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Résumé

Cette thèse porte sur l’étude fondamentale et les applications optoélectroniques des

boîtes quantiques colloïdales de chalcogénure de mercure, avec une prépondérance pour le

tellurure de mercure (HgTe). Celui-ci possède grâce au confinement quantique des porteurs,

d’incroyables propriétés optiques lui permettant de modifier sa bande interdite et de cou-

vrir l’intégralité du spectre infrarouge. Dans le cadre de cette thèse, nous nous sommes

focalisés sur une gamme spectrale comprise entre 2 et 4 microns, qui présente un grand

intérêt pour les instruments de guidage mais aussi la détection de certains polluants. Cette

étude a principalement été réalisée par l’utilisation de lasers femtosecondes, dans le cadre

de la réalisation d’expériences de spectroscopie pompe-sonde. Cette technique a permit la

caractérisation des propriétés électroniques des porteurs qui sont indispensables au déve-

loppement et à la réalisation de sources lumineuses ainsi que de photodétecteurs. En effet,

les données expérimentales obtenues dans le cadre de cette thèse ont abouti à la réalisation

de la première diode électroluminescente centrée à une longueur d’onde de 2 microns ainsi

que d’un photodétecteur centré à 4 microns et dont la température de fonctionnement a pu

atteindre 200 K, à l’opposé des 80 K des photodétecteurs moyen infrarouge commerciaux.

Pour finir, cette étude présente aussi le comportement du HgTe et du bismuth monocristallin

en fonction de la température. Ce dernier nous ayant servi d’étalon pour cette partie de la

thèse.



Abstract

This thesis focuses on the fundamental study and the optoelectronic applications of col-

loidal quantum dots of mercury chalcogenide, with a preponderance for mercury telluride

(HgTe). Thanks to the quantum confinement of the carriers, HgTe has incredible optical

properties allowing it to modify its band gap and cover the entire infrared spectrum. In this

thesis, we focused on a spectral range between 2 and 4 microns, which is of great interest

for guidance instruments but also for the detection of certain pollutants. This study was

mainly carried out using femtosecond lasers, in the context of pump-probe spectroscopy

experiments. This technique allowed the characterization of the electronic properties of the

carriers that are essential to the development and realization of light sources and photo-

detectors. Indeed, the experimental data obtained in the framework of this thesis led to

the realization of the first light-emitting diode centered at a wavelength of 2 microns as

well as a photodetector centered at 4 microns and whose operating temperature could reach

200 K, unlike the 80 K of commercial mid-infrared photodetectors. Finally, this study also

presents the behaviour of HgTe and monocrystalline bismuth as a function of temperature.

The latter served as a standard sample for this part of the thesis.
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Introduction

Les boîtes quantiques de Tellurure de Mercure (HgTe) ont émergé comme des nano-

structures d’un intérêt particulier en raison de leurs propriétés électroniques et optiques

remarquables. Le HgTe dans sa forme de matériau massif (bulk) est un semimétal pour

lequel le confinement quantique va permettre d’ouvrir sa bande interdite. Il en résulte une

accordabilité remarquable de cette bande interdite en fonction de la taille des nanocris-

taux, capable de couvrir des transitions optiques sur tout la gamme de l’infrarouge. Cette

propriété très intéressante du HgTe ouvre la voie à des applications prometteuses dans le

domaine des photo-détecteurs et des sources lumineuses infrarouges. En particulier dans la

gamme entre 0,62 eV (2 µm) et 0,31 eV (4 µm) de l’infrarouge proche et moyen où il y avait

une lacune technologique en terme de sources lumineuses possédant une bon rendement

quantique [1], ainsi que d’une intensité de seuil faible si nous prenons en compte les diodes

laser [2]. Cette gamme spectrale est notamment utilisée pour les instruments de guidage des

avions. De plus, la gamme spectrale entre 0,50 et 0,62 eV (2 - 2,5 µm) est d’une importance

cruciale, étant donné que des gaz tel que le dioxyde de carbone (CO2), l’ammoniac (NH3)

et les alkanes possèdent des raies d’absorption dans cette gamme spectrale. Leur détection

est primordiale en cas de fuite d’hydrocarbures ou dans le cadre du contrôle de l’impact

environnemental de ces polluants [2]. Enfin, les nanocristaux colloïdaux sont une alternative

intéressante pour la fabrication de photodétecteurs à plus faible coût de fabrication que la

croissance épitaxiale nécessaire à la réalisation de la partie active des photodétecteurs MCT

et InSb usuels, avec potentiellement la possibilité de fonctionner à des températures plus

hautes (supérieure à 80 K) que celles de ces photodétecteurs. L’utilisation de la dynamique

ultrarapide va nous permettre d’obtenir une analyse approfondie du comportement des por-

teurs de ces boîtes colloïdales prometteuses et revêt une importance cruciale pour exploiter

pleinement leur potentiel technologique. Bien que des études antérieures aient déjà scruté

la dynamique à des échelles allant de quelques dizaines de picosecondes à la nanoseconde de

ces boîtes colloïdales [3, 4] ; cette thèse se distingue par notre capacité à sonder des échelles

de temps encore plus petites, notamment dans la plage picoseconde et sub-picoseconde,

ainsi que sur une large gamme de longueur d’ondes. Cette thèse s’attache ainsi à explorer

les aspects fondamentaux des propriétés électroniques et optiques des boîtes quantiques de

HgTe, en mettant l’accent sur la dynamique des porteurs dans des conditions variées. Nous

montrerons que cette technique nous a permit d’obtenir des informations cruciales qui ont

permit l’aboutissement du développement de la première LED compétitive centrée à 2 µm

[2], ainsi qu’à la réalisation d’un photodétecteur fonctionnant à 4 µm avec une température
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d’opération pouvant aller jusqu’à 200 K [5].

Le premier chapitre examine en détail les propriétés électroniques des boîtes quantiques de

HgTe. En débutant par une analyse cristallographique et de la dispersion des phonons de

ce matériaux, nous nous plongerons dans les méthodes usuelles de description théorique de

ces objets. La croissance des films de boîtes quantiques et les propriétés de transport sont

également examinées, fournissant une base solide pour comprendre le comportement des

porteurs dans ces nanostructures.

Le deuxième chapitre apporte un rappel sur les propriétés optiques des semi-conducteurs,

en mettant en lumière les différents outils théoriques permettant l’étude des transitions

optiques. Ces concepts fournissent le cadre nécessaire pour interpréter les résultats des ex-

périences de spectroscopie présentés dans cette thèse.

Le troisième chapitre détaille les techniques expérimentales employées, notamment la spec-

troscopie ultrarapide et les prérequis à la réalisation de ces expériences. Ces outils expéri-

mentaux sont essentiels pour sonder la dynamique temporelle des porteurs dans les boîtes

quantiques de HgTe.

Le quatrième chapitre s’attaque aux simulations des propriétés électroniques et optiques

des boîtes colloïdales de HgTe en utilisant les outils introduits dans le premier et second

chapitre, établissant ainsi un pont entre la théorie et l’expérience.

Le cinquième chapitre présente les résultats de mesures de spectroscopie ultrarapide, réa-

lisés sur des films purs ainsi que des mélanges de boîtes colloïdales de HgTe, dévoilant la

dynamique ultra-rapide des porteurs et les propriétés optiques de ces nanostructures. La

détermination de ces propriétés étant une étape cruciale pour des applications optoélec-

troniques infrarouges de ces nanocristaux. De plus, nous présenterons les résultats obtenus

pour une diode électroluminescente utilisant ces nanocristaux.

Le sixième chapitre explore l’étude en température du bismuth monocristallin, que nous

avons utilisé à la base pour l’étalonnage de notre cryostat, pour la réalisation de l’étude

en température des boîtes de HgTe. Cependant, cette étude a dévoilé des observations in-

attendues dans la dynamique du phonon cohérent et ce chapitre offre ainsi une première

incursion dans la compréhension de ces observations.

En combinant ces différents aspects, cette thèse offre une contribution significative à la

compréhension des propriétés fondamentale des boîtes quantiques de HgTe, éclairant la voie

vers des avancées futures dans le domaine des dispositifs optoélectroniques.
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Chapitre 1 - Propriétés électroniques des boîtes quan-

tiques de Tellurure de Mercure (HgTe)

Ce premier chapitre établit les bases conceptuelles nécessaires à la compréhension appro-

fondie des propriétés électroniques des boîtes quantiques de HgTe. Nous débutons par une

analyse de la structure de bande du matériau massif, de la cristallographie et de la disper-

sion des phonons dans le HgTe, éléments fondamentaux pour appréhender les interactions

électron-phonon qui influencent les propriétés de ces nanostructures. Nous poursuivons avec

des rappels sur le calcul de la structure de bande, en débutant avec le hamiltonien poly-

électronique pour arriver à l’approximation du hamiltonien mono-électronique d’un solide.

Celui-ci permettant une description suffisante des propriétés électroniques du matériau. La

théorie de la perturbation k.p est ensuite introduite afin de donner une base sur son utilisa-

tion dans la description de nanostructures. Le confinement quantique étant un élément clé

de celles-ci, nous examinons le modèle du puits quantique à trois dimensions, complétant

ainsi notre base théorique dans le cadre de l’étude des états électroniques confinés et de leurs

propriétés. Nous abordons ensuite la croissance des films de boîtes quantiques, mettant en

lumière les paramètres importants qui influent sur les propriétés électroniques résultantes.

Enfin, nous explorons les propriétés de transport dans ces systèmes, en commençant par

une discussion sur le transport diffusif dans les semi-conducteurs, pour ensuite élargir notre

analyse aux spécificités du transport dans les films de boîtes quantiques. Cette section offre

une perspective essentielle sur la mobilité électronique et les mécanismes de conduction dans

ces nanostructures.

Ce premier chapitre établit ainsi un socle de connaissances fondamentales, essentiel pour

l’interprétation approfondie des résultats expérimentaux et les travaux de modélisation qui

suivront dans ce travail. En combinant une compréhension approfondie des propriétés élec-

troniques avec des techniques de caractérisation avancées tel que la spectroscopie ultrara-

pide, nous sommes en mesure d’explorer de manière exhaustive le comportement des porteurs

dans les boîtes quantiques de HgTe ; ouvrant ainsi la voie à des avancées significatives pour

l’optoélectronique dans le domaine infrarouge.

