selon l’axe z et qui subit une réflexion sur un semiconducteur. La direction

de polarisation linéaire de l’onde réfléchie fait alors un angle avec l’axe x qui définit

l’angle de rotation Kerr θK :

θK =
1

2
arg

(

r−

r+

)

(2.2)

où r± représentent les coefficients complexes de réflexion pour les polarisations

circulaires droite et gauche. D’après les formules de Fresnel on peut réécrire ces

coefficients en fonction des tenseurs diélectriques ǫ± :

r± =
1−√

ǫ±

1 +
√
ǫ±

(2.3)

On peut alors déterminer les tenseurs diélectriques par un modèle classique de

Maxwell-Lorentz ou par un modèle quantique. A la suite d’Ivchenko [1] et de Testelin

[2] on peut écrire les fonctions diélectriques sous la forme :

ǫ±(ω) = ǫ0 +
ǫ0γ±

ω± − ω − iΓ±
(2.4)

Avec γ± les forces d’oscillateurs, Γ± les termes d’amortissement et ω± les énergies
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de transitions pour les excitations optique polarisé σ±.

Les indices optiques n± étant reliés aux fonctions diélectriques ǫ± de façon simple

(n± =
√
ǫ±) on peut discuter de l’origine de l’effet Faraday. La thèse de Jérôme

Tribollet [3] contient une section traitant de l’origine de l’effet Faraday où il montre

que deux cas sont envisageables. Soit les deux transitions σ+ et σ− possèdent des

Figure 2.5 – Exemple de spectres de l’effet Kerr où l’on calcule la partie réelle
de rxx = (r+ + r−)/2 pour a) des forces d’oscillateurs différentes : γ+ 6= γ−, et b)
des énergies de transition différentes : ω+ 6= ω−.

forces d’oscillateurs différentes : γ+ 6= γ−. Le spectre de l’effet Faraday présente

alors une allure dispersive qui s’annule à la fréquence de la transition ω0 = ω± (voir

Figure 2.5 a) ). Soit les deux transitions σ+ et σ− possèdent des énergies différentes :

ω+ 6= ω−. Le spectre de l’effet Faraday présente alors une allure de courbe en cloche

dont le maximum se situe à (ω++ω−)/2 (voir Figure 2.5 b) ). Un moyen simple pour

obtenir des énergies de transition différentes est d’appliquer un champ magnétique

dans le milieu pour séparer les niveaux de spin des bandes de conduction et de

valence par effet Zeeman.

2.4 Montage

Le principe de la rotation Kerr résolue en temps réunit les trois éléments vus pré-

cédemment. C’est un montage de type pompe sonde. La pompe utilise l’effet d’orien-

tation optique pour générer des porteurs polarisés en spin et donc une aimantation

dans le matériau. On utilise donc une impulsion lumineuse polarisée circulairement

pour la pompe. La sonde, quant à elle, va mesurer l’aimantation dans le matériau en

utilisant l’effet Kerr. On utilise donc une impulsion lumineuse polarisée linéairement,

et l’on va mesurer l’angle de rotation du plan de polarisation de l’onde réfléchie. Cet

angle est fonction de l’aimantation dans le milieu et du retard pompe sonde. Puisque
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l’on doit récupérer uniquement le faisceau sonde réfléchi, il est très difficile en pra-

tique d’avoir les faisceaux pompe et sonde colinéaires. Le faisceau pompe est alors

envoyé perpendiculairement à la surface de l’échantillon, alors que le faisceau sonde

fait un petit angle avec la surface (voir Figure 2.6).

Figure 2.6 – Schéma de principe de la rotation Kerr résolue en temps. L’im-
pulsion pompe est polarisée circulairement. L’impulsion sonde est polarisée linéai-
rement et a un retard ∆t par rapport à la pompe. Après réflexion son plan de
polarisation subit une rotation due à l’effet Kerr.

2.4.0.1 Faisceaux pompe et sonde

Le schéma de principe du montage de la rotation Kerr résolue en temps est pré-

senté sur la Figure 2.7. Nous détaillons ici les divers éléments utilisés. Les impulsions

sont fournies par un laser titane-saphir à modes bloqués ( Tsunami, Spectra-Physics),

accordable en longueur d’onde, pompé par un laser YaG doublé (Millenia, Spectra-

Physics). Ce laser génère des impulsions de l’ordre de 100 fs à une fréquence de 82

Mhz. La puissance moyenne du faisceau laser en sortie est de 800 mW. Une lame

séparatrice divise le faisceau originel en 2 faisceaux.

Le faisceau pompe passe par une ligne mécanique de retard (munie d’un mo-

teur pas à pas micrométrique pilotée par ordinateur) constituée d’un miroir en coin

de cube . Après son passage par la ligne à retard on peut faire passer le faisceau

pompe par une ligne à dispersion qui est détaillé plus bas. Il passe ensuite par un

polariseur pour polariser la pompe circulairement. Le faisceau sonde lui est polarisé

linéairement. Il passe par la seconde ligne à dispersion puis à travers un prisme de

renvoie qui permet d’ajuster la distance entre le faisceau pompe et sonde sans varier

le retard. Cette astuce est utile pour récupérer la bonne réflexion du faisceau sonde

parmi les diffusions parasites de la pompe. Finalement on focalise la pompe et la

sonde sur l’échantillon à travers la lentille objectif. D’après le diamètre du faisceau

et la focale de la lentille on estime le diamètre du faisceau sur l’échantillon à 150

µm.
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Figure 2.7 – Schéma du montage de l’expérience de rotation Kerr résolue en
temps

Pour éviter les sources de bruits parasites (bruit de la cavité du laser, bruit de

l’électronique, bruit en 1/f, ...) lors de la mesure de la rotation Kerr, on module le

signal pompe-sonde 3 fois. Ces modulations ont pour but d’éliminer les bruits à bases

fréquences en déplaçant le signal vers les hautes fréquences. La première modulation

est réalisé par un E.O.M. (Modulateur Elasto-Optique) à base de quartz qui module

la polarisation du faisceau pompe entre circulaire droite et circulaire gauche à une

fréquence f0 de l’ordre de 50 kHz mais sans être un multiple de 50 Hz pour éviter le

bruit du réseau d’alimentation. La deuxième et troisième modulation sont réalisées

par un double hacheur mécanique qui module l’intensité du faisceau pompe à une

fréquence fp et l’intensité du faisceau sonde à une fréquence fs différente de fp. Cette
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double modulation permet de récupérer un signal pompe sonde à la fréquence somme

fp + fs.

Les temps de retard mesurés étant de l’ordre de la picoseconde la géométrie des

trajets des faisceaux doit être calculée pour ne pas engendrer de retard entre eux. Il

faut donc tenir compte du retard occasionné par tous les éléments optiques, et avoir

un trajet d’une précision de l’ordre de 10 µm. Cette précision est atteinte grâce

au prisme de renvoi sur la sonde qui est monté sur une translation micrométrique.

La cöıncidence temporelle des impulsions pompe et sonde est réalisée à l’aide d’un

cristal doubleur et permet de fixer le retard nul entre les faisceaux.

2.4.0.2 Lignes à dispersion

Les deux lignes à dispersion sont constituées des mêmes éléments. Le faisceau

d’entré arrive sur un réseau en réflexion de 1200 trait/cm qui disperse les com-

posantes de l’impulsion. Une lentille de focale f placée à la distance f du réseau

récupère l’ordre 1 de diffraction du réseau. A la distance f de la lentille dans le plan

de Fourier de celle-ci on place un miroir et une fente réglable. Pour éviter le ren-

voie du faisceau sur lui même et pouvoir récupérer un faisceau de sortie, le faisceau

d’entré ne passe pas par le centre optique de la lentille (voir figure 2.8), on le décale

Figure 2.8 – Schéma du montage de la ligne à dispersion.

48



Chapitre 2. Rotation Kerr Résolue en Temps : principes et dispositif expérimental

verticalement selon l’axe z. Après renvoi par le miroir les composantes spectrales

du faisceau repassent par la lentille puis par le réseau qui recombine les différentes

composantes spectrales. La fente ne se situe pas dans le plan de Fourier, mais à

une faible distance d pour ne pas abimer le miroir lors de la translation de la fente

selon l’axe y. Cette fente permet d’éliminer certaines fréquences dans l’impulsion. Le

but premier de ces lignes à dispersion a été de diminuer la puissance des faisceaux

pour éviter de trop chauffer l’échantillon. Nous verrons au Chapitre 4 que ces fentes

permettent aussi d’augmenter le signal de rotation Kerr que l’on mesure.

2.4.0.3 Dispositif de mesure

Nous travaillons avec l’effet Kerr, on est donc en réflexion et le système de mesure

se trouve avant le cryostat. Ce système de mesure est un pont optique [4] qui permet

la mesure d’une petite rotation du plan de polarisation. On récupère la réflexion

du faisceau sonde après la lentille de focalisation et on le fait passer par un petit

prisme de renvoie pour éviter l’introduction de réflexion parasite dans le dispositif de

mesure. Le faisceau réfléchi passe ensuite par un cube polariseur qui le divise en deux

faisceaux polarisés orthogonalement (voir Figure 2.9) selon les axes x et y du cube.

Sur un pont optique équilibré, une lame λ/2 est placée avant le cube polariseur de

Figure 2.9 – (a) polarisation du faisceau réfléchi avant d’entré dans le cube
polariseur : l’angle de rotation Kerr étant nul, il n’y a aucun signal. (b) La rotation
Kerr entraine une différence d’intensité des polarisation selon x et y.

façon à avoir deux faisceaux d’intensités égales en l’absence de rotation photoinduite :

Ix = Iy. La polarisation du faisceau réfléchi fait alors un angle θλ/2 avec l’axe x du

cube polariseur. Si le faisceau réfléchi subit une rotation de son plan de polarisation

d’un angle θK par l’effet Kerr alors sa polarisation fait un angle θ = θλ/2 + θK . Les

deux polarisations n’ont donc plus la même intensité : Ix 6= Iy (voir Figure 2.9).
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Chaque faisceau du cube polariseur est envoyé sur une photodiode du pont optique.

Le pont amplifie les deux signaux puis soustrait l’un à l’autre. Le signal de sortie S

s’écrit alors en fonction du retard pompe-sonde τ :

S(τ) = Ix(τ)− Iy(τ) = I0
[

cos2(θ(τ))− sin2(θ(τ))
]

(2.5)

où I0 représente l’intensité du faisceau réfléchi. Nous utilisons un pont optique auto-

balancé qui ne nécessite pas de régler exactement l’égalité de l’intensité des deux

polarisations orthogonales, et qui se comporte même mieux lorsqu’une des deux

polarisations est deux fois plus importante que l’autre. Nous considérerons pour

plus de simplicité que les deux polarisations orthogonales sont équilibrées dans la

suite et que donc θλ/2 = π/4. Si l’angle de Rotation Kerr θK est très petit, le signal

de sortie s’écrit :

S(τ) = Ix(τ)− Iy(τ) = I0
[

cos2(θK(τ) + π/4)− sin2(θK(τ) + π/4)
]

≈ −2I0θK(τ)

(2.6)

Le pont optique permet donc une mesure qui est directement proportionnelle à

l’angle de rotation Kerr et qui n’est pas affectée par les variations d’intensités du

laser source. De plus par l’amplification du signal différentiel des photodiodes, le

pont permet de mesurer des angles de rotation Kerr inférieur au milliradian.

Nous avons 3 modulations des faisceaux pompe et sonde. Il faut donc réécrire

l’intensité et l’angle de rotation Kerr avec les fréquences de modulation.

I0 → I0 cos(2πfst) (2.7)

θK(τ) → θK(τ) cos(2πfpt) cos(2πf0t) (2.8)

Le signal modulé en sortie du pont est alors donné par :

S(τ, t) = 2I0θK(τ) cos(2πf0t) [cos(2π(fs − fp)t) + cos(2π(fs + fp)t)] (2.9)

On utilise deux démodulateurs synchrones appelés aussi lock-in pour amplifier le

signal sur une bande de fréquence étroite autour de la fréquence de modulation.

Le premier lock-in démodule le signal à la fréquence somme fp + fs du hacheur

mécanique. Le signal de ce lock-in et ensuite envoyé au second lock-in qui démodule

le signal à la fréquence f0 de l’E.O.M.
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2.4.0.4 Cryostat

L’échantillon est placé dans un cryostat magnéto-optique à quatre fenêtres qui

permet d’atteindre des températures de l’ordre de 2 Kelvin en travaillant avec de

l’hélium superfluide. Le cryostat dispose de bobines supraconductrices permettant

de générer un champ magnétique allant jusqu’à 6 Teslas. On peut alors utiliser soit

la géométrie de Voigt (champ magnétique perpendiculaire à l’axe optique), soit la

géométrie de Faraday (champ magnétique parallèle à l’axe optique). Nous utilisons

principalement la géométrie Voigt dans nos expériences.
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Chapitre 3

Echantillons

3.1 Introduction

Pour la génération et la détection, par impulsions femtosecondes, des ondes de

spin, nous avons besoin de puits quantiques dopés en manganèses et contenant un

gaz d’électrons bidimensionnel de mobilité suffisante. Pour cela nous avons besoin

d’échantillons spécifiques. Ce sont des puits quantiques de CdMnTe à modulation de

dopage, dopés n. La concentration en électrons des puits varie entre 1010 et 3.1011

cm−2. La concentration en manganèses visée est de 0.2%. Les puits ont une largeur

comprise entre 10 et 15 nm selon les échantillons. Ces échantillons sont fabriqués en

croissance par épitaxie par jet moléculaire. Il faut aussi spécifier comment le dopage

en électrons et en manganèses est effectué, et comment est fabriqué le puits. Enfin

il faut caractériser les échantillons obtenus.

La croissance des échantillons a été effectuée à l’Institut Néel à Grenoble et à

l’Institut de Physique expérimentale à Varsovie. Leur caractérisation a été faite sur

site puis à l’Institut des Nanosciences de Paris en photoluminescence et spectroscopie

Raman.

3.2 Dopage par modulation

La technique du dopage par modulation consiste à concevoir une zone dans

l’échantillon fortement dopée en donneurs. Cette zone est séparée spatialement du

puits quantique par une zone non dopée nommée « espaceur ». Les électrons des don-

neurs faiblement liées « tombent » finalement dans le puits quantique ce qui dope

le puits en électrons et leur donne une grande mobilité. On réalise ainsi un dopage

dans le puits sans avoir les impuretés des donneurs dans celui-ci. La concentration

en électrons dans le puits est liée à la distance séparant le puits de la zone de dopage
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et à la concentration de donneurs dans la zone dopante. Dans nos échantillons le

dopage est effectué par les atomes d’aluminium.