1 Structure de bande, cristallographie et dispersion des phonons

dans le HgTe

Le Tellurure de Mercure possède au contraire de beaucoup de composés II-VI, une struc-

ture de bande inhabituelle. En effet, il présente une bande des trous légers (LH) inversée
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Fig. 1 : Structure de bande du HgTe obtenue par la méthode des liaisons fortes. (ref [6])

par rapport à la bande des trous lourds (HH). Ces deux bandes qui sont respectivement

la bande de conduction et la bande de valence, sont représentées sur la figure 1. Le fort

couplage spin-orbite du HgTe est responsable de cette structure de bande inversée [6, 7] et

il en résulte une bande interdite nulle à cause de ce positionnement des bandes. Le HgTe est

donc un semi-conducteur à bande interdite nulle et c’est pour cette raison qu’il présente une

grande accordabilité sur toute la gamme de l’infrarouge lorsque les porteurs sont confinés

[1]. Dans les conditions standards de température et de pression, le HgTe cristallise dans la

structure blende [8]. Son groupe d’espace est le F 4̄3m et son réseau de Bravais est le cubique

faces centrées (CFC) avec un paramètre de maille de 0,6465 nm rapporté dans la littérature

à partir de mesures de diffraction aux rayons X [9]. Il est à noter que la phase blende, pos-

sède à pression atmosphérique, un point de fusion de 943 K [10] et subit une transition de

phase solide-solide à température ambiante sous une pression de 1.4 GPa [8, 11]. Le HgTe

recristallise alors dans une phase cinabre (réseau cristallin trigonal) semiconductrice [12] qui

au-delà de 8 GPa cristallise dans une phase de type NaCl (réseau CFC) [13]. Cependant dans

le cas des nanocristaux, la phase blende gagne en stabilité. C’est ainsi que la paramètre de

maille relaxe vers une valeur de 0,65 nm (voir FIG 2a) et la transition de phase solide-solide

est observée à partir de 3 GPa [7, 16]. Pour cette raison, nous pouvons supposer que les

boîtes quantiques utilisées lors de nos expériences sont en phase blende. Celle-ci présente

deux branches de phonons optiques dont les valeurs mesurées à de nombreuses reprises par

différentes méthodes de spectroscopie, tel que des mesures de réflectivité à 8 K (νTO = 3.51

THz et νLO = 3,96 THz [17]) ou par diffusion neutronique à 290 K (νTO = 3.62 THz à 290

K [18]). Et ce sans compter les mesures de décalage Raman, pour lesquelles il a été obtenu

à 90 K, νTO = 3.51 THz et νLO = 4.11 THz [19], et enfin νTO = 3.54 THz et νLO = 4.17

THz (LO) à température ambiante [20].
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(a) (b)

(c)

Fig. 2 : (a) Évolution du paramètre de maille dans les nanocristaux de HgTe en fonction

de la pression exercée (ref [7]). (b) Maille cubique faces centrées du HgTe (ref [14]). (c)

Dispersion des phonons dans le HgTe (ref [15]).
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2 Calcul du spectre d’énergie d’une boîte quantique

2.1 Du hamiltonien poly-électronique au hamiltonien mono-électronique

Lorsque nous étudions les propriétés électroniques d’un solide composé de Ne électrons

de masse m, de Nn noyaux ou ions de masse Mn comprenant Zn protons, il est convenu de

trouver les états propres de son hamiltonien :

Ĥ =
Nn∑
n

Ne∑
i

ˆ⃗
P 2
n

2Mn

+
ˆ⃗p2i
2m

− Zne
2

4πε0

∣∣∣R⃗n − r⃗i

∣∣∣ +
Nn∑
m>n

ZnZme
2

4πε0

∣∣∣R⃗n − R⃗m

∣∣∣ +
Ne∑
j>i

e2

4πε0|r⃗i − r⃗j|
(1.1)

Les ˆ⃗
Pn, ˆ⃗pi, R⃗n, r⃗i sont respectivement les opérateurs impulsion nucléaires, les opérateurs

impulsion des électrons, les coordonnées nucléaires et les coordonnées des électrons. Un

tel hamiltonien à N corps n’a pas de résolution analytique et seul une résolution appro-

chée est possible, en utilisant plusieurs approximations pour le réduire à un problème à un

corps. Dans cette partie, nous parlerons de ces différentes approximations à commencer par

l’approximation de Born-Oppenheimer, aussi appelée approximation adiabatique. Cette ap-

proximation part du postulat que le rapport de la masse du noyau par la masse de l’électron

Mn/m ≥ 1836 est très grand. Par conséquent sur des échelles de temps courtes, ce sont les

électrons qui vont se déplacer pour permettre au système d’atteindre son état d’équilibre

tandis que les noyaux vont rester quasi-statiques. De ce fait, les noyaux sont considérés

comme statiques et les mouvements des noyaux et des électrons sont découplés.

Ĥ = ĤN + Ĥel

ĤN =
Nn∑
n

ˆ⃗
P 2
n

2Mn

+
Nn∑
m>n

ZnZme
2

4πε0

∣∣∣R⃗n − R⃗m

∣∣∣
Ĥel =

Nn∑
n

Ne∑
i

ˆ⃗p2i
2m

− Zne
2

4πε0

∣∣∣R⃗n − r⃗i

∣∣∣ +
Ne∑
j>i

e2

4πε0|r⃗i − r⃗j|

(1.2)

Nous obtenons le hamiltonien électronique Ĥel où les coordonnées nucléaires sont juste un

paramètre. Cet hamiltonien est la base des principales méthodes de chimie quantique telle

que la théorie de la fonctionnelle de la densité. Cependant, un tel calcul nécessiterait un

investissement en temps et en puissance de calcul pour un résultat maigre dans le cadre

de cette thèse. A partir de ce point, l’obtention d’un problème à un corps passe par deux

conditions supplémentaires. La première consiste à ignorer les intéractions entre électrons

qui aboutit à un gas d’électrons libres se déplaçant dans un réseau périodique d’ions. Cette

approximation est fonctionnelle pour certains métaux mais ne fonctionne pas pour des se-

miconducteurs ou des isolants. La deuxième condition consiste à considérer un électron fictif
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qui somme les contributions des électrons libres subissant le potentiel induit par les noyaux

et électrons de coeur du cristal. C’est l’approche du champ moyen, nous considérons un

électron fictif sous l’influence d’une énergie potentielle induite par les ions du solide. Ce

potentiel mono-électronique U(r⃗) possède donc la périodicité du cristal et nous pouvons

écrire :

Ĥ =
ˆ⃗p2

2m
+U(r⃗)

U(r⃗ + R⃗) = U(r⃗) pour tout vecteur R⃗ du réseau de Bravais (RB).
(1.3)

D’après le théorème de Bloch, l’équation de Schrödinger (1.3) a pour solution la fonction

d’onde :

ψk⃗(r⃗) = eik⃗.r⃗uk⃗(r⃗) (1.4)

Avec uk⃗(r⃗ + R⃗) = uk⃗(r⃗) qui contient donc la périodicité du cristal. Si nous implantons la

fonction (1.4) dans l’équation (1.3), nous avons :(
ˆ⃗p2

2m
+ U(r⃗)

)
ψk⃗(r⃗) = E(k⃗)ψk⃗(r⃗)(

(h̄k⃗ + ˆ⃗p)2

2m
+ U(r⃗)

)
uk⃗(r⃗) = E(k⃗)uk⃗(r⃗) (1.5)

A partir de ce point, une transformée de Fourier est appliquée sur l’équation de Schrödinger

(1.5) dans la base des vecteurs du réseau réciproque. Cela permet d’utiliser la périodicité

du réseau réciproque à notre avantage car dans le cas où un solide cristallin peut être

approximé comme un milieu continu, le vecteur d’onde k⃗ est défini à un vecteur K⃗ du

réseau réciproque près. Cela a pour conséquence que nous pouvons limiter la résolution de

l’équation de Schrödinger à la première zone de Brillouin.

2.2 Théorie de la perturbation k.p

Dans le cas des nanostructures, les états propres du système vont présenter des contri-

butions provenant des bandes dégénérées ou proches en énergie de la bande n considérée

[21, 14]. Si nous développons l’équation (1.5), nous obtenons pour la bande n :(
ˆ⃗p2

2m
+ U(r⃗) +

h̄k⃗. ˆ⃗p

m
+
h̄2k2

2m

)
un,⃗k(r⃗) = En(k⃗)un,⃗k(r⃗)

Ĥ0 =
ˆ⃗p2

2m
+ U(r⃗) +

h̄2k2

2m

Ĥk⃗ =
h̄k⃗. ˆ⃗p

m

(1.6)
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L’hamiltonien obtenu peut être résolu par la méthode des perturbations. La première étape

consiste à déterminer les états propres de Ĥ0 pour un vecteur k⃗ donné, généralement un

point extremum de la première zone de Brillouin, tel que le point Γ ( k⃗ = 0⃗ ). Puis de faire

le développement perturbatif de Ĥk⃗ sur la base propre de Ĥ0 pour déterminer la structure

de bande du reste du réseau réciproque. Pour le cas du point Γ, nous avons au premier ordre

[22, 2.6] : ∣∣∣un,⃗k〉 =
∣∣un,⃗0〉+ h̄

m

∑
n′ ̸=n

〈
un′ ,⃗0

∣∣ k⃗. ˆ⃗p ∣∣un,⃗0〉
En,⃗0 − En′ ,⃗0

∣∣un′ ,⃗0

〉

En(k⃗) = En(⃗0) +
h̄2k2

2m
+
h̄2

m2

∑
n′ ̸=n

∣∣∣〈un′ ,⃗0

∣∣ k⃗. ˆ⃗p ∣∣un,⃗0〉∣∣∣2
En,⃗0 − En′ ,⃗0

(1.7)