Figure 3.1 – Principe du dopage n d’un puits quantique par modulation. Les ions
donneurs sont séparés spatialement du puits quantiques, les électrons des donneurs
restant dans le puits quantique tant que la dernière bande de conduction pleine à
une énergie inférieure à ǫF

3.3 Epitaxie par jet moléculaire

L’épitaxie par jet moléculaire est une technique de croissance des échantillons

qui repose sur la condensation d’une phase vapeur en une phase cristalline dans un

milieu ultravide. Les débuts de l’épitaxie par jet moléculaire remontent à 1975 [1].

De nos jours c’est une technique largement répandue aussi bien dans les laboratoires

de recherche que dans l’industrie [2] et les cristaux réalisés sont généralement d’une

très grande qualité.

Pour les échantillons M1118 et M1120 le puits quantique est constitué d’un sub-

strat de Cd0.88Zn0.12Te puis de barrières non magnétique en Cd0.75Zn0.1Mg0.15Te.

Le puits en lui-même est en Cd0.998Mn0.002Te. La structure complète de l’échan-

tillon est donnée sur la Figure 3.2. Pour l’échantillon M2126, le puits quantique

est constitué d’un substrat de Cd0.88Zn0.12Te, puis de barrières non magnétiques

en Cd0.715Zn0.085Mg0.2Te. Le puits en lui-même est toujours en Cd0.998Mn0.002Te.

La structure complète de l’échantillon est donnée sur la Figure 3.2. Pour l’échan-

tillon 011609B2 le puits quantique est constitué d’un substrat de GaAs, puis de

barrières non magnétiques en Cd0.8Mg0.2Te. Le puits en lui-même est toujours en

Cd0.998Mn0.002Te. La structure complète de l’échantillon est donnée sur la Figure 3.2.
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Figure 3.2 – Structure et composition des échantillons M1118, M1120, M2126
et 011609B2.

3.4 Caractérisation

3.4.1 Concentration en manganèses

Plusieurs caractérisations ont été effectuées sur les échantillons. Les échantillons

de Grenoble ont d’abord été caractérisés sur place pour déterminer leur concentra-

tion en électrons et en manganèses. La mesure de la concentration en manganèses

s’effectue par une mesure de l’énergie Zeeman géante. C’est une mesure que l’on

reproduira aussi lors de nos expériences. L’équipe du l’institut Néel a effectué une

mesure des niveaux de Landau sous champ magnétique pour déduire de l’écartement

des niveaux la contribution de l’effet Zeeman géant. On a vu que la séparation en

énergie due à cet effet est directement liée à la température et à la concentration

effective en manganèse dans le puits. L’équipe de l’INSP a aussi mesuré la concentra-

tion en manganèses par Raman spontané, méthode qui se révèle être la plus précise.

On contrôle ainsi que tous les échantillons ont une concentration effective en

manganèses proche des 0.2% souhaitée.

3.4.2 Concentration en électrons

La mesure de la concentration en électrons a été effectuée plusieurs fois en uti-

lisant des techniques différentes. En effet la concentration en électrons joue un rôle

majeur dans les phénomènes que l’on va observer dans ces puits. Aussi il faut une
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mesure aussi précise que possible pour cette concentration. La meilleure méthode

pour déterminer les concentrations en électrons dans les échantillons est celle de la

barre de Hall, mais c’est une méthode qui est difficile à mettre en œuvre avec nos

échantillons car il faudrait alors des contacts électriques ohmiques. D’une part la

réalisation de tels contacts est difficile et d’autre part cela entrainerait des difficultés

supplémentaires lors des études optiques des échantillons. Il nous faut donc utiliser

des méthodes optiques pour la détermination de la concentration. Généralement ces

techniques consistent à mesurer l’énergie de Fermi du gaz d’électrons dans le puits,

l’énergie de Fermi étant directement reliée à la concentration en électrons.

L’institut Néel utilise le décalage de Moss-Burstein alors que l’institut des na-

nosciences utilise la spectroscopie Raman et la photoluminescence.

3.4.2.1 Décalage de Moss-Burstein

Le décalage de Moss-Burstein est un décalage en énergie, de l’absorption par

rapport à l’émission, de photons [3] [4]. Ce décalage est dû au remplissage de la

bande de conduction, dans le cas des semiconducteurs dopés n, ou au remplissage

de la bande de valence, dans le cas des semiconducteurs dopés p. On considère un

semiconducteur dopé n de concentration ne. En prenant comme énergie de référence

l’énergie du bas de la bande de conduction, on peut écrire les énergies de la bande

de conduction et de la bande de valence dans l’approximation des masses effectives :

Ec(k) =
~
2k2

2me

(3.1)

Ev(k) = −~
2k2

2mh

− Eg (3.2)

Où Eg est la bande interdite (le gap) entre la bande de conduction et la bande

de valence. Dans le cas à deux dimensions l’énergie de Fermi est donnée par : EF =

πne~
2/me. Si on se place à température nulle alors tous les états en dessous de

l’énergie de Fermi sont occupés, et tous les états au dessus sont libres. Les transitions

optiques ne se font donc pas avec l’énergie du gap, mais avec une énergie supérieure

qui est fonction du niveau de Fermi, donc de la concentration ne, et pour des états

de vecteur d’onde kF définissant le bord de Fermi.

Ec(kF )− Ev(kF ) =
~
2k2F
2me

(

1 +
me

mh

)

+ Eg = Eg + EF + EF
me

mh

(3.3)
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Le décalage de Moss-Burstein est donc l’énergie EMB = EF (1 + me/mh). En

connaissant avec suffisamment de précision les masses effectives des électrons et des

trous lourds, la mesure de ce décalage permet de connaitre la valeur de l’énergie

de Fermi et donc de la concentration en électrons. La mesure de ce décalage se fait

sur les spectres de photoluminescence ou d’excitation de la photoluminescence, et

d’absorption, comme le montre la Figure 3.3.

Figure 3.3 – a) structure de bandes simplifiée où la bande de conduction est rem-
plie jusqu’à l’énergie de Fermi. b) spectre de photoluminescence et d’absoprtion
pour l’échantillon M2126. La transitions optiques 1 est celle qui apparait lors de
la photoluminescence. La transition 2 représente le bord de Fermi et la transition
qui apparait à l’absorption ou à l’excitation de la photoluminescence. Le décalage
Moss-Burstein est de 7.1 meV, soit une concentration en électrons de 2.1 cm−2.

3.4.2.2 Photoluminescence

Les spectres de photoluminescence en champ nul permettent de mesurer directe-

ment l’énergie de Fermi sans utiliser le spectre d’absorption comme pour le décalage

de Moss-Burstein. Si on ne tient pas compte du désordre, le pic d’un spectre de pho-

toluminescence est associé à l’énergie de recombinaison du gap EG. L’intensité de la

photoluminescence diminue avec l’énergie du photon jusqu’à former un épaulement

et un bord à l’énergie du gap plus l’énergie de Fermi : EG +EF (voir Figure 3.4(a)).

Aku-Leh et al. [5] propose une théorie pour décrire la forme du spectre en tenant

compte du désordre et l’utilisent pour ajuster la courbe théorique sur le spectre.

Les paramètres d’ajustement donnent l’énergie de Fermi et donc la concentration en

électron (voir Figure 3.4 (b)).
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Figure 3.4 – a) schema de la structure de bandes et de l’intensité de la photo-
luminescence correspondante, Le pic de la PL se situe à l’énergie du gap EG et
l’épaulement à l’énergie de Fermi EF plus l’énergie du gap. b) spectre de photo-
luminescence de l’échantillon 011609B2 fourni par l’équipe de l’INSP et la courbe
théorique ajustée [5]. L’ajustement donne différents paramètres dont l’énergie de
Fermi et donc la concentration en électrons

3.4.2.3 Spectroscopie Raman

On regarde ici les spectres de diffusion Raman, en polarisations croisées ou pa-

rallèles, des excitations du gaz d’électrons comme sur la Figure 3.5, obtenue pour un

échantillon que nous n’étudions pas dans cette thèse. Comme on l’a vu au Chapitre

1 le maximum en énergie des excitations individuelles du gaz bidimensionnel peut

s’écrire :

E(q) = ~vF q +
~
2q2

2m
(3.4)

avec vF la vitesse de Fermi donnée par vF = ~kF/m. Pour des excitations de petits

vecteurs d’onde (q << kF ) on peut considérer la relation comme linéaire au premier

ordre. On peut donc déduire de la dispersion de l’énergie du pic Raman la vitesse

de Fermi du gaz d’électrons. Celle-ci est liée à la concentration en électrons par

vF = ~
√
2πn2D/m.

3.4.3 Récapitulatif des caractéristiques

La concentration en électrons étant très difficile à mesurer avec précision par une

seul technique, et jouant un rôle très important dans les phénomènes observés, nous

comparons toutes les mesures effectuées. Nous moyennons les mesures les plus signi-

ficatives pour arriver aux valeurs données dans le tableau 3.1 et aux erreurs relatives.

Voici un tableau qui récapitule les caractéristiques des différents échantillons :
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Figure 3.5 – Spectres Raman fourni par l’équipe de l’INSP en polarisation a)
parallèle (HH) et b) croisée (VH) en champ nul pour différents vecteurs d’ondes q.
L’échantillon utilisé : A21405 n’est pas étudié dans cette thèse. Le pic Raman (VH
Peak) ainsi que le point à mi-hauteur (HH mid et VH mid) dérive en fréquence
selon la même loi de dispersion en ~vF q. La mesure de vF permettant le calcul de
la concentration en électron.

échantillon M1118 011609B2 M1120 M2126

concentration en électrons : ne (10
11 cm−2) 1.34 2.4 2.85 2.9

erreur sur la concentration : δne (10
11 cm−2) 0.1 0.2 0.25 0.5

concentration en manganèses : xeff (%) 0.25 0.29 0.25 0.27

largeur du puits w (nm) 10 15 10 12

Table 3.1 – Tableau récapitulatif des paramètres des échantillons.
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Chapitre 4

Optimisation du signal par mise

en forme des impulsions

Le montage que nous avons présenté dans le Chapitre 2 possède deux lignes à

dispersions qui permettent de modifier la forme des impulsions. Nous allons voir

dans ce chapitre l’intérêt qu’il y a à modifier les impulsions pompes et sondes. Pour

cela nous allons tout d’abord considérer deux types de transitions multiphotoniques :

l’absorption à deux photons et le Raman, sachant que ce dernier permet d’exciter

les ondes de spin [1]. En utilisant la théorie des perturbations dépendantes du temps

jusqu’au second ordre, nous montrerons que les impulsions limitées par transformée

de Fourier ne sont pas optimales pour les transitions à deux photons résonantes

avec un état intermédiaire. Nous présenterons des moyens d’optimiser notre signal

de rotation Kerr en mettant en forme les impulsions, et les résultats obtenus.

4.1 Transitions à deux photons : Raman et ab-

sorption à deux photons

L’absorption à deux photons et le Raman sont deux processus d’optique non

linéaire très proches dans leur concept. Ils mettent tous les deux en jeu l’absorp-

tion ou l’émission de deux photons et trois états quantiques (ce sont deux types de

transitions multiphotoniques à deux photons).

Considérons un système quantique à trois niveaux : |g〉 pour l’état initial qui sera
aussi un état fondamental (ground state), |i〉 pour l’état intermédiaire qui peut-être

réel ou virtuel et |f〉 pour l’état final. Comme le montre la Figure 4.1 l’absorption à

deux photons se déroule comme suit : un premier photon absorbé d’énergie ~ωig =

Ei −Eg fait passer le système de l’état |g〉 à l’état |i〉, et un second photon absorbé
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Figure 4.1 – Diagramme des niveaux d’énergie et des transitions lors de processus
à 2 photons pour : a) absorption à deux photons. b) Raman. |g〉 est l’état initial du
système, |i〉 un état intermédiaire et |f〉 l’état final. En traits pleins est représenté
le cas résonant et en pointillés le cas non résonant.

d’énergie ~ωfi = Ef − Ei fait passer le système de l’état |i〉 à l’état |f〉. Pour le

Raman le processus est légèrement différent. Un premier photon absorbé d’énergie

~ωig fait toujours passer le système de l’état |g〉 à l’état |i〉, mais pour passer de l’état

|i〉 à l’état |f〉 le système doit émettre un photon d’énergie ~ωfi par un processus

d’émission spontané ou stimulé.

Ces transitions à deux photons peuvent-être décrites dans le cadre plus général

des transitions multiphotoniques qui utilise la théorie des perturbations dépendantes

du temps. Pour les transitions à deux photons, nous utiliserons la perturbation au

second ordre. Considérons que le système non perturbé soit décrit par l’hamiltonien

H0 :

H0 |n〉 = En |n〉 (4.1)

avec En et |n〉 les énergies propres et les fonctions d’ondes propres du système. On

perturbe ce système par une onde électromagnétique. L’interaction est décrite par

l’opérateur W (t) = −µǫ(t) qui dépend du temps. Ici µ est le moment dipolaire

électrique et ǫ(t) le champ électrique. L’hamiltonien du système s’écrit maintenant

H = H0 +W (t) et les fonctions d’ondes propres peuvent s’écrire sur la base |n〉 :

|ψ〉 =
∑

n

bn(t)e
−iωnt |n〉 (4.2)

Les termes bn(t) peuvent être développés en puissances du champ électrique ǫ :

(bn(t) = b
(0)
n (t)+ǫb

(1)
n (t)+ǫ2b

(2)
n (t)+· · · ). La théorie des perturbations dépendantes du

temps nous permet de calculer tous les termes b
(i)
n (t). Puisque nous nous intéressons

à des processus à 2 photons, il faut aller jusqu’à l’ordre 2 en perturbation et calculer

b
(2)
n (t).Sachant que le système passe par les états intermédiaires |i〉 et qu’il doit finir
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sur l’état final |f〉, nous calculons en fait b
(2)
f :

b
(2)
f (t) =

−1

~2

∑

i

µfiµig

∫ t

−∞

∫ t1

−∞
ǫ(t2)ǫ(t1)e

iωigt2eiωfit1dt1dt2 (4.3)

On rappelle ici que b
(2)
f (t) représente l’amplitude de l’état |f〉 au temps t après

interaction avec 2 photons, µnk = 〈n|µ |k〉, ωig = (Ei −Eg)/~ et ωfi = (Ef −Ei)/~.

La sommation se fait sur tous les états intermédiaires possibles.

L’article de Meshulach [2] montre que si l’impulsion ne contient aucune fréquence

en résonance avec les différentes transitions nécessaires à une transition multiphoto-

nique, alors l’impulsion limitée par transformée de Fourier est optimale pour générer

la transition. La mise en forme de l’impulsion n’apporte aucune amélioration. Cet

article prend pour exemple l’absorption à deux photons pour confirmer expérimen-

talement cette théorie. Deux ans plus tard l’article de Dudovich [3] apporte des

précisions supplémentaires dans le cas où l’impulsion contient une fréquence en réso-

nance avec une transition nécessaire à une transition multiphotonique. Dans ce cas,

l’impulsion limitée par transformée de Fourier n’est plus optimale, et on peut amé-

liorer la génération de la transition en mettant en forme l’impulsion. Dudovich arrive

ainsi à doubler le taux d’absorption à deux photons en supprimant certaines compo-

santes spectrales de l’impulsion, et même à augmenter d’un facteur 7 l’absorption en

changeant la phase de certaines composantes spectrales. Nous allons procéder de la

même façon que Dudovich, mais dans le cas du Raman, pour améliorer la génération

de l’onde de spin.

4.2 Optimisation des impulsions

4.2.1 Théorie

Comme le montre la Figure 4.1, dans le cas du Raman nous avons ωig > 0

(absorption d’un photon), et ωfi < 0 (émission d’un photon). Nous écrivons d’abord

le champ électrique sous forme complexe :

ǫ(t) = ǫ̃(t) + ǫ̃∗(t) (4.4)

De plus nous considérons qu’un seul état intermédiaire |i〉 contribue à la somme de

l’Equation (4.3) et que l’impulsion contient les fréquences ωig et ωfi. Dans l’approxi-
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mation du champ tournant cette dernière équation devient :

b
(2)
f (t) =

−1

~2
µfiµig

∫ t

−∞

∫ t1

−∞
ǫ̃(t2)ǫ̃

∗(t1)e
iωigt2eiωfit1dt1dt2 (4.5)

En écrivant dans l’intégrale le champ électrique ǫ̃(t) sous sa forme de transformée

de Fourier
∫ +∞
−∞ ǫ̃(ω)e−iωtdω on obtient :

b
(2)
f (t) =

−1

~2
µfiµig

∫∫ +∞

−∞
dωdω′ǫ̃(ω)ǫ̃∗(ω′)

∫ t

−∞
dt1e

i(ω′+ωfi)t1

∫ t1

−∞
dt2e

i(ω−ωig)t2

(4.6)

L’amplitude finale de l’état |f〉, après que l’impulsion soit passée, est donnée par

b
(2)
f (t→ ∞) qui peut-être exprimé sous la forme de deux termes :

b
(2)
f =

−1

i~2
µfiµig

[

iπǫ̃(ωig)ǫ̃
∗(ωig − ωfg) + ℘

∫ +∞

−∞

ǫ̃(ω)ǫ̃∗(ω − ωfg)

ωig − ω
dω

]

(4.7)

Avec ℘ la valeur principale de Cauchy. Le premier terme est un terme résonant

qui ne contient que les composantes spectrales de l’impulsion en résonance avec les

transitions. Le second terme lui est un terme non résonant car il intègre sur toutes

les autres composantes spectrales hors résonance. Ces deux termes sont déphasés

de π/2. De plus dans le terme non résonant les composantes à ω < ωig sont en

opposition de phase avec celles à ω > ωig. A partir de ces considérations sur les

phases de chaque terme, nous pouvons envisager plusieurs moyens pour améliorer

l’efficacité du Raman en modifiant les composantes spectrales de l’impulsion. Pour

les simulations nous rajoutons un terme γ d’amortissement phénoménologique qui

tient compte du temps de cohérence optique de l’état intermédiaire. L’efficacité du

processus Raman est alors donnée par :

ASRS = |b(2)f |2 ∝
∣

∣

∣

∣

∫ +∞

−∞
dω

ǫ̃(ω)ǫ̃∗(ω − ωfg)

i(ωig − ω) + γ

∣

∣

∣

∣

2

(4.8)

Supposons que notre impulsion gaussienne contienne les fréquences de résonance ωfi

et ωig et soit centrée au milieu de deux fréquences comme sur la Figure 4.2. Le moyen

le plus simple pour augmenter le signal Raman est de retirer les composantes qui ne

sont pas en phase avec le terme résonant. La Figure 4.3 montre l’efficacité du Raman

lorsque l’on retire les hautes fréquences ou les basses fréquences de l’impulsion. Si

l’on coupe les hautes fréquences dans l’impulsion, on voit apparaitre une résonance

à la fréquence de coupure ωig. De même, lorsque l’on coupe les basses fréquences, on

voit apparaitre une résonance à la fréquence de coupure ωfi. Donc on n’amplifie pas
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Figure 4.2 – Impulsion gaussienne contenant les fréquences de résonance ωfi et
ωig. L’impulsion est centrée au milieu des deux fréquences.

Figure 4.3 – a) Augmentation du signal ASRS dans trois cas. En vert on coupe
les basses fréquences en dessous de l’énergie Ec et on observe une augmentation du
signal à la fréquence ωfi. En rouge on coupe au dessus de l’énergie Ec et on observe
une augmentation du signal à la fréquence ωig. En bleue on coupe symétriquement
l’impulsion par une fente de largeur ∆Ec et on n’observe aucune augmentation.
b) Les 3 coupures possibles correspondant à ce que l’on fait en a).

à proprement parler le Raman, mais on élimine les paires de photons qui interfèrent

destructivement. Dans ce cas les paires de photons d’énergie (~ω, ~ω − ~ωfg) tels

que ~ω > ~ωig interfèrent destructivement avec les paires de photons d’énergie (~ω,

~ω − ~ωfg) tels que ~ω < ~ωig. Si l’on coupe symétriquement l’impulsion, on vérifie

que l’on n’obtient aucune amélioration du signal.

Une autre alternative, pour éviter les interférences destructives entre paires de

photons, est de remettre en phase une paire de photons par rapport à l’autre. Pour

cela on peut, par exemple, appliquer un saut de phase de π aux paires de pho-

tons de hautes fréquences. Comme le montre la Figure 4.4 on obtient une meilleure
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amplification du signal qu’en éliminant les hautes fréquences.

Figure 4.4 – a) Augmentation du signal ASRS lorsque l’on opère un saut de phase
de π sur les fréquences d’énergies supérieures à Ec. On compare l’augmentation
obtenue (en rouge) avec celle obtenue par la coupure des fréquences d’énergie
supérieure à Ec (en bleue). b) La coupure et le saut de phase sur les composantes
dont l’énergie est supérieure à Ec.

4.2.2 Mise en forme des impulsions

Le moyen le plus répandu pour mettre en forme une impulsion est la ligne à

dispersion nulle (ou ligne 4f) qui permet de séparer spatialement les fréquences de

l’impulsion afin de pouvoir modifier indépendamment leurs phases et leurs ampli-

tudes avant de les mélanger à nouveau pour former une nouvelle impulsion [4]. Le

schéma de principe est montré sur la Figure 4.5. La ligne à dispersion nulle est com-

posée d’un réseau d’entrée qui disperse les composantes spectrales de l’impulsion.

Une lentille de focale f sépare spatialement chaque composante fréquentielle dans le

plan de Fourier de la lentille. C’est dans ce plan que l’on peut modifier l’intensité et la

phase de chaque composante spectrale en utilisant par exemple un masque program-

mable (SLM pour spatial-light-modulator) [4]. La deuxième lentille et le deuxième

réseau, identiques aux premiers, recombinent les différentes composantes spectrales

pour reformer une impulsion. Il est à noter que la ligne à dispersion nulle munie d’un

SLM n’est pas la seule manière de mettre en forme des impulsions. En effet on peut

utiliser un filtre acousto-optique dispersif programmable (Dazzler) [5],[6] qui permet

de modifier l’intensité et la phase des composantes spectrales. Une autre méthode

consiste à utiliser un miroir déformable [7], [8], [9], [10] pour modifier uniquement la

phase des composantes spectrales.

En notant ǫ̃in(ω) le champ de l’impulsion entrante et ǫ̃out(ω) le champ de l’im-
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Figure 4.5 – Schéma de principe d’une ligne à dispersion nulle. SLM est l’acro-
nyme de Spatial-Light-Modulator. Les lentilles sont de focales f , ǫ̃in est le spectre
de l’impulsion entrante, ǫ̃out est le spectre de l’impulsion sortante.

pulsion à la sortie de la ligne, nous avons une relation entre les deux :

ǫ̃out(ω) = H(ω)ǫ̃in(ω) (4.9)

Où H(ω) = t(ω) exp(iφ(ω)) est la fonction de transfert dans le plan de Fourier (t(ω)

modifie l’intensité de la composante ω et φ(ω) sa phase).

Pour des raisons de gain de place nous avons utilisé deux lignes à dispersion nulle

repliées, une pour chaque faisceau. Le principe de la ligne repliée consiste à placer un

miroir dans le plan de Fourier, ce qui élimine la moitié des composants nécessaires.

Le schéma de nos lignes repliées a déjà été présenté au Chapitre 2, mais nous le

reproduisons ici sur la Figure 4.6. Pour modifier les composantes dans le plan de

Fourier nous disposons d’une fente, ce qui limite la mise en forme à la suppression

de composantes spectrales. La fonction de transfert H(ω) se simplifie alors en une

simple fonction porte dont on connait le centre ωc et la largeur ∆ωc = ∆Ec/~ :

H(ω) = Θ

(

ω − ωc +
∆ωc

2

)

Θ

(

ωc +
∆ωc

2
− ω

)

(4.10)

Avec Θ la fonction de Heaviside. Nous allons maintenant comparer la théorie que

nous avons présentée aux résultats obtenus en mettant en forme nos impulsions.

4.2.3 Expériences

Nous avons, dans un premier temps, monté une seule ligne à dispersion sur le

faisceau source avant la séparation en faisceau pompe et sonde. Le but étant comme
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Figure 4.6 – Schéma de la ligne à dispersion repliée. Le miroir se situe dans le
plan de Fourier de la lentille. La fente se trouve à la distance d du miroir, elle peut
se déplacer selon l’axe y.

expliqué au Chapitre 2 de diminuer la puissance des faisceaux. Nous avons réalisé

une série de mesure en champ nul en variant l’ouverture de la fente sur l’échantillon

M1120. Les résultats obtenus sur l’augmentation du signal sont présentés sur la Fi-

gure 4.7 où on observe une augmentation d’un facteur 2 lorsque l’ouverture de la

fente est de l’ordre de 10 meV. En comparant les résultats obtenus avec les simula-

Figure 4.7 – Amplitude du signal Kerr en champ nul sur l’échantillon M1120 en
fonction de l’ouverture de la fente en eV. Cette amplitude est normalisée par la
mesure effectuée lorsque la fente est totalement ouverte.
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tions, on observe que la résonance est très fine sur les simulations alors qu’elle semble

très élargie expérimentalement. Ce résultat peut être expliqué par un défaut dans

notre ligne à dispersion. En effet, nous avons placé le miroir dans le plan de Fourier.

La fente qui doit réaliser la fonction de transfert H(ω) ne se situe pas dans ce plan

mais à une certaine distance d (voir Figure 4.6). La fonction de transfert n’est alors

plus abrupte, et elle laisse passer certaines fréquences qu’elle devrait bloquer. On

observe ce phénomène dans le spectre de l’impulsion après la ligne à dispersion sur

la Figure 4.8 a). La coupure en fréquence n’est pas abrupte, on remplace la fonction

Figure 4.8 – a) Spectre de l’impulsion (carré ouvert) après son passage par la
ligne à dispersion où la fente a une ouverture de 6.6 meV. Les lignes continues
sont des simulations de spectres traversant une ligne à dispersion définie par la
fonction H(ω) (4.11). Les valeurs reportées sont les valeurs de largeur l utilisées.
b) Simulation de l’augmentation du signal Kerr en fonction de la largeur l utilisée
pour modéliser la ligne à dispersion en a).

porte par la fonction :

H(ω) =
1

1 + exp
(

−ω−ωc+∆ωc/2
l

)

1

1 + exp
(

−ωc+∆ωc/2−ω
l

) (4.11)

Le paramètre l s’interprète comme la largeur de transition de la porte. Nous estimons

cette largeur à 25 µeV pour notre ligne à dispersion. Si on tient compte de cette

largeur de transition de la porte dans les simulations (voir Figure 4.8 b)) on observe

que le pic de résonance diminue lorsque cette largeur augmente. Pour connaitre

l’effet de la mise en forme de l’impulsion sur la pompe et la sonde de manière

indépendante, nous avons retiré la ligne à dispersion commune et installé une ligne

à dispersion sur chaque faisceau comme indiqué sur le schéma du montage (voir

Figure 2.7) du Chapitre 2. Nous avons effectué sur l’échantillon 011609B2 une série

de mesures à champ nul en fermant la fente de la pompe et en laissant la fente
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de la sonde ouverte, puis l’inverse. Les résultats de l’augmentation du signal sont

présenté sur la Figure 4.9. On observe toujours une augmentation de l’amplitude du

Figure 4.9 – Mesure de l’intensité du signal Kerr sur l’échantillon 011609B2 en
fonction de l’ouverture de la fente, sur la ligne à dispersion de la pompe (points
rouges), et sur la ligne à dispersion de la sonde (trait continu). L’ouverture de la
fente de la sonde est effectuée et enregistrée en continue. Les deux mesures sont
effectuées à champ nul et à 5ps de retards pompe-sonde.

signal avec une résonance large lorsque l’on ferme la fente de la sonde. Par contre la

fermeture de la fente de la pompe ne fait que diminuer l’amplitude du signal. Cette

absence d’augmentation du signal peut-être causée par l’élargissement de la fonction

de transfert H(ω) sur la ligne à dispersion de la pompe.