Les termes en k⃗. ˆ⃗p sont déterminés expérimentalement et il sera démontré plus tard qu’ils

sont liés aux éléments des transitions interbande de l’opérateur dipôle électrique. Leur calcul

est à l’origine du nom de cette méthode de détermination de la structure électronique. Il

est à noter qu’il est possible de prendre en compte le couplage spin-orbite en remplaçant

l’opérateur impulsion ˆ⃗p par l’opérateur [23, Appendix G] :
ˆ⃗
Π = ˆ⃗p+

h̄

4m2c2
(σ⃗ ∧ ∇⃗U(r⃗)) (1.8)

La détermination des éléments k⃗. ˆ⃗p et la prise en compte du couplage spin-orbite permet

de rendre compte des mélanges de bandes dégénérées. Dans le cas où les bandes présentent

de l’anisotropie, il est possible de réécrire l’énergie de l’équation (1.7) sous la forme [23,

Appendix G] :

En(k⃗) = En(⃗0) +
∑

i,j=x,y,z

(
h̄2δij
2m

+
h̄2

m2

∑
n′ ̸=n

〈
un,⃗0
∣∣ p̂i ∣∣un′ ,⃗0

〉 〈
un′ ,⃗0

∣∣ p̂j ∣∣un,⃗0〉
En,⃗0 − En′ ,⃗0

)
kikj (1.9)

Les ki, les p̂i sont respectivement les coordonées du vecteur d’onde et les opérateurs impul-

sions pour les trois directions de l’espace, tandis que δij est le symbole delta de Kronecker.

De cette expression de l’énergie, il est possible de déduire le tenseur de l’inverse de la masse

effective dont les termes s’écrivent [23, Appendix G][22, 2.6] :

(
1

m∗ )ij =
δij
m

+
2

m2

∑
n′ ̸=n

〈
un,⃗0
∣∣ p̂i ∣∣un′ ,⃗0

〉 〈
un′ ,⃗0

∣∣ p̂j ∣∣un,⃗0〉
En,⃗0 − En′ ,⃗0

(1.10)

Grâce à la méthode k.p, nous obtenons la structure électronique du matériaux et nous

possédons l’information sur la masse effective des porteurs. Nous pouvons donc dés à présent,

en déduire l’effet du confinement quantique en utilisant le modèle de la particule dans un

puits de potentiel.
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3 Le confinement quantique et le modèle du puits quantique à

trois dimentsions

Dans les semiconducteurs, un exciton possède un rayon de Bohr traduisant la distance

moyenne entre les porteurs de la paire électron-trou. Lorsque la taille du cristal est petite,

l’espace d’occupation de la fonction d’onde des porteurs du matériau devient plus petite que

le rayon de Bohr de l’exciton. Les porteurs sont alors confinés et la répulsion coulombienne

devenant importante, entraîne un accroissement de la bande interdite [24]. Il en résulte

un lien direct entre la taille du nanocristal et ses propriétés optiques. De tels nanocristaux

sont appelés des boîtes quantiques et il est possible de simuler leur structure électronique, en

utilisant le hamiltonien de la particule dans la boîte, aussi appelé puits quantiques à trois di-

mensions. Cette approximation permet d’obtenir des résultats ayant une bonne concordance

avec les résultats expérimentaux et est basée sur l’approximation de la fonction enveloppe.

3.1 Approximation de la fonction enveloppe

L’approximation de la fonction enveloppe consiste à introduire une perturbation V (r⃗) qui

est un potentiel de puits quantique possédant la géométrie du nanocristal. Afin de trouver

la solution de ce développement perturbatif, nous tentons de l’exprimer sur la base des

fonctions de Bloch du matériau massif. Cette solution s’écrit alors comme :

ψn,⃗k(r⃗) =

∫
C(k⃗)eik⃗.r⃗un,⃗k(r⃗)

d3k⃗

4π3
(1.11)

Si nous supposons que la partie contenant la périodicité du cristal un,⃗k(r⃗) varie peu dans

l’espace réciproque, alors nous pouvons réécrire l’équation précédente comme :

ψn,⃗k(r⃗) = un,⃗k(r⃗)φk⃗(r⃗) avec φk⃗(r⃗) =

∫
C(k⃗)eik⃗.r⃗

d3k⃗

4π3
(1.12)

C’est ainsi que la fonction enveloppe φk⃗(r⃗) de la fonction d’onde, contient les informations

relatives à l’hétérostructure. Dans le cadre du confinement quantique, le vecteur d’onde

devient un opérateur avec ˆ⃗
k = −i∇⃗. Si nous reprenons les équations (1.9) et (1.10), nous

aboutissons à l’équation de Schrödinger du puits quantique dont la solution est la fonction

enveloppe :
−h̄2

2m∗∆φk⃗(r⃗) + V (r⃗)φk⃗(r⃗) = (E − En(⃗0))φk⃗(r⃗) (1.13)

Dans cette équation, ∆ est l’opérateur laplacien appliqué à la fonction d’onde φk⃗(r⃗) et m∗
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est la masse effective de la bande considérée. Nous allons dans la suite montrer un exemple

simple de résolution analytique de cette équation en prenant le cas du puits infini.

3.2 Puits quantique à trois dimensions : cas du puits de potentiel infini

Dans le cas d’une boîte cubique de côté L, une résolution analytique simple est possible

dans le cas d’un puits de potentiel infini que nous allons détailler dans cette section. Pour

commencer, nous posons l’équation de Schrödinger sous la forme :

−h̄2

2m∗∆φ(x, y, z) + V (x, y, z)φ(x, y, z) = Eφ(x, y, z) (1.14)

Afin de simplifier la résolution, nous prenons l’origine du repaire cartésien sur l’un des coins

de la boîte cubique. Le potentiel de l’hamiltonien de l’équation (1.14) prends donc la forme :

V (x, y, z) =
∑

xi=x,y,z

Vxi
(xi) où Vxi

(xi) =

+∞ si xi < 0 ou xi > L

0 si 0 ≤ xi ≤ L

(1.15)

Avec ce développement, il est possible de réaliser une séparation des variables et de considérer

une seule des directions de l’espace afin d’obtenir tous les états propres du système [21, 8.4,

8.6] [25, HI.2-c]. Nous nous retrouvons donc avec une résolution à une dimension pour

laquelle l’équation de Schrödinger dans le puits s’écrit :

−h̄2

2m∗
d2χ

dx2
(x) = Eχ(x) pour 0 ≤ x ≤ L (1.16)

Pour ce choix d’origine du repaire cartésien, les solutions de cette équation sont des ondes

planes de la forme :

χ(x) = A+e
ikx + A−e

−ikx (1.17)

A+ et A− sont des constantes et k est la norme du vecteur d’onde que l’on obtient en insérant

la solution (1.17) dans l’équation (1.16) :

k =

√
2m∗E

h̄2
(1.18)

Afin de trouver les états propres de l’équation de Schrödinger à une dimension, nous devons

nous reporter aux conditions initiales. Pour commencer la fonction d’onde doit être norma-

lisable et doit donc tendre vers zéro pour x = ±∞. De plus, l’énergie doit être finie pour

pouvoir être une quantité physique. Or, l’énergie cinétique devrait avoir une valeure infinie
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pour compenser le potentiel en dehors de la boîte. Par conséquent, nous en déduisons que

la fonction d’onde doit s’annuler en dehors du puits et nous obtenons deux conditions :

χ(x = 0) = 0

χ(x = L) = 0

A partir de la première, nous pouvons déduire que A− = −A+ et nous posons :

A+ = A

A− = −A

Ce qui nous permet de réécrire la seconde condition comme :

χ(x = L) = 0

A(eikL − e−ikL) = 0

Nous reconnaissons la formule du sinus et écrivons :

−2iAsin(kL) = 0

sin(kL) = 0

La précédente équation impose que kL = nπ, avec n entier naturel. Cependant, si nous

prenons n = 0, cela impose que la fonction d’onde est nulle en tout point de l’espace si nous

nous référons aux conditions aux limites du puits. Par conséquent n = 0 n’est pas un état

propre du système et nous obtenons les vecteurs d’ondes :

kn =
nπ

L
pour n ∈ N∗ (1.19)

Nous allons maintenant déterminer la constante de normalisation A, en utilisant la condition

de normalisation de la fonction d’onde :∫ +∞

−∞
|χn(x)|2 dx = 1 (1.20)

Dans notre cas, nous obtenons :

4|An|2
∫ L

0

sin2(knx) dx = 1

Cette intégrale peut être simplifier en utilisant l’identité trigonométrique sin2(x) = (1 −

cos(2x))/2

4|An|2
∫ L

0

sin2(knx) dx = 2|An|2
(∫ L

0

(1− cos(2knx)) dx

)
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L’intégrale de cos(2knx) pour ce choix de bornes d’intégration est nulle car l’intégrale sur n

périodes d’un cosinus est nulle, ce qui nous laisse :

2|An|2
(∫ L

0

(1− cos(2knx)) dx

)
= 1

2|An|2
∫ L

0

dx = 1

2|An|2L = 1

Nous déduisons du développement précédent que An doit nécessairement prendre la valeur

suivante :

An =

√
1

2L
eiθ (1.21)

eiθ est la phase de la fonction d’onde et nous prenons arbitrairement la valeur An = −i/
√
2L

pour la suite, ce qui nous donne finalement les fonctions propres :

χn(x) =

√
2

L
sin(knx) (1.22)

A ces états propres sont associées les énergies propres :

En =
h̄2k2n
2m∗ =

h2n2

8m∗L2
(1.23)

A partir des équations (1.22) et (1.23), nous pouvons en déduire les fonctions propres et les

énergies propres du cas à trois dimensions :

φnx,ny ,nz(x, y, z) =

(
2

L

) 3
2

sin
(nxπx

L

)
sin
(nyπy

L

)
sin
(nzπz

L

)
(1.24)

Enx,ny ,nz =
h2

8m∗L2
(n2

x + n2
y + n2

z) (1.25)

Ces résultats serviront de référence et cas limite pour les simulations du chapitre 4.