Ces observations tendent à penser que la mise en forme des impulsions est utile

pour augmenter la sensibilité de la détection qui repose sur l’effet Kerr magnéto-

optique. En effet nous avons vu au Chapitre 2 que l’effet Kerr magnéto-optique

pouvait avoir plusieurs origines, et que le spectre de l’effet Kerr était alors très

différent. Dans un cas général le spectre ressemble plus à la Figure 4.10 qui est un

mélange des deux Figures 2.5. Dans ce cas en utilisant une impulsion large, on somme

à la fois les contributions positives et négatives du spectre de l’effet Kerr. En filtrant

l’impulsion on ne garde que les contributions positives (ou négatives) ce qui augmente

le signal détecté par rapport au cas où l’on somme toutes les contributions. Il semble

au contraire que la mise en forme de l’impulsion soit inefficace sur la génération de

l’onde de spin ce qui semble indiquer que le processus prédominant de génération

dans notre cas n’est pas un processus Raman. Le processus dominant serait alors un

processus d’absorption (voir Chapitre 1).
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Figure 4.10 – Spectre de l’effet Kerr (en noir) calculé avec des forces d’oscillateurs
et des énergie de transition différentes pour les deux polarisation circulaires. Si
on utilise une impulsion complète (en rouge) on somme à la fois les contributions
positives et négatives. Si on utilise une impulsion filtrée (en bleu) on ne somme
que les contributions positives ce qui augmente le signal observé par rapport à
l’utilisation d’une impulsion complète.

4.3 Conclusion

Nous n’avons exploré qu’une seule manière de mettre en forme nos impulsions

en éliminant certaines fréquences. Or nous pouvons aussi modifier leur phase. Dans

l’état actuel du montage le moyen le plus commode serait de modifier le miroir dans

le plan de Fourier de la ligne à dispersion. En rajoutant une couche réfléchissante

sur une partie du miroir nous pourrions modifier la phase d’une partie du spectre

de π. Comme nous l’avons montré sur la Figure 4.4, cette mise en forme est plus

efficace théoriquement. Nous pourrions espérer une amélioration de la détection ou

une amélioration cette fois visible de la génération de l’onde de spin. Des essais

préliminaires ont été faits sur un miroir à saut de phase. Ces résultats n’ont pas été

concluants probablement en raison d’une zone sombre de réflexion au niveau du saut

de phase.
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Chapitre 5

Dynamique des modes hors

résonance

Nous allons, dans ce chapitre, considérer la dynamique des modes hors résonance,

puis nous verrons au Chapitre 6 le cas plus compliqué des modes couplés. Puisque les

excitations de spin des manganèses et du gaz bidimensionnel d’électrons se croisent

vers 5.5-6 Tesla, en pratique les modes seront découplés pour les champs inférieurs

à 5 Tesla. Dans ce cas on peut négliger les termes non diagonaux de l’interaction

d’échange s-d responsables du couplage, ce qui revient à faire une approximation de

champ moyen. Dans le cadre de cette approximation nous avons vu au Chapitre 1

d’une part que l’énergie de l’onde de spin dans un gaz bidimensionnel d’électrons

s’écrit :

Ee(k,B) = Z(B)− 1

|ζ(B)|
Z(B)

Z∗(B)− Z(B)

~
2

2m
k2 (5.1)

Avec Z l’énergie Zeeman normale et Z∗ l’énergie Zeeman renormalisée par les inter-

actions entre électrons. En k = 0 on obtient simplement Ee(0, B) = Z(B). L’énergie

Zeeman dans le cas de puits en DMS doit être comprise comme la somme de l’ef-

fet Zeeman normal plus l’effet Zeeman géant dû à l’interaction s-d. On peut donc

réécrire :

Ee(B) = geµbB +N0αxeffBr5/2

(

gMnµBB

KbTeff

)

(5.2)

L’énergie des excitations individuelles des électrons est évidemment :

Ẽe(B) = Z∗ (5.3)

Enfin l’énergie des excitations de spin des manganèses s’écrit en :

EMn(B,Rn) = gmµBB +K|χ(Rn)|2 (5.4)
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Nous avons vu que pour nos puits nous pouvons négliger le Knight shiftK. Nous ver-

rons tout de même dans le prochain chapitre qu’on ne peut pas toujours le négliger.

Pour les échantillons avec lesquels nous travaillons, de concentration en manganèses

xeff ≈ 0.2%, et pour les conditions dans lesquelles les expérieces sont effectuées

(2K < Teff < 5K) on s’attend à observer un premier croisement entre le mode

d’excitation des spins manganèses et l’onde de spin autour de 6T (voir Figure 1.3).

Expérimentalement nous observons un anticroisement des deux modes qui indique

un couplage entre les modes. Pour éviter ce phénomène de couplage et étudier chaque

mode séparément nous nous interressons aux excitations présentes pour les champs

compris entre 0T et 4T ou 5T, nous aborderons les modes couplés au chapitre sui-

vant. Nous décrirons dans un premier temps l’observation des deux modes présents

en identifiant un des modes comme l’onde de spin de vecteur d’onde nul en compa-

rant les résultats obtenus avec ceux de la spectroscopie Raman. Puis nous verrons

que les temps de relaxations mesurés ne sont pas explicables avec les théories de

relaxation de spin présentées au Chapitre 1.

5.1 Identification des excitations de spinflip en ro-

tation Kerr

Figure 5.1 – a) signal de rotation Kerr en fonction du retard pompe-sonde sur
l’échantillon M1120 pour différent champ magnétique. On fait un zoom sur le
temps long pour le champ de 2 T pour observer l’oscillation des manganèses qui
persiste mais qui est très faible. b) Transformée de Fourier des données obtenues
en a)

On présente ici les résultats obtenus sur l’échantillons M1120. Les autres échan-

tillons se comportant de manière identique sauf l’échantillon M2126 dont nous ten-

terons d’expliquer le comportement au Chapitre 6. Les expériences sur l’échantillon
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M1120 sont réalisées sous champ magnétique en configuration Voigt où le champ est

parallèle au plan du puits quantique et perpendiculaire à la direction du laser de

pompe. Dans le cas de l’étude de M1120, la ligne à dispersion est commune aux fais-

ceaux pompe et sonde. L’impulsion laser est centrée sur la longueur d’onde 765nm

soit une énergie de transition de 1.622 eV. On effectue une série de mesures de la

rotation Kerr en fonction du champ magnétique appliqué (voir Figure 5.1 a)). Il

apparait une première excitation de haute fréquence qui relaxe rapidement, et une

excitation de plus basse fréquence et d’intensité plus faible aux temps longs. Une

transformée de Fourier (voir Figure 5.1 b)) du signal de rotation Kerr confirme l’exis-

tence de deux excitations qu’il faut identifier. Pour cela on ajuste les mesures par

une fonction comprenant deux cosinus amortis et une exponentielle décroissante :

y(t) = y0 + A0exp

(−(t− t0)

τ0

)

+ A1exp

(−(t− t0)

τ1

)

cos (ω1t+ φ1)

+ A2exp

(−(t− t0)

τ2

)

cos (ω2t+ φ2) (5.5)

La présence de la première exponentielle décroissante est nécessaire pour tenir compte

de la relaxation des trous. La courbe ajustée (voir Figure 5.2 a)) nous permet d’ex-

traire la fréquence, l’intensité et le temps de relaxation de chaque excitation. On

trace ensuite l’énergie des deux excitations en fonction du champ pour les identifier

(voir Figure 5.2 b)).

5.1.1 Identification de l’onde de spin

Le mode d’excitation à haute fréquence, qui relaxe rapidement, peut s’identifier

soit à l’onde de spin soit aux excitations individuelles de spin-flip. On suppose en

premier lieu que nous observons l’onde de spin et on ajuste les points expérimentaux

avec la courbe issue de l’Equation (5.2) en prenant comme concentration effective en

manganèses la concentration donnée au Chapitre 3, et pour le facteur de Landé des

électrons la valeur ge = −1.5. Il reste donc un paramètre libre qui est la température

effective des manganèses. L’ajustement nous donne une température effective de 4.15

K ce qui peut s’expliquer par un échauffement de l’échantillon à cause de la forte

puissance des faisceaux pompe et sonde. Le bon accord entre le modèle et l’expérience

indique que le mode observé serait le mode collectif, c’est à dire l’onde de spin et non

les excitations individuelle. Pour nous en assurer nous allons comparer nos résultats

avec ceux obtenus en spectroscopie Raman.
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Figure 5.2 – a) exemple d’ajustement des données de rotation Kerr à 5 T sur
l’échantillon M1120 par l’Equation (5.5). De l’ajustement on extrait les fréquences
de précession des deux modes que l’on trace sur le graphique b). La dépendance
linaire (en rouge) avec gm = 2 permet d’identifier ce mode avec le mode manga-
nèse. L’autre mode (la courbe bleue ajustée avec l’Equation (5.2)) s’identifie avec
l’onde de spin en q = 0 (voir texte).

Les mesures Raman sur les échantillons permettent de distinguer les excitations

collectives de spin des excitations individuelles [1]. Nous avons tout d’abord effectué

la comparaison sur un échantillon plus dopé en manganèse, où l’équipe de l’INSP

avait déjà pu observer les deux types d’excitations en Raman. Le dopage plus impor-

tant en manganèses permet d’avoir un effet Zeeman géant plus important et donc de

mieux séparer les excitations individuelles et collectives. La comparaison directe des

énergies en Raman et en rotation Kerr n’est pas possible car en Raman l’échantillon

reste proche de la température du bain d’hélium superfluide, soit autour de 2 K,

alors que nous chauffons l’échantillon jusqu’à 5 K en rotation Kerr. Nous comparons

donc l’énergie des excitations en fonction de l’aimantation pour s’affranchir de cette

différence de température (Figure 5.3). Il faut cependant noter que cette comparai-

son n’est valable que si l’énergie Zeeman est petite devant l’énergie Zeeman géante.

Le bon accord entre la fréquence du mode observé en rotation Kerr et celle de l’onde

de spin en Raman montre que, dans cet échantillon, le mode observé est bien l’onde

de spin.

Pour avoir une comparaison plus directe entre le Raman et le pompe-sonde, nous

avons fait les mesures sur l’échantillon 011609B2 en utilisant des impulsions pompe

et sonde de puissance aussi faible que possible. Il faut en effet éviter de chauffer

l’échantillon et ainsi se rapprocher le plus possible des conditions du Raman, tout

en gardant une puissance qui ne dégrade pas trop le signal pour pouvoir effectuer la

mesure de la fréquence de précession. Nous avons donc effectué la mesure pompe-
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Figure 5.3 – Comparaison des énergies des modes obtenues en pompe-sonde et
des énergies observées en Raman sur l’échantillon A21303 dont la concentration
en manganèse est connue. Cette forte concentration permet de ne pas saturer
l’aimantation en dessous de 6 T, le champ de croisement avec le mode manganèse
se situant à un champ plus important, et donc de pouvoir comparer les deux séries
de données. La courbe ,obtenue par ajustement avec l’Equation (5.2), montre un
bon accord avec l’énergie de l’onde de spin.

sonde avec une impulsion pompe de 0.1 W/cm2 et une impulsion sonde de 0.07

W/cm2. Comme le montre la Figure 5.4 la température des manganèses et de l’ordre

de 2.8 K dans le cas du pompe-sonde et de 2.1 K pour le Raman. Nous approchons

donc des conditions du Raman, et les énergies sont comparables. Même si elles ne

sont pas égales à faible champ, à cause de la différence de température, elles le

deviennent à plus fort champ (au delà de 5 T) lorsque l’aimantation des manganèses

commence à saturer et qu’elles deviennent moins dépendante de la température.

5.1.2 Identification des manganèses

Le mode d’excitation de spin-flip des manganèses s’identifie rapidement par la

dépendance linéaire de son énergie en champ magnétique avec sa constante de Landé

gm = 2. Seul l’échantillon M2126 ne permet pas l’observation des excitations de spin

des manganèses. Les données brutes de la rotation Kerr, et la transformée de Fourier,

ne montrent pas d’excitation de spin du manganèses (voir Figure 5.5).
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Figure 5.4 – Mesure des énergies du mode collectif d’excitation de spin des
électrons en Raman et en pompe-sonde sur l’échantillon 011609B2. L’intensité de
la pompe est de 0.1 W/cm2, celle de la sonde de 0.07 W/cm2. Les températures
dans les deux mesures étant très proches, la saturation de l’aimantation se situe en
dessous de 5 T, et nous observons la même énergie du mode collectif d’excitation
à 5 T.

Figure 5.5 – a) signal de rotation Kerr en fonction du retard pompe sonde sur
l’échantillon M2126 pour différent champ magnétique. b) Transformée de Fourier
des données obtenues en a). Ni la rotation Kerr ni la transformée de Fourier
n’indique la présence d’excitation de spin des manganèses.

5.2 Temps de relaxation des modes

Des données obtenues par l’ajustement des mesures en rotation Kerr, on extrait

les temps de relaxation des différentes excitations en fonction de plusieurs para-

mètres : le champ magnétique, la puissance d’excitation.
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5.2.1 Temps de relaxation des manganèses

Pour les échantillons où l’on observe les excitations des manganèses, on ne peut

qu’estimer le temps de relaxation car nous n’avons effectué des mesures que jusqu’à

450 ps de retard pompe-sonde. Or on n’observe pas de baisse significative du signal

des manganèses dans les mesures effectuées jusqu’à 450 ps. On suppose alors que

le temps de relaxation des manganèses et au minimum de 1 ns. Dans toutes les

simulations et modélisations, le temps de relaxation des manganèses hors résonance

est considéré comme étant beaucoup plus grand que le temps de relaxation des

électrons. Nous avons pris 1 ns qui correspond à l’amortissement inhomogène attendu

en raison du Knight shift dû au couplage avec les électrons (voir Chapitre 6). De plus

on attend différentes fréquences de précession des manganèses à cause du couplage

hyperfin avec les noyaux. Compte tenu de la constante de couplage hyperfin A =

0.68 eV (voir Chapitre 1) un premier nœud dans les battements entre ces fréquences

est attendu autour de 1 ns. Ce nœud a été observé dans des échantillons de CdMnTe

massif très dilués x = 0.12% (non publié). Dans des expériences faites à des retards

plus faibles, cet effet apparaitra comme une relaxation apparente.

5.2.2 Temps de relaxation des électrons

Les temps de relaxation des spins électroniques, varient beaucoup d’un échan-

tillon à l’autre et aussi selon les conditions expérimentales. Nous allons voir que le

temps de relaxation varie avec le champ de façon non monotone, mais il varie aussi

avec la puissance d’excitation de façon monotone.

5.2.2.1 Mesures en fonction de la puissance d’excitation

Nous avons effectué une série de mesures du temps de relaxation sur l’échantillon

011609B2. Le montage optique comporte ici deux lignes à dispersion, une pour le

faisceau pompe, et l’autre pour le faisceau sonde. Les ouvertures des fentes sur les

lignes sont optimisées pour obtenir un signal de rotation Kerr maximum. On varie

simplement la puissance du faisceau principal avant séparation en faisceau pompe et

sonde en plaçant un filtre variable. Le rapport de puissance entre la pompe et la sonde

reste constant à Ps/Pp = 0.75. On observe alors (voir Figure 5.6) une augmentation

du temps de relaxation en champ nul lorsque la puissance de la pompe augmente.

On remarque aussi un temps limite de 15 ps à très faible puissance. Le temps de

relaxation commence à augmenter pour des intensités de pompe supérieures à 0.28

W/cm2. Pour un champ de 4 Tesla on observe un comportement inverse, le temps

de relaxation diminue avec l’augmentation de l’intensité de la pompe.
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Figure 5.6 – Temps de relaxation et amplitude de l’onde de spin sur l’échantillon
011609B2 à champ nul et à 4 Tesla en fonction de l’intensité du faisceau pompe.
Le rapport entre la puissance de la sonde et de la pompe est fixé à 0.75.

5.2.2.1.a En fonction du champ magnétique

Nous effectuons ici le même type de mesures sur tous les échantillons mais en

fonction du champ magnétique. La puissance du laser varie d’un échantillon à l’autre

mais reste dans une gamme comprise autour de 0.7 W/cm2. On voit sur la figure

5.7 le comportement non linéaire du temps de relaxation en fonction du champ ma-

gnétique extérieur. Cependant tous les échantillons semblent suivre le même com-

portement : une forte diminution du temps de relaxation avec l’augmentation du

Figure 5.7 – Temps de relaxation de l’onde de spin pour les différents échantillons
en fonction du champ magnétique extérieur.
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champ magnétique, puis une augmentation faible du temps de relaxation. On note

aussi que les temps de relaxation en champ nul varient d’un échantillon à l’autre

entre 30 ps et 55 ps. La variation de ce temps en champ nul peut s’expliquer par les

différentes puissances de laser pompe utilisées et la composition différente de chaque

échantillon. On note toutefois que ces temps de relaxation sont beaucoup plus faibles

que les temps de relaxation mesurés dans les puits non magnétiques de CdTe ([2],

[3] et [4]) qui sont de l’ordre de 10 ns en champ nul et qui diminuent jusqu’à 500

ps à 5 T. Ils restent par contre cohérents avec les temps mesurés dans les puits de

CdMnTe ([5], [6] et [7]). Il faut noter qu’en champ nul l’onde de spin n’existe pas

puisque le système est paramagnétique. Le mode collectif et les excitations de spin

individuelles sont dégénérés. Ceci est probablement à prendre en compte dans les

différences de comportement en champ nul et non nul.

5.2.2.2 Théories

Nous avons présenté au Chapitre 1 les théories existantes de relaxation de spin

des électrons dans les DMS et en particulier les puits quantiques. Ces théories ne sont

valables que pour des puits non dopés, et donc pour des excitations à une particule.

Or nous avons vu que les excitations observées dans les puits dopés sont des excita-

tions collectives pour lesquelles il n’existe pas de théorie complète à l’heure actuelle.

Dans Javier et al. [8], il a été démontré l’existence d’un amortissement intrinsèque

des ondes de spin proportionnel à q2, lié au caractère itinérant des électrons. Pour la

relaxation en q = 0 on peut estimer qu’elle est dominée par la relaxation individuelle

des électrons et la comparer aux théories existantes.

Le modèle le plus simple est celui de Bastard. Pour un puits de largeur 10 nm et

contenant 0.2 % de manganèses il donne un temps de relaxation de 180 ps. En champ

nul le modèle de Y. Semenov [9] donne le même temps de relaxation que le modèle de

Bastard puisqu’il est basé sur la même approche mais qu’il tient compte des effets du

champ magnétique. Nous n’utilisons pas le modèle de Ronnburg car il n’est valable

que pour le massif. Pour le moment seul la théorie de Shmakov [10] utilisant les

fluctuations d’interface du puits quantique fournie une explication sur les temps de

relaxation observés en champ nul. Une variation de la largeur du puis de l’ordre de

la constante du réseau cristallin sur une échelle spatiale de 10 nm donne des temps

de relaxation de l’ordre de 20 ps. Les interfaces obtenues lors de la croissance n’étant

pas parfaites, cette explication est tout à fait envisageable. Mais elle n’explique pas

la variation du temps de relaxation en fonction du champ magnétique.

Bien que la théorie de Y.Semenov ne donne pas le bon temps de relaxation en

champ nul, elle prévoit une variation du temps en fonction du champ magnétique.
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Dans son article toutefois cette variation possède un comportement non linéaire

différent de ce que l’on observe expérimentalement. On note une augmentation rapide

du temps de relaxation avec le champ, puis une diminution. Ceci peut-être expliqué

par le fait qu’il considère un gaz d’électrons dégénéré. Nous avons voulu savoir si en

tenant compte du fait que le gaz d’électrons est dégénéré nous pouvions expliquer

le comportement non monotone observé. Nous avons donc adapté la théorie dans ce

sens. Nous repartons de l’écriture de T2 (1.63) avec les fonctions de corrélations γuv

données par (1.57), (1.58) et (1.59) :

T−1
2 = π[γ0zz + nγxx + inγxy] (5.6)

En gardant la distribution de Fermi dans le calcul analytique des γuv et en considé-

rant toujours un puits infini, on obtient :

T−1
2 =

πα2Iρ20T

4S2
0

[

4
〈

S2
z

〉

(

1

1 + β+
+

1

1 + β−

)

+2
〈

S2
x

〉 (

J−(ω − ω0) + J+(ω − ω0)
)

−〈Sz〉 (1− λ)J−(ω − ω0)
]

(5.7)

Avec :

λ = e

(

−(ω−ω0)
T

)

(5.8)

β± = e

(

±ω/2−ǫF
T

)

(5.9)

J±(x) =
sign(x)

e(
−x
T )

[

ln

(

e(
±|x|
T ) + β+

1 + β+

)

+ ln

(

e(
±|x|
T ) + β−

1 + β−

)]

(5.10)

Ici T représente la température en unité d’énergie, ρ0 la densité d’état électro-

nique en dimension 2 et ǫF l’énergie de Fermi des électrons. On teste la formule

obtenue en comparant le cas où T >> ω (cela correspond à un régime de haute

température où les statistiques de Boltzmann et de Fermi sont équivalentes) à la

Formule (1.65). On obtient alors les mêmes résultats. La Figure 5.8 nous montre le

résultat de la simulation du temps de relaxation en utilisant les Equation (1.65) et

(5.7) avec les paramètres obtenus sur l’échantillon M2126. On observe un comporte-

ment non monotone différent du temps de relaxation en fonction du champ lorsque

l’on tient compte du fait que le gaz d’électron est dégénéré. Le temps de relaxation

diminue avec l’augmentation du champ. Par contre le temps de relaxation en champ

nul est toujours le même avec les deux théories ce qui est cohérent car le spin moyen

des manganèses est alors nul. On observe tout de même que, bien que le temps de
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Figure 5.8 – Temps de relaxation de l’onde de spin pour l’échantillon M2126 en
fonction du champ magnétique extérieur. Les symboles ouverts représentent les
mesures déjà présentées sur la Figure 5.7. La courbe rouge représente le modèle
d’origine de l’article (1.65) avec la distribution de Boltzmann, la courbe bleu
représente le modèle développé ici (5.7) avec la distribution de Fermi.

relaxation diminue avec le champ magnétique, cette diminution n’est pas suffisante

pour expliquer les temps mesurés.

Nous allons proposer ici une explication plus simple qui peux expliquer la varia-

tion du temps de relaxation observée. Nous avons supposé jusqu’à présent que les

temps de relaxation mesurés sont des temps homogènes (cela correspond à la pré-

cession de tous les électrons à la même fréquence dans le même champ magnétique

effectif). Or on peut supposer que tous les électrons ne ressentent pas exactement le

même champ effectif, par exemple parce qu’il y a des variations spatiales de la concen-

tration en manganèse. Dans ce cas, localement, les électrons ressentent un champ

magnétique effectif différent et précessent donc à une fréquence différente d’une ré-

gion à une autre, diminuant ainsi le temps de relaxation des électrons comme nous

l’avons vu au Chapitre 1. Nous proposons de considérer l’échauffement inhomogène

de l’échantillon généré par l’impulsion optique. En effet il faut se rappeler que la fré-

quence de précession des spins électroniques est directement liée à la concentration

et à la température des ions manganèses :

Ee(B) = geµbB +N0αxeffBr5/2

(

gMnµBB

KbTeff

)

(5.11)
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Si localement l’impulsion laser chauffe l’échantillon, on aura une variation de la

température effective des manganèses entre le centre et les bords du spot laser, et

donc une distribution ∆ω de la fréquence de précession des spins électroniques. Dans

ce cas le temps de relaxation n’est plus T2 le temps de relaxation homogène, mais

T ∗
2 le temps de relaxation inhomogène définit comme suit :

1

T ∗
2

=
1

T2
+∆ω (5.12)

où ∆ω est lié à la variation de la température des ions manganèses ∆T par :

∆ω =
N0αxeff

~

∂BS

(

B
T

)

∂T
∆T (5.13)

Avec BS la fonction de Brillouin pour un spin S. En considérant que l’on mesure ef-

Figure 5.9 – Temps de relaxation de l’onde de spin pour tous les échantillons
en fonction du champ magnétique extérieur. Les courbes sont tracées à partir de
l’Equation (5.12). ∆T est donné par l’ajustement de cette courbe. La température
T est issue de l’ajustement de l’énergie de l’onde de spin en fonction du champ
par l’Equation (5.2).

fectivement T2 à champ nul, la Figure 5.9 montre que l’on modélise assez fidèlement

le comportement non linéaire du temps de relaxation avec la formule (5.12) pour

tous les échantillons en prenant un paramètre ∆T raisonnable au vu des conditions

expérimentales. Cette explication est confortée par les temps de relaxation obser-
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vés sur d’autres échantillons de puits quantiques CdMnTe [11]. Il faudrait toutefois

vérifier le comportement des temps de relaxation à très faible puissance, ce qui est

difficile sur notre montage sans dégrader le signal de rotation Kerr.

5.3 Conclusions

La technique pompe-sonde nous a permis d’identifier plusieurs modes d’excita-

tions des spins dans les puits. Tout d’abord un mode d’excitation que l’on attribue

au spin des électrons libres, puis un mode plus faible que l’on attribue au spin des

manganèses. Sachant qu’il existe en fait deux modes d’excitation des spins du gaz

bidimensionnel d’électrons, l’onde de spin et les spin-flip individuels, nous avons

identifié le mode d’excitation collectif dans nos mesures en les comparant avec les

mesures réalisées en Raman.

La méthode du pompe-sonde permettant d’avoir accès aux caractéristiques dy-

namiques des modes nous avons mesuré leur temps de relaxation en fonction de la

puissance d’excitation et du champ magnétique. Nous n’avons pour l’instant aucune

explication quant à la variation de T2 en fonction de la puissance, mais nous avons pu

expliquer la variation en fonction du champ magnétique par un échauffement inho-

mogène de l’échantillon indiquant en fait que nous mesurons un temps de relaxation

inhomogène.

Puisqu’on observe un mode collectif pour les électrons, on doit observer un anti-

croisement à la résonance entre ce mode et le mode collectif des manganèses. Cette

observation est un argument supplémentaire en faveur de l’onde de spin, la compa-

raison avec le Raman étant un argument assez fort mais pas décisif. Nous allons donc

étudier dans le prochain chapitre l’anticroisement entre les deux modes collectifs.
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Chapitre 6

Observation et dynamique des

modes à la résonance

Nous avons vu dans le Chapitre précédant que nos expériences de rotation Kerr

résolue en temps nous ont permis d’identifier les différents types d’excitations de

spins présentes : onde de spin et spin-flip des manganèses. Nous avons étudié leur

comportement à faible champ lorsqu’elles sont énergétiquement bien séparées. Or la

faible concentration en manganèses des échantillons fait que l’on sature rapidement

l’aimantation, autrement dit l’énergie « Zeeman »qui sépare les deux niveaux de

spin des électrons atteint un maximum autour de 5 T dans nos échantillons puis

diminue à cause de l’effet Zeeman normal. De plus l’énergie Zeeman qui sépare les

niveaux de spins des manganèses croit linéairement avec le champ. Nous arrivons

autour de 6T à une situation où les deux systèmes de spin sont en résonances et

précessent à la même fréquence. Sachant que les deux systèmes sont couplés par

l’interaction d’échange, nous pouvons nous attendre à observer autour de 6 T de

nouveaux comportements physiques tels que l’anticroisement des deux excitations

et des effets sur leurs temps de relaxation. Cet anticroisement a déjà été observé

par diffusion Raman et résonance électronique paramagnétique par Teran [1] qui

fournit une explication phénoménologique. Cet anticroisement est aussi expliqué

théoriquement [2].

Nous montrerons dans ce chapitre que nous observons effectivement un anticroi-

sement des deux modes d’excitations couplées, mais qu’il apparait aussi un troisième

mode non couplé. Nous développerons une théorie qui expliquera l’anticroisement

et l’apparition du nouveau mode. Cette théorie nous amènera à considérer le cas

particulier de la résonance où la mesure de la différence d’énergie entre les modes

couplés nous donne accès à la mesure du Knight shift et à la polarisation de spin du

gaz d’électrons.

89



Chapitre 6. Observation et dynamique des modes à la résonance

6.1 Observation de l’anticroisement

Les expériences sont réalisées sous champ dans la configuration Voigt où le champ

magnétique est parallèle au plan du puits quantique et perpendiculaire à la direction

du laser de pompe, et on optimise le signal par le filtrage des impulsions. Nous avons

vu que l’échantillon M2126 était particulier dans le sens où nous n’observons pas les

excitations des spins manganèses à faible champ. Nous commençons donc par exposer

les résultats obtenus sur cet échantillon. Les courbes brutes de la rotation Kerr en

fonction du retard pompe-sonde sont présentées sur la Figure 6.1 en fonction du

champ magnétique pour les champs compris entre 5.1 T et 6 T.