4 Croissance des films de boîtes quantiques

Les boîtes quantiques utilisées dans le cadre de cette thèse sont des boîtes colloïdales,

dont les propriétés optiques peuvent être reproduites avec les modèles simples de confinement

définis précédemment. Ces films de nanocristaux ont été obtenues par synthèse chimique.

Celle-ci consiste à faire réagir des précurseurs à base de mercure et de tellure dans un solvant,

afin de faciliter la germination et la croissance des nanocristaux. La synthèse commence par

le mélange de 543 mg de HgCl2 et de 50 mL d’oléylamine dans un flacon à trois cols,

soumis à un dégazage sous vide à 110 °C. En parallèle, un mélange de 2 mL de tellurure de

trioctylphosphine (TOP :Te) et de 8 mL d’oléylamine est préparé, puis injecté dans le flacon

qui aura au préalable été passé en atmosphère de diazote et stabilisé à une température entre
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Fig. 3 : Positionnement du niveau de Fermi pour différents types de ligands de surface (ref

[26])

70 et 80 °C [5]. Le choix de cette température est crucial car il permet le contrôle de la taille

finale des nanoparticules. Après 3 minutes de réaction, une solution de 10 mL à 10 % de

ligands de dodécanethiol (DDT) dans du toluène est injecté dans la première solution, puis le

tout est refroidi rapidement dans un bain d’eau froide. Les ligands permettent la passivation

de la surface et d’éviter l’agglomération des boîtes quantiques, qui serait préjudiciable aux

propriétés optoélectroniques du film [1]. Les nanocristaux sont ensuite précipités dans du

méthanol et redispersés par deux fois dans du HgCl2. Afin d’ôter la phase instable, la solution

est centrifugée. Le reste est à nouveau précipité dans le méthanol puis finalement préservé

dans du HgCl2 de concentration 30 mg/mL [2]. Une procédure d’échange de ligands pour des

ligands plus court, peut être conduite afin de changer les propriétés de transport des boîtes

quantiques [1]. Cette procédure est réalisée dans un solvant d’éthanol à 1 % ou de MeOH

[26]. Le changement de ligand peut changer le positionnement du niveau de Fermi, comme

il a été observé lors d’expériences de spectroscopie de photoémission ultra-violet et X pour

différentes espèces de boîtes quantiques [26, 27]. Ce changement de position du niveau de

Fermi dans le HgTe, est visible en FIG 3.
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5 Propriétés de transport

Dans cette partie, nous allons discuter des propriétés de conduction de films de boîtes

quantiques. Pour cela, nous allons parler du cas plus classique des semi-conducteurs bulk

afin d’avoir un point de comparaison.

5.1 Transport diffusif dans les semi-conducteurs

Les semi-conducteurs intrinsèques ne sont pas conducteur à cause de leur bande de

conduction vide et leur bande de valence pleine. Cependant, cela change lorsque des élec-

trons sont excités par absorption d’un photon et arrivent dans la bande de conduction.

Cependant, il est possible de mesurer les propriétés de conduction des porteurs dans plu-

sieurs cas particuliers. Tel que l’effet Hall classique, pour lequel un champ magnétique faible

Bz est appliqué selon la direction z, orthogonale au plan d’un film semi-conducteur, soumis

à un courant dans l’une des directions du plan. Nous choisissons arbitrairement la direction

x et y associons la densité de courant jx. Si il existe une différence de concentration ou

de mobilité entre les électrons et les trous, alors un champ électrique Ey est présent, causé

par la déviation et l’accumulation des porteurs induite par le champ magnétique, par l’in-

termédiaire de la force de Lorentz. A partir d’un traitement classique utilisant le principe

fondamental de la dynamique, il est possible d’en déduire la formule de la constante de Hall

RH [23, 13.2] :

RH =
Ey

jxBz

RH =
pµ2

h − nµ2
e

e(pµh − nµe)

(1.26)

En comparant des échantillons avec des concentrations d’électrons n et de trous p différentes,

il est possible d’en déduire la mobilité des électrons µe et des trous µe. L’application d’un

champ électrique secondaire peut aussi permettre l’apparition de canaux de conduction des

porteurs, comme dans le cas des transistors à effet de champ. Les mesures d’effet Hall ou

de conduction en fonction d’un potentiel dans le cadre d’un transistor à effet de champ,

permettent ainsi d’obtenir la mobilité des porteurs dans un film semi-conducteur.

Pour le HgTe bulk, la mobilité des électrons et des trous dans les conditions standards de

température et de pression sont respectivement µe = 2.104 cm2.V −1.s−1 [28] et µh ∼ 100−

200 cm2.V −1.s−1 [29, 30]. Cette disparité entre les deux types de porteurs peut s’expliquer

à cause de la différence de couplage phononique de ces porteurs. En effet le calcul de la

constante de couplage de l’hamiltonien de Fröhlich s’écrit [23, 8.6] :

α =
1

2

e2

h̄ε0

√
2m∗

h̄ωLO

(
1

ε∞
− 1

εL

)
(1.27)
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εL et ε∞ sont respectivement les constantes diélectriques à basse et haute fréquences et

valent 21 [31] et 14 [32] pour le HgTe bulk. En utilisant les masses effectives obtenues par la

méthode k.p, nous obtenons αe ≈ 0.7 pour les électrons et αh ≈ 5 pour les trous. Le couplage

entre les trous et les phonons étant aussi important, la probabilité de collision entre les deux

types de particules est grande et la mobilité des trous va se retrouver fortement réduite à

cause de son interaction avec le réseau.

5.2 Propriétés de transport dans les films de boîtes quantiques

La mobilité des porteurs dans un film de boîtes quantiques est différente de celle d’un

semiconducteur bulk. Bien que les phénomènes de collisions soient toujours présents, à cause

du confinement quantique, les dimensions du nanocristal engendrent un transport balistique

et non diffusif des porteurs dans les boites. Pour s’en convaincre, nous pouvons calculer la

longueur d’onde thermique de De Broglie :

λth =
h√

2πm∗kbT
(1.28)

Avec h, kb et T qui sont respectivement la constante de Planck, la constante de Boltzmann

et T la température fixée à 300 K. Nous obtenons pour les trous, λth ≈ 5.2 nm. Pour les

électrons, si nous utilisons la masse effective variable de la FIG 14b, nous obtenons une

valeur supérieure à 10 nm pouvant aller jusqu’à 30 nm au centre de la zone de Brillouin.

Les boîtes utilisées lors de nos expériences, ayant des dimensions de l’ordre de 8 à 10 nm,

nous pouvons partir du principe que les porteurs ont un comportement purement quantique.

De ce fait, le facteur limitant principal de la mobilité des porteurs, seront leur capacité à

faire des sauts quantiques de boîte à boîte. Un porteur possédant une énergie inférieure à

la barrière de potentiel V0 doit transiter par effet tunnel. Bien que, dans certains systèmes

auto-assemblés, il est possible d’observer un effet tunnel résonant, avec un comportement

typique d’un interféromètre de Fabry-Perot lorsqu’il y a alignement des énergies des puits

quantiques, les films de boîtes quantiques ont plusieurs sources de désordre qui annihilent

toute possibilité de cohérence tunnel. Dans ces sources de désordre, nous pouvons compter

la distribution de taille de boîtes [33], qui va élargir le positionnement des niveaux d’énergie,

ou encore la présence de défauts à l’intérieur des boîtes ou à leur surface (ligands manquants

ou de différente tailles [34], coalescence de deux nanocristaux [35], ...). En prenant en compte

toutes ces informations, il est possible de construire un modèle permettant de déduire la

mobilité des porteurs dans les films de boîtes. Celle-ci étant dépendante de la conductance

du film, nous pouvons partir de la formule de Laudauer qui traduit la conductance de

18 of 144



nanostructures à basse température [36, 18] :

G =
2e2

h

∑
j>i

Tij (1.29)

Les Tij sont les probabilités de transmission entre les niveaux i et j de deux nanocristaux

du film. Pour notre cas, la conduction se faisant au niveau des états 1S du premier exciton,

que la barrière de potentiel V0 est grande et que comme précisé plus haut, l’effet tunnel est

non résonant (aussi appelé régime de saut tunnel), nous pouvons approximer la probabilité

de transmission pour une séparation inter-boîte S comme [35] :

TS ≈ e−2
√

2mV0
h̄2

S = e−2k0S (1.30)

De plus, il a été observé que la conductivité des films de boîtes colloïdales augmente avec

la diminution de la température et suit une loi d’Arrhenius [33, 37], ce qui implique des

phénomènes de collisions réduisant la probabilité de saut tunnel. C’est pour toutes ces

raisons que l’équation de diffusion d’Einstein du mouvement brownien est utilisé pour décrire

ces systèmes. La mobilité s’écrit, dans le cadre de ce modèle, pour une distance moyenne

centre à centre de boîtes quantiques D comme [35] :

µ =
eD2

6τhopkbT
(1.31)

Afin d’inclure le comportement en loi d’Arrhenius à la mobilité des porteurs, nous pouvons

l’introduire par l’intermédiaire du temps de saut quantique τhop [35] :

1

τhop
=

1

τ0
e−Ea/kbT (1.32)

Avec Ea = e2/C, l’énergie d’activation qui correspond à l’énergie nécessaire pour un électron

pour effectuer un saut au travers du solvant de capacité électrique C du film. τ0 est le temps

de saut quantique intrinsèque que nous pouvons écrire [35] :

1

τ0
=
G

C
(1.33)

Si nous implantons les équations (1.29) et (1.30) dans la précédente équation, nous obtenons :

1

τ0
=

2e2

hC
e−2k0S =

2Ea

h
e−2k0S (1.34)
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En utilisant l’équation (1.32), l’équation (1.31) devient finalement [35] :

µ =
eD2Ea

3hkbT
e−2k0S−Ea/kbT (1.35)

Si nous utilisons la formule de la capacité électrique d’une sphère métallique de rayon R

dans un diélectrique, l’énergie d’activation s’écrit [33, 37] :

Ea =
e2

4πεε0R
(1.36)