Figure 6.1 – a) Données brutes de la rotation Kerr pour les champs magnétiques
de 5.1T à 6T. b) Transformée de Fourier des données brutes obtenues en a).

La transformée de Fourier de ces courbes temporelles montre clairement l’appa-

rition d’un nouveau mode contrairement au cas en champ faible (voir Figure 6.1) où

l’on n’observe que l’onde de spin. A la suite de [1] et [2] ce mode n’est autre que le

mode des manganèses qui se couple à celui de l’onde de spin. Il faut noter ici que

l’anticroisement est beaucoup mieux résolu en pompe-sonde qu’en Raman. Entre 5.1

T et 5.5 T l’amplitude des manganèses augmente jusqu’à ce que les 2 modes aient

des amplitudes égales. On voit alors très clairement un battement entre les 2 modes

dans le domaine temporel, c’est le point d’anticroisement ou de résonance. Au delà

de 5.5 T l’excitation des manganèses diminue en amplitude et possède une fréquence

de précession plus grande que celle de l’onde de spin. En notant Ωe et Ωm les fré-
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Chapitre 6. Observation et dynamique des modes à la résonance

quences de précession de l’onde de spin et des manganèses non couplées, d’après [2]

les fréquences des modes couplés s’écrivent :

ω± =
1

2
(Ωe + Ωm)±

1

2

√

(Ωe − Ωm)
2 +

4K̃∆

~2
(6.1)

Avec ∆ l’énergie Zeeman qui correspond à l’action du champ magnétique effectif

des manganèses sur les électrons, et K̃ le Knight shift qui correspond à l’action du

champ magnétique effectif des électrons sur les manganèses. En laissant K̃ comme

paramètre on arrive à décrire par l’Equation (6.1) le comportement en champ des

deux modes observés (voir Figure 6.2). Ces deux modes ne sont plus entièrement ou

électron ou manganèse, mais un mélange des deux que l’on nomme modes mixtes.

Figure 6.2 – Fréquences de précession des excitations de spins en fonction du
champ magnétique pour l’échantillon M2126. L’encadré est un zoom sur la zone
d’anticroisement où l’on mesure un gap entre les deux modes. Les deux courbes
sont ajustées avec l’Equation (6.1).

Les résultats obtenus sur les autres échantillons montrent le même type de com-

portement. On observe en dehors de l’anticroisement le mode électron et le mode

manganèse, et ces deux modes s’anticroisent à la résonance. Mais contrairement

à l’échantillon M2126, on observe un faible signal qui persiste longtemps dans le

domaine temporel.

On illustre cela sur l’échantillon M1120 (voir Figure 6.3) où ce signal n’apparait

pas directement lors de la transformée de Fourier complète du signal temporel. Pour
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Chapitre 6. Observation et dynamique des modes à la résonance

Figure 6.3 – Rotation Kerr sur l’échantillon M1120 entre 5.7 T et 6.1 T. Pour
chaque champ on effectue deux transformées de Fourier fenêtrés entre 0 et 225 ps
de retard puis entre 225 et 445 ps. Il faut noter que la deuxième transformée de
Fourier a une échelle d’intensité 50 fois plus petite.

le mettre en évidence nous avons procédé à deux transformées de Fourier fenêtrées.

La première fenêtre correspond à un retard compris entre 0 et 225 ps qui montre les

deux modes couplés, la deuxième fenêtre correspond aux retards plus grand que 225

ps. Il apparait, dans cette deuxième transformée de Fourier, un signal faible dont

la fréquence est comprise entre les fréquences des modes couplés. Pour obtenir une

bonne valeur pour cette fréquence on rajoute un cosinus amorti à la fonction (5.5)

qui nous sert à ajuster les données de la rotation Kerr. Ce nouveau mode d’excitation

suit une dépendance linéaire avec le champ (voir Figure 6.4) qui est donnée par le

facteur gyromagnétique du manganèse : ωm = gMnµBB/~.

De plus son temps de relaxation semble être du même ordre que celui du manga-

nèse à champ faible, soit un temps de l’ordre de 1 ns. Il semblerait alors que tous les

manganèses ne se couplent pas avec les électrons, ou du moins qu’il existe un mode

d’excitation des spins manganèses qui ne ressente pas la présence des électrons.

L’excitaion de spin des manganèses ne se couple pas directement aux photons,

mais aux porteurs de charges à travers l’interaction sp-d. Ce troisième mode n’étant

pas couplé aux électrons la seule option reste son couplage avec les trous. Hors dans
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Figure 6.4 – Fréquences de précession des excitations de spin en fonction du
champ magnétique pour l’échantillon M1120. Les symboles ouverts sont issus de
l’ajustement des données de la rotation Kerr par l’Equation (5.5) à laquelle on
rajoute un troisième cosinus amorti. Les deux excitations déjà identifiées ω+ et
ω− sont données par ajustement de l’Equation (6.1). L’excitation nommée ωm suit
une dépendance linéaire avec le champ caractérisée par le facteur de Landé gm=2
qui l’identifie comme une excitation de spin des manganèses.

un puits symétrique les fonctions d’ondes des électrons et des trous possèdent la

même symétrie et donc le troisième mode ne devrait pas pouvoir se coupler aux

trous. Il apparait donc qu’une asymétrie dans la structure du puits quantique soit

nécessaire pour observer les modes manganèses hors résonance et découplés à la

résonance. La faible amplitude de ce mode provenant de la faible asymétrie entre

les fonctions d’onde des électrons et des trous. Au contraire les deux modes couplés

sont à la fois du type manganèse et du type électron ce qui explique l’apparition

du second mode dans l’échantillon M2126. Seule la partie électronique de ce second

mode est visible à proximité de la résonance.

Aucun modèle ne prévoit ou n’explique la présence d’un troisième mode non

couplé de type manganèse. Nous avons donc développé un modèle qui va plus loin

que l’approximation du champ moyen et qui permet d’expliquer nos observations.

6.2 Modèle au-delà du champ moyen

Les modèles existants n’expliquent pas la présence de ce mode où les excitations

de spin des manganèses ne se couplent pas à celles des spins électroniques. En effet

la plupart des modèles sont des modèles en champ moyen où les excitations des
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spins des manganèses sont ramenées à l’excitation d’un seul spin moyen. L’onde de

spin étant aussi considérée dans le cas où k = 0 comme l’excitation d’un seul spin

moyen, le modèle en champ moyen ne peut produire que deux modes, couplés ou

non. Pour expliquer ce troisième mode nous allons développer un modèle simple où

les spins des manganèses sont considérés individuellement et peuvent précesser avec

des phases différentes.

Tout d’abord considérons que les excitations de spin sont homogènes dans le plan

du puits quantique (normal à la direction de croissance). De cette façon les spins des

ions manganèses situés dans la même couche cristallographique sont identiques. Pour

simplifier nous considérons aussi que la distribution en manganèse est homogène dans

le puits. Comme d’autres auteurs [2] nous négligeons les effets des impuretés sur la

fonction d’onde des électrons, et nous limiterons l’étude à la fonction d’onde du

niveau fondamental dans le puits. Cette fonction d’onde électronique s’écrit alors :

φ(x, r) = χ(x)exp(ikr)/
√
A (6.2)

Avec χ(x) la fonction d’onde dans la direction de quantification, A l’aire de

l’échantillon, k et r le vecteur d’onde et le vecteur position de l’électron dans le plan

du puits. Sous ces conditions, l’évolution du spin moyen S de l’électron et des spins

manganèses Jn est décrite par le système d’équations de Bloch couplées :

dS

dt
= −geµB

~
(S×B) +

α

~

∑

n

| φ(Rn) |2 (S× Jn) (6.3)

dJn

dt
= −gmµB

~
(Jn ×B)− αneχ

2(Rn)

~
(S× Jn) (6.4)

Avec ge le facteur g de l’électron, gm celui du manganèse, µb le magnéton de

Bohr et Rn le vecteur position du n-ième ion manganèse. Les derniers termes des

Equations (6.3) et (6.4) représentent l’interaction d’échange entre les spins électrons

et manganèses. Dans la limite des petits écarts par rapport à l’équilibre thermique on

peut linéariser les Equations (6.3) et (6.4) par rapport aux composantes transverses

S⊥ et J⊥,n.

dS⊥

dt
= −(S⊥ ×Ωe) +

∆

~Jz
(J⊥ × Sz) (6.5)

dJ⊥,n

dt
= −(J⊥,n ×Ωm)− K

~Sz

wχ2
n(J⊥,n × Sz) +

K

~Sz

wχ2
n(S⊥ × Jz) (6.6)
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Avec J⊥ ≡ (w/N)
∑N

n=1 χ
2
nJ⊥,n le spin moyen des manganèses pondéré par la

probabilité de trouver un électron dans la n-ième couche cristallographique, χn étant

la valeur de χ(x) pour la n-ième couche cristallographique.

Le premier terme de l’Equation (6.5) décrit la précession de la composante

transverse du spin électronique dans un champ magnétique effectif ~Ωe/geµb. Ce

champ magnétique effectif est composé du champ magnétique extérieur B et d’un

champ d’échange créé par la composante longitudinale des spins manganèses. La

fréquence de précession associée à ce champ magnétique effectif s’écrit : Ωe =

geµbB + ∆Jz/~Jz avec ∆ = −αnmJz/w. On rappelle que le spin moyen des ions

magnétique Jz est décrit par la fonction de Brillouin modifiée BJ pour J = 5/2 :

Jz = JBJ(gmµbB/kBTeff ).

Dans l’Equation (6.6) les deux premiers termes représentent la précession de

la composante transverse des spins manganèses dans un champ magnétique effectif

composé du champ magnétique extérieur B avec la fréquence de précession associée

Ωm = gmµbB/~, et du champ d’échange créé par la composante longitudinale du

spin électronique qui est proportionnel à K = −αneSz/w. Les derniers termes des

Equations (6.5) et (6.6) décrivent les interactions entres les composantes transverses

des spins des électrons et des manganèses.

On soulève ici deux points. Premièrement le champ d’échange créé par les spins

des électrons est beaucoup plus faible que le champ d’échange créé par les spins

manganèses. En effet ∆/K ∝ Jnm/Sne ≈ 103 dans nos échantillons avec xeff =

0.2%, w ≈ 10 nm et ne ≈ 1011 cm−2. Deuxièmement il apparait que le couplage

entre les spins électrons et manganèses n’existe que si S⊥ 6= 0. En d’autres termes

il faut que les électrons précessent avec la même phase, ce qui est la définition d’un

mode collectif. Au contraire les excitations de spins individuelles sont caractérisées

par une distribution aléatoire de leurs phases, ce qui revient à dire que S⊥ ≈ 0.

Dans ce cas le dernier terme dans l’Equation (6.6) qui est le terme de couplage

s’annule. Comme le signal Kerr que l’on mesure est supposé proportionnel à S⊥

l’observation d’un anticroisement montre que le terme de couplage n’est pas nul et

donc que le mode d’excitation de spin des électrons est bien un mode collectif, une

onde de spin. Si on observait les excitations individuelles de spins, on s’attendrait à

ce qu’elles croisent le mode d’excitation des spins manganèses. C’est un argument

supplémentaire à ceux fournis au Chapitre 5 sur l’identification des ondes de spins.

Le système d’Equations (6.5) (6.6) est mathématiquement équivalent à la des-

cription de N+1 oscillateurs couplés. Nous pouvons cependant simplifier ce système

en négligeant le terme Kwχ2
n(J⊥,n×Sz)/~Sz. Cela se justifie car le champ d’échange

créé par les électrons est proportionnel à K qui est environ 1000 fois plus faible que
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le champ magnétique extérieur. En effet, dans le cas le plus favorable où le gaz est

totalement polarisé (Sz = 1/2), |K| ≈ 0.75 µeV. Et pour un champ magnétique de

5 T ~|Ωm| = 0.6 meV, soit ~Ωm/K ≈ 800. L’Equation (6.6) s’écrit alors :

dJ⊥,n

dt
= −(J⊥,n ×Ωm) +

K

~Sz

wχ2
n(S⊥ × Jz) (6.7)

Dans un puits contenant N couches cristallographiques on se retrouve avec N+1

équations décrivant N+1 modes de précession. Deux de ces modes doivent décrire

les modes déjà observés et donnés par l’Equation (6.1). Nous allons dans un pre-

mier temps retrouver les 2 modes collectifs, puis les N-1 autres modes que nous

décrirons. Nous introduisons d’abord trois nouvelles quantités : S+ = Sx + iSy,

J+,n = Jx,n + iJy,n et J+ = w/N
∑N

n=1 χ
2
nJ+,n. On peut alors écrire un nouveau

système d’équations :

dS+

dt
= −iΩeS+ + i

∆Sz

~Jz
J+ (6.8)

dJ+,n

dt
= −iΩmJ+,n + i

KJz
~Sz

wχ2
nS+ (6.9)

L’Equation (6.9) se transforme en sommant sur n :

dJ+
dt

= −iΩmJ+ + i
KJz
~Sz

w2

N

∑

n

χ4
nS+ (6.10)

En supposant que les solutions sont de la forme e−iωt on obtient l’équation qua-

dratique suivante :

(Ωe − ω)(Ωm − ω) =
η∆K

~2
(6.11)

Avec η = w
∫ w

0
χ4(x)dx où on a remplacé la somme discrète par une intégrale.

Les solutions sont données par :

ω± =
1

2
(Ωe + Ωm)±

1

2

√

(Ωe − Ωm)2 + 4
ηK∆

~2
(6.12)

On retrouve ici les 2 modes mixtes donnés par l’Equation (6.1). mais on remarque

la présence du facteur η qui modifie le couplage des deux modes mixtes à la résonance.