A titre d’exemple, si nous prenons la constante diélectrique du chloroforme ε = 4.81, nous

avons Ea ≈ 60 meV. Avec T = 300 K, la mobilité des électrons mesurée d’un film de

nanocristaux de HgTe avec des ligands de mercaptoethanol µe = 5.10−3 cm2.V −1.s−1 [2],

k0 ≈ 10.9 nm−1, nous obtenons une distance moyenne de séparation des boîtes S ≈ 0,37

nm. Cette valeur est du même ordre de grandeur que la taille moyenne supposée des ligands

de ce film qui est inférieure à 0,5 nm.
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Chapitre 2 - Propriétés optiques des semi-conducteurs

Ce chapitre se concentre sur un examen approfondi des propriétés optiques inhérentes

aux semi-conducteurs, avec un accent particulier sur les subtilités de la force d’oscillateur

dans le cas des boîtes quantiques. Il met en lumière les mécanismes qui régissent les transi-

tions électroniques au sein de ces matériaux. Nous commençons par aborder les probabilités

de transition, qui décrivent les phénomènes de transition provoqués par des perturbations

externes. Cette analyse se focalise d’abord sur la probabilité de transition en cas de faible

perturbation avec un focus sur les perturbations oscillantes. Puis nous explorons le couplage

avec un continuum d’états permettant l’introduction de la règle d’or de Fermi. Cette par-

tie nous permettra de consolider notre socle pour l’étude des transitions optiques. Ensuite,

nous introduisons le modèle de Drude-Lorentz, un cadre théorique simple pour appréhen-

der les propriétés optiques des matériaux. Nous détaillons ses composantes fondamentales,

dont l’oscillateur de Lorentz et la force d’oscillateur. De plus, nous établissons la règle de

sommation liée à celle-ci. Afin de compléter le cadre des transitions optiques, nous explo-

rons ensuite la densité conjointe des états, une notion centrale dans la compréhension des

processus d’absorption et d’émission. Cette section examine en détail le taux de transition

interbande et sa relation avec la densité conjointe des états. Enfin, nous établissons le lien

entre l’absorption optique et la fonction diélectrique, offrant ainsi une perspective globale

sur les propriétés optiques des semi-conducteurs. Ce chapitre, en explorant les propriétés

optiques des solides, constitue un maillon essentiel pour notre approche globale. Il forme,

en tandem avec le chapitre précédent, un socle robuste pour l’étude de nos résultats expé-

rimentaux ainsi que le développement de nos travaux de simulation, ouvrant ainsi la voie à

de nouvelles perspectives dans notre recherche.

1 Probabilités de transition

1.1 Probabilité de transition pour une faible perturbation

Dans cette section, nous allons définir la probabilité de transition d’un état quantique

vers un autre en fonction du temps en présence d’une perturbation courte. Pour cela nous

allons utiliser la méthode des perturbations au premier ordre, dépendante du temps. Encore

une fois, nous utiliserons la théorie des perturbations dépendante du temps. Dans le cas

général, nous cherchons à trouver une solution approchée de la forme :

Ψ(r⃗, t) = Ψ(0)(r⃗, t) + λΨ(1)(r⃗, t) + λ2Ψ(2)(r⃗, t) + ... (2.1)
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λ est un paramètre sans dimension très inférieur à 1. Pour cela, nous devons considérer

l’équation de Schrödinger dépendante du temps [25, XIII-B] :

ih̄
∂Ψ

∂t
(r⃗, t) =

(
Ĥ0 + λĤ ′

)
Ψ(r⃗, t) (2.2)

Ĥ0 et Ĥ ′ sont respectivement le hamiltonien non-perturbé et la perturbation du système

réel. Par l’introduction de paramètre λ, nous essayons d’étudier le système réel (λ = 1)

pour lequel il est difficile de trouver une solution, par une résolution approchée du système

faiblement perturbé. Ainsi, à partir de la solution (2.1) et le hamiltonien (2.2), nous obtenons

le système d’équations :

ih̄
∂Ψ(0)

∂t
(r⃗, t) = Ĥ0Ψ

(0)(r⃗, t)

λih̄
∂Ψ(1)

∂t
(r⃗, t) = λ

(
Ĥ0Ψ

(1)(r⃗, t) + Ĥ ′Ψ(0)(r⃗, t)
)

λ2ih̄
∂Ψ(2)

∂t
(r⃗, t) = λ2

(
Ĥ0Ψ

(2)(r⃗, t) + Ĥ ′Ψ(1)(r⃗, t)
)

...

Nous pouvons faire plusieurs constats. Premièrement, les fonctions Ψ(0)(r⃗, t) sont les fonc-

tions propres de l’hamiltonien non perturbé Ĥ0 qui s’écrivent Ψ
(0)
n (r⃗, t) = e−iEnt

h̄ Φn(r⃗) avec

pour valeur propre En. En second, nous avons un système d’équations couplées qu’il est pos-

sible de résoudre par récurrence jusqu’à l’ordre maximal considéré. Finalement, ces équations

couplées pour l’ordre N du développement sont de la forme :

ih̄
∂Ψ(N)

∂t
(r⃗, t) =

(
Ĥ0Ψ

(N)(r⃗, t) + Ĥ ′Ψ(N−1)(r⃗, t)
)

(2.3)

En considérant des fonctions de la forme Ψ(N)(r⃗, t) =
∑

n a
(N)
n (t)e−iEnt

h̄ Φn(r⃗), l’équation

précédente devient :∑
n

(
ih̄
da

(N)
n

dt
(t) + Ena

(N)
n (t)

)
e−iEnt

h̄ Φn(r⃗) =
∑
n

(
Ena

(N)
n (t) + Ĥ ′a(N−1)

n (t)
)
e−iEnt

h̄ Φn(r⃗)

ih̄
∑
n

da
(N)
n

dt
(t)e−iEnt

h̄ Φn(r⃗) =
∑
n

Ĥ ′a(N−1)
n (t)e−iEnt

h̄ Φn(r⃗) (2.4)

Si nous multiplions la précédente équation par la fonction propre eiEmt
h̄ Φ∗

m(r⃗) et intégrons

sur tout l’espace, nous obtenons :

ih̄
da

(N)
m

dt
(t) =

∑
n

a(N−1)
n (t)ei

(Em−En)t
h̄

∫
Φ∗

m(r⃗)Ĥ
′Φn(r⃗) d

3r⃗

Afin de simplifier la notation, nous utilisons la notation de Dirac avec Φn(r⃗) = ⟨r⃗|n⟩ :

ih̄
da

(N)
m

dt
(t) =

∑
n

⟨m| Ĥ ′ |n⟩ a(N−1)
n (t)ei

(Em−En)t
h̄ (2.5)
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Nous considérons que l’état initial du système à t = 0, est l’état |j⟩. Comme nous l’avons

dis plus tôt, nous nous limitons à l’ordre 1 du développement pertubatif. Etant donné, que

l’ordre zéro correspond au système non perturbé, alors toutes les amplitudes de transition

correspondantes suivent an(t = 0) = a
(0)
n avec a(0)n = δnj. Afin de simplifier l’écriture, nous

posons am ≡ a
(1)
m , ainsi que la fréquence de Bohr ωmj = (Em − Ej)/h̄ afin d’obtenir [38,

3.5] :

ih̄
dam
dt

(t) = ⟨m| Ĥ ′ |j⟩ eiωmjt (2.6)

Nous pouvons maintenant intégrer cette équation par rapport au temps :

ih̄am(t) =

∫ t

0

⟨m| Ĥ ′ |j⟩ eiωmjt
′
dt′ (2.7)

Une perturbation peut être réinterprétée comme une somme de nombreuses perturbations

périodiques interférant entre elles. Ainsi prenons le cas où :

Ĥ ′ = V̂ †eiωt + V̂ e−iωt (2.8)

V̂ est un opérateur hermitien ne dépendant pas du temps. Si nous utilisons (2.8) dans

l’équation (2.7), nous obtenons :

ih̄am(t) =

∫ t

0

⟨m| V̂ † |j⟩ ei(ωmj+ω)t′ + ⟨m| V̂ |j⟩ ei(ωmj−ω)t′ dt′

am(t) =
i

h̄

(
⟨m| V̂ † |j⟩ 1− ei(ωmj+ω)t

ωmj + ω
+ ⟨m| V̂ |j⟩ 1− ei(ωmj−ω)t

ωmj − ω

)
(2.9)

Nous pouvons voir que le membre de gauche est important que dans le cas où ω tends

vers −ωmj et lorsque ω tends vers ωmj pour le membre de droite. C’est ainsi que celui-ci

est interprété comme l’amplitude de transition pour une excitation et comme l’amplitude

de transition pour une relaxation pour le membre de gauche. Si nous prenons le cas d’une

excitation (ωmj > 0), alors le membre de gauche devient négligeable. En faisant le module

au carré de l’amplitude, nous obtenons la probabilité de transition en fonction du temps :

|am(t)|2 =
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2

h̄2

(
2(1− cos((ωmj − ω)t))

(ωmj − ω)2

)
|am(t)|2 =

| ⟨m| V̂ |j⟩ |2

h̄2

(
4sin2((ωmj − ω)t/2))

(ωmj − ω)2

)
Nous obtenons finalement la probabilité de transition en fonction du temps de l’état |j⟩ vers

l’état |m⟩ [25, XIII-B] :

Pjm(t, ωmj − ω) =
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2t2

h̄2
sinc2

(
(ωmj − ω)t

2

)
(2.10)
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Nous pouvons noter deux faits pour cette probabilité. Pour commencer, à cause des pro-

priétés du sinus cardinal, cette probabilité de transition est forte que à proximité de la

résonance. De plus lorsque t tends vers l’infini tel que t ≫ 1/|ωmj|, le sinus cardinal tend

vers la fonction delta de Dirac centrée en ωmj et nous obtenons :

Pjm(t) =
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2t2

h̄2
(2.11)

De plus, nous pouvons remarquer que pour que cette probabilité soit physique, il est indis-

pensable qu’elle soit inférieure ou égale à 1. Cela impose :

t≪ h̄

| ⟨m| V̂ |j⟩ |
(2.12)

Si nous associons cette condition avec celle qui nous a permis de faire tendre le sinus cardinal

vers un delta de Dirac, nous obtenons :

1

|ωmj|
≪ h̄

| ⟨m| V̂ |j⟩ |

| ⟨m| V̂ |j⟩ | ≪ h̄|ωmj| (2.13)

Par conséquent, nous en déduisons que cette formule de la probabilité de transition n’est

valable que pour des perturbations faibles comparée à l’énergie de transition [25, XIII-C].

1.2 Couplage avec un continuum d’états et règle d’or de Fermi

Dans le cas des systèmes réels, il existe différentes sources d’élargissements des transi-

tions (incertitude quantique, couplages avec des modes de vibrations, etc) sans compter les

structures de bandes qui par définition ne sont pas des systèmes discrets. Par conséquent,

Il est nécessaire de considérer un continuum d’états finaux. Pour cela, nous devons renor-

maliser la probabilité de transition de l’équation (2.10) avec la densité des états finaux [38,

5.1] :

P (t, ωmj − ω) =
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2t2

h̄2

∫ ∞

−∞
sinc2

(
(ωmj − ω)t

2

)
ρ(Em) dEm

Etant donné que le sinus cardinal est recentré sur la résonance avec une largeur ∆ω = 4π/t

de plus en plus petite avec la croissance de t, nous pouvons considérer que la densité d’état

est une constante sur cette largeur. De plus, si nous utilisons la fréquence de Bohr pour faire

un changement de variable, nous obtenons :

P (t, ωmj − ω) =
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2ρ(Em)t

2

h̄

∫ ∞

−∞
sinc2

(
(ωmj − ω)t

2

)
dωmj
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Nous appliquons maintenant le changement de variable x = (ωmj − ω)t/2 avec dx =

(t/2)dωmj, nous obtenons :

P (t, ωmj − ω) =
2| ⟨m| V̂ |j⟩ |2ρ(Em)t

h̄

∫ ∞

−∞
sinc2(x) dx

P (t) =
2π

h̄
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2ρ(Em)t (2.14)

Nous obtenons une probabilité de transition linéaire avec le temps dont la dérivée temporelle

nous permet d’obtenir la probabilité de transition par unité de temps, aussi appelée ”la règle

d’or de Fermi” [25, XIII-C] :

Γj→m =
2π

h̄
| ⟨m| V̂ |j⟩ |2ρ(Em) (2.15)

2 Modèle de Drude-Lorentz

2.1 Oscillateur de Lorentz

Le modèle de Drude-Lorentz est un modèle semi-classique utilisé pour reproduire les

propriétés optiques d’un matériaux. Il approxime le nuage électronique des atomes par un

électron fictif oscillant lié à un noyau immobile, par un ressort dont la fréquence de résonance

ω0 correspond à une transition optique du système. Le noyau étant immobile, cela revient

à approximer sa masse comme infinie, de ce fait la masse réduite du système est la masse

de l’électron m. Le système est excité par un champ électrique extérieur et un mécanisme

de dissipation d’énergie est implémenté dans les équations du mouvement, ce qui permet de

simuler les différents mécanismes d’élargissement des transitions optiques. En utilisant la

formule de la force de Lorentz et le principe fondamental de la dynamique, nous obtenons

pour une transition optique l’équation du mouvement suivante [38, 3.1] :

m
d2r⃗

dt2
(t) +mΓ

dr⃗

dt
(t) +mω2

0 r⃗(t) = −eE⃗(t) (2.16)

Nous avons Γ, la constante d’amortissement de la transition optique, e la charge élémentaire

et le champ électrique extérieur E⃗(t) = E⃗0e
−iωt oscillant à la fréquence ω. La solution

harmonique de l’équation (2.16) est :

r⃗(t) = − e

m

1

ω2
0 − ω2 − iΓω

E⃗(t) (2.17)

En posant le moment dipolaire d⃗ = −er⃗ et en considérant la densité volumique des électrons

ne résonants avec la transition optique, nous pouvons écrire le champ de polarisation P⃗ = ned⃗
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[38, 2.5]. Nous en déduisons l’induction électrique du système D⃗ avec la permittivité du vide

ε0 :

D⃗ = ε0E⃗ + P⃗

D⃗ = ε0(1 +
nee

2

mε0

1

ω2
0 − ω2 − iΓω

)E⃗ (2.18)

Nous pouvons extraire la fonction diélectrique du système de l’équation (2.18) :

ε = 1 +
nee

2

mε0

1

ω2
0 − ω2 − iΓω

Nous en déduisons la fonction diélectrique pour un matériau avec N résonances optiques :

ε = 1 +
N∑
j

neje
2

mε0

1

ω2
j − ω2 − iΓjω

(2.19)

Supposons que nous avons un atome hydrogénoïde dans son état fondamental. Si nous

considérons la densité volumique totale des électrons ne, nous pouvons l’associer à la densité

volumique des électrons résonants avec la transition optique ωj. Pour cela, nous posons

nej = fjne avec fj, la force d’oscillateur associée à la transition optique et qui dans le

cas présent, traduit la probabilité de transition de l’électron comme le suggère la somme∑N
j fj = 1. Nous obtenons [38, 3.1] :

ε = 1 +
N∑
j

ω2
p

fj
ω2
j − ω2 − iΓjω

avec la fréquence plasma ωp =

√
nee2

mε0
(2.20)

Le modèle de Drude-Lorentz permet ainsi d’obtenir une version simplifiée de la fonction

diélectrique. Nous allons démontrer dans la suite que ce modèle peut être aussi utilisé pour

décrire des atomes polyélectroniques et même des solides en détaillant le concept de force

d’oscillateur.

2.2 Force d’oscillateur

La force d’oscillateur est une quantité sans dimension qui permet de déduire le poids

d’une transition optique. Elle dépend des éléments non-diagonaux de l’opérateur moment

dipolaire, correspondant au moment dipolaire induit. Nous allons dans cette partie, la définir

en utilisant la méthode des perturbations dépendante du temps pour un atome initialement

dans son état fondamental |0⟩. Nous étendrons cette définition par la suite aux solides.
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Nous commençons par reprendre l’équation (2.6) obtenue à partir de l’équation de Schrö-

dinger du système perturbé avec |j⟩ = |0⟩ :

ih̄
dam
dt

(t) = ⟨m| Ĥ ′ |0⟩ eiωm0t (2.21)

Afin d’introduire la perturbation induite par le champ électrique E⃗ = E⃗0cos(ωt), nous

reprenons aussi la perturbation définie dans l’équation (2.8) pour laquelle nous posons :

V̂ =
eˆ⃗r · E⃗0

2
(2.22)

Dans notre cas, les éléments extra-diagonaux de cet opérateur sont donc :

Vm0 =
eE⃗0 · ⃗rm0

2
avec ⃗rm0 = ⟨m| ˆ⃗r |0⟩ (2.23)

Nous implantons la précédente formule dans l’équation (2.21), puis nous l’intégrons par

rapport au temps pour obtenir l’expression de l’amplitude de probabilité :

ih̄am(t) =
eE⃗0 · ⃗rm0

2

∫ t

0

(ei(ωm0+ω)t′ + ei(ωm0−ω)t′) dt′

am(t) =
eE⃗0 · ⃗rm0

2h̄

(
1− ei(ωm0+ω)t

ωm0 + ω
+

1− ei(ωm0−ω)t

ωm0 − ω

)
(2.24)

Afin de retrouver l’expression de la force d’oscillateur, nous devons maintenant déduire une

expression du dipôle induit pour pouvoir construire le champ de polarisation. Pour cela nous

écrivons [38, 3.5] :

d⃗ = −⟨Ψ(t)| eˆ⃗r |Ψ(t)⟩ (2.25)

Avec Ψ(r⃗, t) = ⟨r⃗|Ψ(t)⟩ =
∑

n an(t)e
−iEnt

h̄ Φn(r⃗) qui nous donne si nous considérons que le

premier ordre :

d⃗ = −e
(〈

Ψ(1)(t)
∣∣ ˆ⃗r ∣∣Ψ(0)(t)

〉
+
〈
Ψ(0)(t)

∣∣ ˆ⃗r ∣∣Ψ(1)(t)
〉)

d⃗ = −e

(∑
k,j

a∗ke
i
Ekt

h̄ ⟨k| ˆ⃗r |j⟩ e−i
Ejt

h̄ + ei
Ejt

h̄ ⟨j| ˆ⃗r |k⟩ ake−i
Ekt

h̄

)
(2.26)

En reprenant la condition sur les amplitudes de probabilités an(t = 0) = δn0 à l’équilibre,

tous les produits scalaires de la précédente équation qui ne font pas intervenir l’état fonda-

mental |0⟩ vont disparaître :

d⃗ = −e
∑
m

(a∗me
iωm0t ⟨m| ˆ⃗r |0⟩+ ame

−iωm0t ⟨0| ˆ⃗r |m⟩)

d⃗ = −e
∑
m

(a∗me
iωm0t ⃗rm0 + ame

−iωm0t ⃗r0m) (2.27)
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Si nous introduisons l’expression de l’amplitude de probabilité (2.24) dans l’équation précé-

dente, nous obtenons :

d⃗ =
e2E⃗0

2h̄

∑
m

|rm0|2
(

1

ωm0 + ω
+

1

ωm0 − ω

)
(eiωt + e−iωt) (2.28)

A partir de la formule du champ de polarisation P⃗ = ned⃗ dans laquelle nous insérons

l’équation (2.28), et de l’induction électrique D⃗ de l’équation (2.18), nous en déduisons la

fonction diélectrique :

ε = 1 +
nee

2

h̄ε0

∑
m

|rm0|2
(

1

ωm0 + ω
+

1

ωm0 − ω

)
(2.29)

Nous retrouvons une formulation proche de la fonction diélectrique trouvée en équation

(2.20) mais sans partie imaginaire. Cela provient du fait que nous n’avons pas introduit de

mécanisme d’absorption du champ électromagnétique. Cependant, nous pouvons corriger

cela de manière phénoménologique en substituant ω par ω + iΓm/2 :