Les N-1 autres modes sont donnés par les conditions suivantes :
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J⊥ ≡ (w/N)
N
∑

n=1

χ2
nJ⊥,n = 0

S⊥ = 0 (6.13)

En injectant ces conditions dans les Equations (6.5) et (6.7) on obtient bien N-1

modes dégénérés dont la fréquence de précession est Ωm. Ces modes correspondent à

un spin moyen électronique nul et un spin moyen des manganèses pondéré par |χn|2
nul. Le spin moyen nul des manganèses étant obtenu en sommant toutes les excita-

tions individuelles qui au final s’annulent. On interprète cela comme la précession

des manganèses dont la distribution à travers le puits quantique est orthogonale à

la distribution des électrons donnée par χ2
n. Ainsi le champ d’échange créé par la

distribution de spin manganèse sur les électrons est nul et le spin moyen des électrons

ne précesse pas. Une excitation arbitraire de spin dans ce modèle est la somme de

deux excitations collectives couplées dont les énergies sont données par ω± et N-1

excitations découplées dont l’énergie est Ωm.

Pour l’instant ce modèle ne tient pas compte de la relaxation des différents modes.

La relaxation des N-1 modes découplés peut-être expliquée en considérant le système

d’équations en entier (6.5) et (6.6). Le terme que l’on a négligé permet de lever la

dégénérescence de ces modes découplés. Leur fréquence de précession n’est plus Ωm

mais ωn = Ωm + Kwχ2
n/~Sz. Cela ce traduit par un élargissement de la raie de

résonance autour de Ωm de l’ordre de K, ce qui correspond à un temps de relaxation

inhomogène de l’ordre de τm ∼ ~/K. On a déjà montré que K ≈ 0.75 µeV ce qui

donne un temps de relaxation τm de l’ordre de la nanoseconde. Cela correspond à

l’ordre de grandeur de la relaxation des spins manganèses à champ faible. Le mé-

canisme de relaxation des manganèses serait alors dû au champ magnétique effectif

créé par la composante longitudinale du spin électronique qui déphase la précession

des spins manganèses. La relaxation des 2 modes mixtes n’apparait pas explicite-

ment parce que l’on ne tient pas compte de la relaxation rapide du spin électronique.

Pour tenir compte de la relaxation du spin moyen des manganèses et des électrons

on introduit, dans l’Equation (6.5), un terme de relaxation de la forme −S⊥/τe où

τe est le temps de relaxation du spin électronique en dehors de l’anticroisement, et,

dans l’Equation (6.7), un terme de la forme −J⊥/τm. L’équation carré qui donne les

fréquences des deux modes collectifs couplés s’écrit alors :

(Ωe +
i

τe
− ω)(Ωm +

i

τm
− ω) =

η∆K

~2
(6.14)
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Les solutions donnent, sous forme complexe, la fréquence pour la partie réelle et le

temps de relaxation pour la partie imaginaire :

ω± =
1

2

(

Ωe +
i

τe
+ Ωm +

i

τm

)

± 1

2

√

(

Ωe +
i

τe
− Ωm − i

τm

)2

+ 4
ηK∆

~2
(6.15)

Ces deux dernières équations permettent d’ajuster les données sur les fréquences et

les temps de relaxation obtenues en rotation Kerr. La Figure 6.5 présente un tel

ajustement sur l’échantillon M2126.

Figure 6.5 – Ajustement par l’Equation (6.15) de : a) fréquences de précession
des deux modes mixtes, b) temps de relaxation de spin de ces deux modes. Les
données représentées par les symboles ouverts sont issues de l’échantillon M2126.

On remarque alors deux points importants. D’une part à la résonance (lorsque

Ωe = Ωm) on observe un croisement des temps de relaxation des deux modes (voir

Figure 6.5 b) ) : τ+ = τ− = 2τeτm/(τe + τm). L’ordre de grandeur du temps de

relaxation des manganèses étant 100 fois plus grand que celui des électrons, on peut

écrire que τ+ = τ− = 2τe. Plus généralement on négligera le temps de relaxation des

manganèses par rapport à celui des électrons pour les modes mixtes. D’autre part il

existe un gap δ non nul à la résonance entre les deux modes si τe > ~/2
√
ηK∆ que

l’on appelle la condition de couplage fort. Le gap s’écrit alors à la résonance :

δ = 2

√

ηK∆− (
~

2τe
)2 (6.16)

On remarque ici que le temps de relaxation du spin électronique joue un rôle impor-

tant qui n’avait pas été pris en compte dans la Référence [2]. Un temps de relaxation

de plus en plus court diminue le gap jusqu’à 0, on se trouve alors en condition de

couplage faible. Le signal Kerr étant essentiellement dû aux électrons, on peut aussi
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Figure 6.6 – Ajustement par les Equations (6.17) et (6.18) de l’amplitude de la
rotation Kerr des modes mixtes. Les données représentées par les symboles ouverts
sont issues de l’échantillon M2126. Les amplitudes sont normalisées par rapport à
la mesure de l’amplitude de l’onde de spin à 5 T.

écrire l’amplitude carré de leurs contributions dans les modes mixtes :

A− =
D +

√
δ2 +D2

2
√
δ2 +D2

(6.17)

A+ =
δ2

2
√
δ2 +D2(D +

√
δ2 +D2)

(6.18)

avec D = Ωm − Ωe. La Figure 6.6 montre un exemple d’ajustement des amplitudes

de la rotation Kerr des excitations collectives de spin. Le modèle caractérise com-

plètement le comportement des modes mixtes en fonction du champ magnétique

dans le plan du puits par leurs fréquences, amplitudes et temps de relaxation. Au vu

des Figures 6.5 et 6.6 le modèle décrit effectivement nos résultats pour l’échantillon

M2126, ainsi que pour les autres échantillons en incluant les modes des manganèses

découplés.

6.3 Identification du mode manganèse découplé

Nous allons présenter ici un argument de plus pour identifier le mode manga-

nèse découplé. Nous nous somme intéressés au champ de résonance sur l’échantillon

011609B2 où nous observons le mode découplé. Pour savoir si les manganèses que l’on

excite appartiennent bien au puits quantiques,et non à des manganèses résiduels dans

les barrières, on modifie l’énergie d’excitation du faisceau pompe indépendamment
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du faisceau sonde, tout en gardant une puissance de pompe et de sonde constante. Il

faut nécessairement garder la puissance d’excitation constante pour avoir une tem-

pérature effective constante et ne pas modifié la valeur du champ de résonance. Dans

les conditions de l’expérience, le champ de résonance est voisin de 5.7 T, la puissance

de la pompe est maintenu à 500 µW et celle de la sonde à 250 µW. La température

effective de l’échantillon est alors proche de 6.1 Kelvin.

Figure 6.7 – a) Transformée de Fourier fenêtrées en suivant une procédure iden-
tique à celles réalisées pour la Figure 6.3. Les énergies reportées sont les énergies
mesurées sur les spectres des impulsions pompe b). On observe le mode manganèse
découplé dans la transformée de Fourrier au temps long après une augmentation
de l’amplitude par un facteur 50. c) Rotation Kerr en fonction du retard pompe-
sonde pour différentes énergies de la pompe. On observe la disparition du nœud
entre les modes couplés lorsque l’énergie de la pompe diminue.

La Figure 6.7 b) présente les spectres normalisés des différentes impulsions pompes

utilisées. Chaque spectre est nommé d’après l’énergie du centre de l’impulsion. Les

données de la rotation Kerr sont présentées sur la Figure 6.7 c) pour chaque éner-

gie de pompe utilisée. Nous avons procédé de la même façon que sur la figure 6.3

avec deux transformées de Fourrier fenêtrées pour faire apparaitre le mode découplé

(Figure 6.7 a)) pour tous les spectres de pompe utilisés. On observe une diminution
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du pic correspondant aux manganèses découplés lorsque l’énergie d’excitation de la

pompe augmente. En même temps on observe que le couplage entre les deux modes

diminue car on n’observe plus le nœud du battement entre ces deux modes dans le

domaine temporel. Pour mieux faire apparaitre cet effet on trace les amplitudes de

chaque mode en fonction de l’énergie de la pompe (Figure 6.8 a) ).

Figure 6.8 – a) Mesure de l’amplitude des modes en fonction de l’énergie de la
pompe. Les amplitudes sont obtenues soit par la transformée de Fourier, soit par
ajustement de la fonction (5.5). Pour le mode manganèse découplé, on n’a que par
la mesure sur la transformée de Fourier que l’on ajuste avec un facteur d’échelle
pour comparer avec les mesures sur l’ajustement de la fonction (5.5). b) Temps
de relaxation des modes couplés en fonction de l’énergie de la pompe.

Les amplitudes des modes couplés peuvent-être connues de deux façon : soit par

la transformée de Fourrier du signal de rotation Kerr, soit par l’ajustement de la

fonction (5.5). Mais on fera davantage confiance à l’ajustement de la fonction car la

transformée de Fourrier a du mal à résoudre l’anticroisement. De plus l’ajustement

de la fonction nous donne aussi les temps de relaxation (Figure 6.8 b) ). L’ampli-

tude du mode découplé, elle, ne peut-être connue que par sa transformée de Fourrier

car le signal est trop bruité au delà de 250 ps de retard pompe-sonde. Il apparait

alors que les modes couplés possèdent un maximum en amplitude qui ne se situe

pas exactement à la même énergie lorsque l’on regarde les amplitudes issues de la

fonction (5.5). De plus ces modes semblent disparaitre à plus basse et plus haute

énergie, ce qui semble normal puisqu’on n’est alors plus en résonance avec les élec-

trons du puits. En ce qui concerne le mode découplé on observe bien qu’il diminue

lorsque l’énergie d’excitation augmente et on s’attend donc à ce qu’il disparaisse à

plus haute énergie. Le cas des basses énergies est plus compliqué car à ces énergies

les modes couplés ne sont plus en résonance. En effet en pompant à une énergie

plus faible, l’absorption des photons devient moins efficaces et donc la température
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effective de l’échantillon plus faible. Cela augmente légèrement la valeur du champ

magnétique de résonance. On identifie alors d’après les temps de relaxation le mode

manganèse faiblement couplé dont la fréquence ne change pas beaucoup, mais qui

possède un temps de relaxation qui se rallonge. On identifie aussi le mode électron

faiblement couplé dont la fréquence augmente légèrement parce ce que la tempéra-

ture effective et plus faible et qui possède le temps de relaxation le plus court. Il

reste donc principalement dans la fenêtre de la transformée de Fourrier entre 250 et

500 ps de retard le mode manganèse couplé faiblement au mode électronique. D’où

l’équivalence d’amplitude mesuré par la fonction (5.5) et la mesure de l’amplitude

par la transformée de Fourrier fenêtré. Plus l’énergie d’excitation diminue, plus on

peut considéré que le mode manganèse couplé se découple et se confond avec le mode

découplé, et plus son amplitude diminue jusqu’à ce que l’on ne puisse plus l’exciter.

On voit donc que le mode des manganèses découplés ne s’observe que lorsque le

mode électronique est présent, du moins dans la gamme d’énergie explorée. C’est

une indication supplémentaire en faveur du modèle que nous avons développé pour

expliquer ce mode.

6.4 Polarisation en spin

Le seul paramètre ajustable dans le modèle que nous avons développé est le

Knight shift K. En faisant apparaitre la polarisation en spin

ζ =
n↑ − n↓

ne

= 2Sz (6.19)

dans l’écriture de K, on peut relier la mesure du gap δ à la mesure de la polarisation

en spin :

|ζ| = w

αne

δ2 + (~/τe)
2

2η∆
(6.20)

Cette expression ne fait intervenir que des quantités mesurables ou connues. En ef-

fet on peut accéder directement à δ, τe et ∆ sur nos mesures expérimentales. w,

η, et α sont des paramètres structurels connus. ne est assez bien déterminé (voir

le Chapitre 3). Nous avons donc une nouvelle méthode pour déterminer la pola-

risation du gaz bidimensionnel d’électrons à partir du gap entre les modes mixtes

et de leur dynamique. On peut alors extraire le taux de polarisation en spin à la

résonance pour chaque échantillon et, étudier cette polarisation en fonction de la

concentration en électrons. On résume les résultats obtenus avec nos 4 échantillons

sur la Figure 6.9 où on les compare aux courbes issues de la théorie que l’on vient de

développer. On ne compare pas ici directement les fréquences et les temps de relaxa-
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Figure 6.9 – a) différence des fréquences de précession et b) différence des temps
de relaxation des modes mixtes pour les 4 échantillons étudiés. Les symboles ou-
verts sont issus des expériences et les courbes de l’Equation (6.15).

tion des modes mixtes, mais leurs différences (ω+ − ω− et τ+ − τ−) en fonction du

champ magnétique. Les résultats expérimentaux sont représentés par des symboles

tandis que les courbes représentent le meilleur ajustement des courbes théoriques.

On utilise alors l’Equation (6.20) pour extraire le taux de polarisation en spin pour

chaque échantillon en fonction de la concentration en électrons. La Figure 6.10 re-

présente les résultats obtenus. Les barres d’erreurs sur la concentration proviennent

de la comparaison des concentrations obtenues par Raman et photoluminescence.

Les barres d’erreurs sur la polarisation proviennent principalement d’erreurs sur la

détermination de τe et δ. On a vu en effet dans le Chapitre précédent que τe variait

en fonction du champ magnétique, or dans la théorie que nous avons développé on

suppose un τe constant hors de la résonance. C’est pour cette raison que l’on me-

sure τe entre 4 et 5 Tesla juste avant la résonance dans une zone où il ne varie plus

beaucoup. Comme on peut s’y attendre le taux de polarisation diminue lorsque la

concentration en électrons augmente. On compare en premier lieu ces résultats avec

un modèle simple de gaz bidimensionnel d’électrons sans interactions coulombiennes.

On remarque alors que les taux de polarisation théoriques sont toujours plus faibles

que ceux que l’on mesure. Cela s’explique parfaitement par le fait que l’on ne tient

pas compte des interactions coulombiennes qui augmentent la polarisation en spin

des gaz d’électrons de faible concentration. On peut souligner ici que l’augmentation

de la polarisation est un effet à N-corps du gaz d’électrons. Or nous utilisons pour

mesurer cette augmentation l’anticroisement de deux modes d’excitations collectifs.