ε = 1 +
nee

2

h̄ε0

∑
m

|rm0|2
(

1

ωm0 + ω + iΓm

2

+
1

ωm0 − ω − iΓm

2

)

ε = 1 +
2nee

2

h̄ε0

∑
m

|rm0|2
(

ωm0

ω2
m0 − ω2 − iΓmω + Γ2

m

4

)
Si on suppose l’élargissement h̄Γm faible devant l’énergie de transition h̄ωm0 alors nous

pouvons négliger le terme en Γ2
m/4 du dénominateur :

ε ≈ 1 +
2nee

2

h̄ε0

∑
m

|rm0|2
(

ωm0

ω2
m0 − ω2 − iΓmω

)
(2.30)

Si nous comparons les résultats des équations (2.20) et (2.30), nous pouvons par identifica-

tion en déduire la formule de la force d’oscillateur [38, 3.5] :

fm0 =
2mωm0

h̄
|rm0|2 (2.31)

Finalement, nous obtenons une formule de la fonction diélectrique identique au modèle de

Drude-Lorentz :

ε = 1 +
∑
m

ω2
p

fm0

ω2
m0 − ω2 − iΓmω

(2.32)

2.3 Règle de sommation sur les états pour la force d’oscillateur

Nous avons étudié le cas où nous excitons le système dans l’état fondamental |0⟩ vers

l’état excité |m⟩ mais dans les faits, il n’est pas obligatoire que l’état initial soit l’état fonda-

mental. De plus la force d’oscillateur peut aussi décrire des relaxations comme nous allons

le voir en mettant en évidence les règles de sommation pour un état de départ quelconque
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|n⟩. Pour cela nous allons reprendre la formule de la force d’oscillateur en (2.31) et faire

une somme sur toutes les forces d’oscillateur des transitions de l’état initial |n⟩ vers tous les

autres états |m⟩ : ∑
m

fmn =
∑
m

2mωmn

h̄
|rmn|2

Sachant que h̄ωmn = Em − En et que l’opérateur vecteur position ˆ⃗r est hermitien, nous

pouvons écrire |rmn|2 = r⃗mn · r⃗nm et nous permet de faire apparaitre le commutateur de

l’hamiltonien et de l’opérateur vecteur position :∑
m

fmn =
∑
m

2m

h̄2
r⃗nm(Em − En)r⃗mn

=
∑
m

m

h̄2
(r⃗nm(Emr⃗mn − r⃗mnEn)− (Enr⃗nm − r⃗nmEm)r⃗mn)∑

m

fmn =
∑
m

m

h̄2
(⟨n| ˆ⃗r |m⟩ ⟨m| [Ĥ0, ˆ⃗r] |n⟩ − ⟨n| [Ĥ0, ˆ⃗r] |m⟩ ⟨m| ˆ⃗r |n⟩)

Si nous utilisons la relation de fermeture
∑

m |m⟩ ⟨m| = 1, nous obtenons finalement [38,

3.6] : ∑
m

fmn =
m

h̄2
(⟨n| ˆ⃗r[Ĥ0, ˆ⃗r] |n⟩ − ⟨n| [Ĥ0, ˆ⃗r]ˆ⃗r |n⟩) (2.33)

Nous allons maintenant calculer le commutateur [Ĥ0, ˆ⃗r], nous commençons par le dévelop-

per :

[Ĥ0, ˆ⃗r] =
[ˆ⃗p2, ˆ⃗r]

2m
+ [V̂ (ˆ⃗r), ˆ⃗r]

Le membre de droite est nul, étant donné que le potentiel ne dépend que de l’opérateur

du vecteur position. Afin de calculer le membre de gauche, nous allons utiliser la relation

[AB,C] = A[B,C] + [A,C]B, ce qui nous permet d’obtenir :

[Ĥ0, ˆ⃗r] =
1

2m
( ˆ⃗p [ ˆ⃗p, ˆ⃗r] + [ˆ⃗p, ˆ⃗r] ˆ⃗p )

Il ne nous reste plus qu’à insérer le résultat du commutateur de l’opérateur impulsion et

vecteur position [ ˆ⃗p, ˆ⃗r] = −ih̄ dans la précédente équation :

[Ĥ0, ˆ⃗r] = − ih̄
m

ˆ⃗p (2.34)

Nous pouvons maintenant implanter l’équation (2.34) dans l’équation (2.33) et faire appa-

raître le commutateur de l’opérateur impulsion et du vecteur position [38, 3.6] :∑
m

fmn =
i

h̄
(⟨n| ˆ⃗p.ˆ⃗r |n⟩ − ⟨n| ˆ⃗r. ˆ⃗p |n⟩)

=
i

h̄
⟨n| [ ˆ⃗p, ˆ⃗r] |n⟩
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∑
m

fmn = 1 (2.35)

L’équation (2.35) retrouve le résultat classique qui a été obtenu précédemment pour le

modèle classique de Drude-Lorentz pour un atome hydrogénoïde. Cette équation a pour

nom la règle de sommation sur les états de Thomas–Reiche–Kuhn (TRK). Il est tentant

d’interpréter la force d’oscillateur fmn comme une probabilité de transition en se basant sur

cette règle et que l’on aperçoit le terme | ⟨m| ˆ⃗r |n⟩ |2 dans la définition de fmn. Cependant,

la force d’oscillateur est négative dans le cas d’une relaxation et il y a le cas des atomes

polyélectroniques à considérer, pour lesquels la règle de TRK est supérieure à 1 [39]. Pour le

démontrer, nous reprenons le hamiltonien polyélectronique du chapitre 1 en ne considérant

qu’un seul atome :

Ĥel =
Z∑
i=1

ˆ⃗p2i
2m

− Ze2

4πε0

∣∣∣R⃗− r⃗i

∣∣∣ +
Z∑
j>i

e2

4πε0|r⃗i − r⃗j|

Nous pouvons déjà exposer quelques propriétés des opérateurs impulsions ˆ⃗pi et vecteurs

position ˆ⃗ri. Pour un tel système, l’opérateur moment dipolaire et ses termes extra diagonaux

s’écrivent alors [40, IV.a] :

ˆ⃗
d = −eˆ⃗r avec ˆ⃗r =

Z∑
j=1

ˆ⃗rj

d⃗mn = −er⃗nm = −e
Z∑

j=1

r⃗j,nm

(2.36)

Les opérateurs vecteurs position de différents électrons commutent, nous pouvons faire le

même constat pour les opérateurs impulsion. De plus un opérateur impulsion d’un premier

électron ˆ⃗pi commute avec l’opérateur position ˆ⃗rj d’un électron différent. Si nous prenons

en compte tous ces facteurs, alors tout commutateur du hamiltonien polyélectronique avec

l’opérateur vecteur position de n’importe quel électron du système serait :

[Ĥel, ˆ⃗rj] = − ih̄
m

ˆ⃗pj (2.37)

En prenant en compte les équations de l’opérateur moment dipolaire (2.36), l’équation de

sommation (2.33) et le précédent commutateur, nous obtenons pour la règle de sommation
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des états : ∑
m

fmn =
m

h̄2
(⟨n| ˆ⃗r[Ĥel, ˆ⃗r] |n⟩ − ⟨n| [Ĥel, ˆ⃗r]ˆ⃗r |n⟩)

=
Z∑

j=1

m

h̄2
(⟨n| ˆ⃗rj[Ĥel, ˆ⃗rj] |n⟩ − ⟨n| [Ĥel, ˆ⃗rj] ˆ⃗rj |n⟩)

=
Z∑

j=1

i

h̄
(⟨n| ˆ⃗pj. ˆ⃗rj |n⟩ − ⟨n| ˆ⃗rj. ˆ⃗pj |n⟩)

=
Z∑

j=1

i

h̄
(⟨n| [ ˆ⃗pj, ˆ⃗rj] |n⟩)

∑
m

fmn =
i

h̄
(−ih̄Z)

Nous obtenons finalement la règle de sommation des états pour un atome polyélectronique

[40, IV.a] : ∑
m

fmn = Z (2.38)

La force d’oscillateur n’est donc pas une probabilité, c’est une quantité qui indique le nombre

d’oscillateurs de Lorentz nécessaires pour reproduire la résonance d’une transition optique

[38, 3.6]. Cela reste un calcul qui nous donne une information sur la probabilité que la

transition se produise ou non en présence d’un champ électromagnétique.

2.4 Force d’oscillateur dans le cas des boîtes quantiques

Dans le cas des modèles de boîtes quantiques présentées dans le chapitre 1, nous pouvons

observer des différences dans le calcul de la force d’oscillateur entre le cas des transitions

interbande et les transitions intrabande. Afin d’étudier ces différences, nous allons d’abord

calculer les états extra-diagonaux de la matrice du commutateur de l’équation (2.34) :

⟨j| [Ĥ0, ˆ⃗r] |n⟩ = − ih̄
m

⟨j| ˆ⃗p |n⟩

⟨j| Ĥ0
ˆ⃗r |n⟩ − ⟨j| ˆ⃗rĤ0 |n⟩ = − ih̄

m
⟨j| ˆ⃗p |n⟩

Ej r⃗jn − r⃗jnEn = − ih̄
m
p⃗jn

r⃗jn = − ih̄

m(Ej − En)
p⃗jn (2.39)

Nous obtenons ainsi une expression des termes extra-diagonaux de l’opérateur vecteur po-

sition en fonction des termes extra-diagonaux de la matrice impulsion, que nous insérons

dans la formule de la force d’oscillateur :

fjn =
2

mh̄(Ej − En)
|pjn|2 (2.40)
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Pour les états intrabandes, la formulation de la force d’oscillateur de l’équation (2.31) et de

l’équation (2.40) donnent le même résultat [41] car dans le cas des boîtes quantiques, c’est

l’enveloppe de l’onde de Bloch qui contient majoritairement l’information sur les énergies

propres des états. Pour le démontrer, nous considérons les états de Bloch d’un cristal avec

un,⃗k(r⃗) la partie contenant l’information sur la périodicité du cristal et φk⃗(r⃗) l’enveloppe de

l’onde de Bloch calculée à partir des modèles de boîte quantique du chapitre 1 :