Le théorème de Larmor s’applique à un système sous champ, invariant par rota-

tion, et constitué de particules ayant un facteur de Landé unique. Sous ces conditions

l’évolution des spins de toutes les particules est ramenée à l’évolution d’un seul spin
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Figure 6.10 – Taux de polarisation du gaz bidimensionnel d’électrons en fonction
de la densité en électrons du gaz. Les symboles carrés sont issus du calcul effec-
tué avec l’Equation (6.20) pour chaque échantillon. Pour comparaison les cercles
ouverts sont calculés pour un gaz de Fermi sans interactions coulombiennes.

et les effets à N-corps sont masqués. Ce n’est pas le cas du système composé des

spins electroniques et manganèses ayant des facteurs de Landé différents. Hors réso-

nance nous pouvons considérer les manganèses comme extérieur au gaz d’électrons

et créant un champ effectif. En première approximation les deux systèmes de spin

sont séparés et le théorème de Larmor s’applique à chaque système. La mesure des

énergies des deux modes collectifs ne nous fournie alors aucune information sur les

effets à N-corps. En résonance le théorème ne s’applique plus et les deux modes col-

lectifs (et mixtes) ne sont plus à la fréquence de Larmor. La mesure de leurs énergies

nous donne accès à la mesure d’effets à N-corps, dans notre cas l’augmentation de

la polarisation.

Pour comparer nos données avec des modèles de gaz de Fermi existants on calcule

l’augmentation de la polarisation due aux interactions coulombiennes : |ζ/ζ0| avec ζ0
la polarisation pour un gaz de Fermi sans interaction coulombienne. On trace cette

augmentation de polarisation en fonction de rs = (aB
√
πne)

−1 qui est la distance

moyenne entre électrons exprimée en rayon de Bohr et qui contrôle la force des effets

à N-corps. La Figure 6.11 montre l’augmentation de la polarisation dans le cas de

l’approximation de Hatree-Fock (1.38) (voir Chapitre 1) et dans le cas de la théorie

d’Attaccalite et al. [3] pour un gaz non polarisé et pour un gaz dont la polarisation

est ζ = 0.4. On voit bien que l’augmentation dans le cas de Hartree-Fock diverge

pour rs ≈ 2.22. Dans la théorie d’Attacallite l’augmentation de la polarisation dé-

pend de la polarisation du gaz. Or on observe que pour les polarisations inférieures
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Figure 6.11 – Augmentation de la polarisation ζ/ζ0 par rapport à la polarisa-
tion d’un gaz sans interactions coulombiennes ζ0 en fonction de rs qui représente
l’espacement entre électrons. La courbe rouge est issue de l’approximation de
Hartree-Fock donnée au Chapitre 1 par l’Equation (1.38). La courbe bleu et la
courbe en pointillé noir sont issues de la théorie d’Attaccalite et al. [3] dans le cas
où ζ = 0 ou ζ = 0.4.

à 40%, la dépendance est faible pour les rs compris entre 0 et 3. On compare donc

nos résultats par rapport à la théorie dans le cas où la polarisation est nulle (1.39).

La Figure 6.12 montre l’augmentation de la polarisation en fonction de rs. Les sym-

boles ouverts sont les données expérimentales, et la courbe est issue de la théorie

d’Attaccalite pour une polarisation du gaz nulle. Ce modèle de gaz de Fermi semble

être en accord avec des résultats expérimentaux [4]. Il semble même qu’il surestime

quelque peu l’augmentation de la polarisation ([5] et [6]). Il faut cependant noter

que le modèle d’Attaccalite n’est valable qu’à température nulle. On peut cependant

comparer le modèle et les expériences à température finie car le taux de polarisation

ne dépend que faiblement de la température pour les basses températures. Pour le

domaine de rs auquel nous avons accès, compris entre 1 et 3, l’augmentation de

la polarisation peut être approximée par une relation linéaire : ζ/ζ0 = 1 + 0.46rs.

Les valeurs ainsi calculées restent dans la barre d’erreur des valeurs expérimentales,

mais on observe une tendance systématique à sous estimer l’augmentation de pola-

risation contrairement à [4], [5] et [6]. Bien que la méthode de rotation Kerr soit au

moins aussi précise que la méthode du Raman pour mesurer les énergies des modes

d’excitations de spin, la comparaison directe avec les expériences de Raman et de

photoluminescence [6] est difficile parce que les échantillons étudiés ne sont pas les

mêmes. De plus la détermination de ζ par la rotation Kerr s’appuie sur la mesure
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Figure 6.12 – Augmentation de la polarisation ζ/ζ0 par rapport à la polarisa-
tion d’un gaz sans interactions coulombiennes ζ0 en fonction de rs qui représente
l’espacement entre électrons. La courbe est issue de la théorie d’Attaccalite et al.

[3] dans le cas où la polarisation est nulle (1.39).

d’un anticroisement et du modèle développé pour en rendre compte, ce qui rend ζ

dépendant du modèle et non pas uniquement des mesures.

Nous allons discuter des raisons possibles qui conduisent à systématiquement

surestimer l’augmentation de la polarisation issue de nos mesures en rotation Kerr.

L’une des raisons possibles de notre surestimation de ζ vient peut-être d’une

mauvaise interprétation de notre mesure du temps de relaxation τe. Comme indiqué

au chapitre précédant, on a supposé que τe représentait un temps de relaxation ho-

mogène. Or on a expliqué la variation de τe en fonction du champ par un mécanisme

d’échauffement inhomogène qui produit un temps de relaxation τe inhomogène. Il

faut donc savoir si le fait d’avoir un mécanisme de relaxation homogène ou inhomo-

gène influe fortement sur le modèle d’oscillateurs couplés. Pour cela on résout les

Equations (6.8) et (6.10) en considérant une distribution lorentzienne ou gaussienne

de fréquences de précession des spins électroniques. Le taux de polarisation en spin

dans les deux cas est semblable à celui trouvé dans le modèle à temps de relaxa-

tion homogène. La surestimation du taux de polarisation ne dépend donc pas du

mécanisme homogène ou inhomogène de la relaxation dans le modèle.

Enfin il faut noter que nos conditions expérimentales diffèrent des conditions

nécessaires en magnétotransport. Dans les expériences de magnétotransport, la mé-

thode principale pour mesurer l’augmentation de la polarisation en spin consiste à

mesurer le champ magnétique qu’il faut appliquer dans la direction de quantifica-

tion du puits pour polariser complètement les électrons. L’autre méthode consiste
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à mesurer le champ magnétique oblique qui permet d’avoir une séparation en spin

dans les niveaux de Landau due à l’effet Zeeman qui cöıncide avec la séparation des

niveaux de Landau entre eux à cause de la quantification des orbites cyclotrons. Les

deux méthodes impliquent un fort champ magnétique et une grande polarisation du

gaz d’électrons. Or l’augmentation de la polarisation due aux effets à N-corps dépend

d’une façon non linéaire du champ magnétique appliqué. Cela rend très difficile la

comparaison directe de nos résultats avec les expériences de magnétotransports.

Néanmoins comme nous l’avons déjà fait remarquer, nous observons bien un

anticroisement, signe que nous somme dans un régime de couplage fort. Or il faut

remarquer qu’en calculant K en utilisant la polarisation théorique et en gardant

les paramètres issues des expériences (η, ∆ et τe), le gap δ calculé par l’Equation

(6.16) devient une quantité imaginaire pour tous les échantillons. Nous observons

donc bien une forte augmentation de la polarisation bien que nous ne puissions pas

fournir une explication quantitative de ce phénomène. Nous ne savons toujours pas

si le désaccord entre les valeurs expérimentales et théoriques de ζ peut être attribué

uniquement à une imprécision des mesures. D’autre part, les effets de désordre ne

sont pas pris en compte dans notre modèle, et il n’y a toujours pas de consensus

pour savoir si le désordre doit augmenter [7] [8] ou diminuer [9] la polarisation en

spin du gaz d’électrons.

6.5 Conclusion

Nos expériences montrent que nous observons systématiquement l’anticroisement

entre l’onde de spin des électrons et les excitations de spins des ions manganèses.

Nous observons de plus un nouveau mode d’excitation des spins manganèses qui

ne se couple pas avec l’onde de spin. En développant la théorie pour expliquer ce

nouveau mode, nous avons trouvé un nouveau moyen de mesurer la polarisation en

spin du gaz d’électrons. En effet l’interaction résonnante avec les ions magnétiques

invalide le théorème de Larmor ce qui permet aux excitations du gaz d’électrons

de révéler ses effets à N-corps tel que l’augmentation de la polarisation que nous

avons effectivement mesurée. Il est remarquable que notre technique pompe-sonde de

Rotation Kerr nous permette de résoudre l’anticroisement des deux modes collectifs

et ainsi d’accéder à la mesure de l’augmentation de la polarisation en accord avec

les théories disponibles dans la littérature.

107



Bibliographie

[1] F. J. Teran, M. Potemski, D. K. Maude, D. Plantier, A. K. Hassan, A. Sachrajda,

Z. Wilamowski, J. Jaroszynski, T. Wojtowicz, and G. Karczewski. Collective cha-

racter of spin excitations in a system of Mn2+ spins coupled to a two-dimensional

electron gas. Phys. Rev. Lett., 91(7) :077201, Aug 2003.

[2] Jürgen König and Allan H. MacDonald. Epr and ferromagnetism in diluted

magnetic semiconductor quantum wells. Phys. Rev. Lett., 91(7) :077202, Aug

2003.

[3] Claudio Attaccalite, Saverio Moroni, Paola Gori-Giorgi, and Giovanni B. Bache-

let. Correlation energy and spin polarization in the 2d electron gas. Phys. Rev.

Lett., 88(25) :256601, Jun 2002.

[4] B. A. Piot, D. K. Maude, M. Henini, Z. R. Wasilewski, K. J. Friedland, R. Hey,

K. H. Ploog, A. I. Toropov, R. Airey, and G. Hill. Quantum hall ferromagnet

at high filling factors : A magnetic-field-induced stoner transition. Phys. Rev. B,

72(24) :245325, Dec 2005.

[5] J. Zhu, H. L. Stormer, L. N. Pfeiffer, K. W. Baldwin, and K. W. West. Spin

susceptibility of an ultra-low-density two-dimensional electron system. Phys.

Rev. Lett., 90(5) :056805, Feb 2003.

[6] Cynthia Aku-Leh, Florent Perez, Bernard Jusserand, David Richards, Wojciech

Pacuski, Piotr Kossacki, Michel Menant, and Grzegorz Karczewski. Measu-

ring the spin polarization and zeeman energy of a spin-polarized electron gas :

Comparison between raman scattering and photoluminescence. Phys. Rev. B,

76(15) :155416, Oct 2007.

[7] T. Dietl, A. Haury, and Y. Merle d’Aubigné. Free carrier-induced ferromagnetism
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Conclusion

Les travaux présentés dans ce manuscrit sont basés sur les expériences de rotation

Kerr résolue en temps dans des puits quantiques en CdMnTe dopés n et faiblement

dopés en manganèses. Ce travail réalisé dans le cadre de l’ANR GOSPININFO a

permit de confirmer le rôle important des expériences de rotation Kerr pour étudier

la dynamique de l’onde de spin en k = 0 et son couplage avec les excitations des

spins manganèses.

Nous avons présenté au Chapitre 4 une amélioration de la technique pompe-

sonde utilisée dans la rotation Kerr résolue en temps qui consiste à mettre en forme

séparément les impulsions pompe et sonde pour améliorer la génération de l’onde

de spin. Bien que la mise en forme simple utilisée ici ne permet que d’améliorer

la détection du signal pour l’instant, l’amélioration de la technique par l’utilisation

conjointe d’un miroir de phase et de la coupure de certaines composantes spectrales

permet d’espérer une amélioration de la génération.

Au Chapitre 5 nous avons identifié l’onde de spin par nos propres mesures en

rotation Kerr, et en les comparant à celles réalisées en diffusion Raman par nos

partenaires de l’ANR. Cette approche ce révèle très complémentaire car la diffusion

Raman permet de mettre en évidence les excitations individuelles et collectives,

alors que notre approche met en évidence la relaxation de l’onde de spin. Nous

avons d’ailleurs pu montrer que les théories actuelles de la relaxation d’un spin

électronique dans les puits quantiques contenant du manganèse ne permettent pas

d’expliquer complètement les résultats observés. Seules les fluctuations spatiales des

interfaces du puits rendent compte de la relaxation de l’onde en champ nul. Mais

dans ce cas, les excitations individuelles et collectives sont dégénérées. Une voie de

recherche nécessaire est donc la description d’un mécanisme de relaxation tenant

compte du caractère collectif de l’onde de spin. Nous fournissons cependant une

explication qualitative de la variation du temps de relaxation en champs par un

échauffement inhomogène des échantillons qui correspond à nos observations.

Enfin au Chapitre 6 nous avons étudié les modes mixtes qui apparaissent à cause

de l’interaction d’échange s-d qui couple les excitations de spins manganèses et l’onde
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de spin. Notre technique de rotation Kerr permet la résolution de l’anticroisement

contrairement au Raman et permet d’étudier finement ces modes mixtes. La phy-

sique derrière ces modes mixtes est à la fois très simple et extrêmement riche. On

peut les considérer en première approximation comme deux oscillateurs couplés, ce

qui permet une compréhension globale, mais nous observons aussi l’apparition d’un

mode découplé qui nous oblige à développer un modèle qui va au delà de l’approxi-

mation usuelle des champs moyens. Ce modèle qui tient compte de la dynamique des

excitations permet de plus la mesure de la polarisation en spin du gaz d’électrons

dans le puits quantique pour le champ magnétique à la résonance. Il est remarquable

que nos mesures par la technique de rotation Kerr résolue en temps, d’une part nous

donnent accès à cette mesure de la polarisation qui est l’expression d’effet à N-corps,

et d’autre part soient cohérentes avec les prédictions théoriques des modèles les plus

avancés décrivant cette polarisation.

Tous ces travaux ne portant que sur l’onde de spin en k = 0, la prochaine étape

logique est l’étude de l’onde en k 6= 0. Des expériences ont déjà été menées par

l’équipe de l’INSP qui montrent un mécanisme de relaxation intrinsèque de l’onde

de spin, et des études théoriques montre qu’un anticroisement en k 6= 0 entre l’onde

de spin et les excitations de spins des manganèses est attendu. L’étude par rotation

Kerr resolue en temps permettra surement de révéler une physique riche et une

meilleur compréhension des interactions mises en jeu dans le gaz d’électrons des

puits quantiques CdMnTe. Une autre étape consiste à démontrer la propagation

de cette onde, mais au vue de la relaxation intrinsèque cette propagation sur une

échelle de l’ordre du micron risque d’être compliquée. Là encore le couplage avec

les excitations de spin du manganèses peut modifier la donne et les expériences par

rotation Kerr résolue en temps peuvent être pertinentes.
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