ψn,⃗k(r⃗) = φk⃗(r⃗)un,⃗k(r⃗) (2.41)

Nous commençons par calculer les termes non diagonaux de l’opérateur impulsion pour une

transition entre deux états différents :〈
ψn,k⃗′

∣∣∣ ˆ⃗p ∣∣∣ψn,⃗k

〉
= −ih̄

∫
ψ∗
n,k⃗′

(r⃗)∇⃗(ψn,⃗k(r⃗)) d
3r⃗

= −ih̄
∫
φ∗
k⃗′
(r⃗)u∗

n,k⃗′
(r⃗)∇⃗(φk⃗(r⃗)un,⃗k(r⃗)) d

3r⃗

= −ih̄
∫ (

φ∗
k⃗′
(r⃗)∇⃗(φk⃗(r⃗))u

∗
n,k⃗′

(r⃗)un,⃗k(r⃗) + φ∗
k⃗′
(r⃗)φk⃗(r⃗)u

∗
n,k⃗′

(r⃗)∇⃗(un,⃗k(r⃗))
)
d3r⃗

Le membre de droite est nul à cause de l’orthogonalité des fonctions φk⃗(r⃗). Quand au membre

de gauche, si nous considérons que la fonction un,⃗k(r⃗) varie peu en fonction de k⃗ alors nous

pouvons écrire : ∫
u∗
j,k⃗′

(r⃗)un,⃗k(r⃗) d
3r⃗ ≈ δjn (2.42)

Grâce à ce développement, nous obtenons finalement :〈
ψn,k⃗′

∣∣∣ ˆ⃗p ∣∣∣ψn,⃗k

〉
=
〈
φ∗
k⃗′

∣∣ ˆ⃗p ∣∣φk⃗

〉
(2.43)

Nous considérons maintenant le cas des transitions interbandes, pour lequel nous allons

calculer l’impulsion pour une transition entre la bande de valence v et la bande de conduction

c :〈
ψc,k⃗′

∣∣∣ ˆ⃗p ∣∣∣ψv,⃗k

〉
= −ih̄

∫ (
φ∗
k⃗′
(r⃗)∇⃗(φk⃗(r⃗))u

∗
c,k⃗′

(r⃗)uv,⃗k(r⃗) + φ∗
k⃗′
(r⃗)φk⃗(r⃗)u

∗
c,k⃗′

(r⃗)∇⃗(uv,⃗k(r⃗))
)
d3r⃗

Si nous reprenons la relation de l’équation (2.42), nous en déduisons que le membre de

gauche est nul. Pour le membre de gauche, nous rappelons que la fonction uv,⃗k(r⃗) possède

la périodicité du réseau et par conséquent, celle-ci varie beaucoup plus vite que l’enveloppe

φk⃗ de l’onde de Bloch. Nous pouvons donc écrire :〈
ψc,k⃗′

∣∣∣ ˆ⃗p ∣∣∣ψv,⃗k

〉
= −ih̄

∫
φ∗
k⃗′
(r⃗)φk⃗(r⃗)u

∗
c,k⃗′

(r⃗)∇⃗(uv,⃗k(r⃗)) d
3r⃗

= −ih̄
〈
φk⃗′

∣∣φk⃗

〉 ∫
u∗
c,k⃗′

(r⃗)
⃗̂∇(uv,⃗k(r⃗)) d

3r⃗
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〈
ψc,k⃗′

∣∣∣ ˆ⃗p ∣∣∣ψv,⃗k

〉
=
〈
φk⃗′

∣∣φk⃗

〉
p⃗cv (2.44)

Maintenant nous implantons ce résultat dans l’équation (2.40), nous obtenons [41] :

finter =
2|pcv|2

m(Ek⃗′ − Ek⃗)
|
〈
φk⃗′

∣∣φk⃗

〉
|2 (2.45)

Dans le cadre du modèle k.p, l’impulsion p⃗cv est nommé l’impulsion de Kane. Celle-ci est

liée à l’énergie de Kane Ep par la relation :

Ep =
|pcv|2

2m
(2.46)

Nous pouvons donc réecrire l’équation (2.45) :

finter =
4Ep

(Ek⃗′ − Ek⃗)
|
〈
φk⃗′

∣∣φk⃗

〉
|2 (2.47)

3 Densité conjointe des états

La densité conjointe des états est une fonction qui caractérise le nombre d’états résonants

entre deux bandes d’un solide, pour une fréquence donnée. Elle est importante car elle permet

de déduire les propriétés d’absorption d’un matériaux.

3.1 Taux de transition interbande et densité conjointe des états dans un ma-

tériau massif

Nous commençons par développer l’hamiltonien de la particule chargée dans un champ

électromagnétique [38, Appendix E] :

Ĥ =
( ˆ⃗p− q

ˆ⃗
A )2

2m
+ V (ˆ⃗r)

=
ˆ⃗p2

2m
− q

ˆ⃗p.
ˆ⃗
A

2m
− q

ˆ⃗
A. ˆ⃗p

2m
+
q2

ˆ⃗
A2

2m
+ V (ˆ⃗r)

Ĥ =
ˆ⃗p2

2m
+ V (ˆ⃗r)− q

2m
( ˆ⃗p.

ˆ⃗
A+

ˆ⃗
A. ˆ⃗p ) +

q2
ˆ⃗
A2

2m

Le dernier terme est négligeable. Pour la suite, nous poserons q = −e ainsi que :

Ĥ0 =
ˆ⃗p2

2m
+ V (ˆ⃗r)

Ĥ ′ =
e

2m
( ˆ⃗p.

ˆ⃗
A+

ˆ⃗
A. ˆ⃗p )

(2.48)

Nous allons calculer le commutateur des opérateurs impulsion et vecteur potentiel :

[ ˆ⃗p,
ˆ⃗
A]Ψ(r⃗, t) = ( ˆ⃗p.

ˆ⃗
A− ˆ⃗

A. ˆ⃗p )Ψ(r⃗, t)

= −ih̄(∇⃗(
ˆ⃗
AΨ(r⃗, t))− ˆ⃗

A · ∇⃗(Ψ(r⃗, t)))

= −ih̄(∇⃗. ˆ⃗AΨ(r⃗, t) +
ˆ⃗
A · ∇⃗(Ψ(r⃗, t))− ˆ⃗

A · ∇⃗(Ψ(r⃗, t)))

[ˆ⃗p,
ˆ⃗
A]Ψ(r⃗, t) = −ih̄∇⃗. ˆ⃗AΨ(r⃗, t)
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Nous obtenons le résultat :

[ ˆ⃗p,
ˆ⃗
A] = −ih̄∇⃗. ˆ⃗A (2.49)

Si nous utilisons ce commutateur nous pouvons réecrire la perturbation Ĥ ′ comme :

Ĥ ′ =
e

2m
(2

ˆ⃗
A. ˆ⃗p− ih̄∇⃗. ˆ⃗A ) (2.50)

Pour la suite, nous nous mettons dans la jauge de Coulomb [38, Appendix E] pour laquelle

∇⃗ · A⃗ = 0 et nous considérons un champ classique, ce qui nous donne finalement :

Ĥ ′ =
e

m
A⃗. ˆ⃗p (2.51)

Nous prenons deux états de Bloch :

⟨r⃗|v⟩ = ψv,k⃗′(r⃗) = eik⃗
′·r⃗uv,k⃗′(r⃗)

⟨r⃗|c⟩ = ψc,k⃗′′(r⃗) = eik⃗
′′·r⃗uc,k⃗′′(r⃗)

(2.52)

Le premier correspond à un état de valence et le second à un état de conduction. Nous

définissons A⃗ :

A⃗ =
A

2
(ei(k⃗·r⃗−ωt) + e−i(k⃗·r⃗−ωt))a⃗0

A = ∥A⃗∥

a⃗0 =
A⃗

A

(2.53)

Nous calculons la perturbation :

H ′
cv = ⟨c| Ĥ ′ |v⟩

= −ieh̄
m

∫
e−ik⃗′′·r⃗u∗

c,k⃗′′
(r⃗)A⃗ · ∇⃗(eik⃗

′·r⃗uv,k⃗′(r⃗)) d
3r⃗

H ′
cv = −ieh̄A

2m

∫
(e−i((k⃗′′−k⃗′−k⃗)r⃗+ωt) + e−i((k⃗′′−k⃗′+k⃗)r⃗−ωt))

× (ia⃗0 · k⃗′u∗c,k⃗′′(r⃗)uv,k⃗′(r⃗) + u∗
c,k⃗′′

(r⃗)a⃗0 · ∇⃗(uv,k⃗′(r⃗))) d
3r⃗

Nous avons vu précédemment que dans le cas d’une perturbation oscillante, c’était la par-

tie en e−iωt qui était lié aux phénomènes d’excitation, par conséquent nous ne gardons

que l’exponentielle de gauche e−i((k⃗′′−k⃗′−k⃗)r⃗+ωt) [38, 5.2]. De plus, nous devons prendre en

considération la conservation de la pseudo-impulsion qui est définie à un vecteur du réseau

réciproque K⃗ près :

k⃗′′ − k⃗′ − k⃗ ≡ 0⃗ [K⃗] (2.54)

Par simplicité, nous prendrons le cas K⃗ = 0⃗ sachant que cela ne change pas le résultat.

Enfin, nous pouvons comparer le vecteur d’onde d’un état de Bloch k⃗′ au vecteur d’onde

d’un rayonnement électromagnétique k⃗. Le paramètre de maille du HgTe est de a = 0, 65

34 of 144



nm et nous prenons la longueur d’onde du photon de plus haute énergie que nous avons

utilisée lors de nos expériences (λ =800 nm), alors nous avons :

λ≫ a

2π

λ
≪ 2π

a

∥k⃗∥ ≪ ∥k⃗′∥

(2.55)

La précédente relation démontre que même pour des photons de plusieurs eV, le vecteur

d’onde d’un état de Bloch est très supérieur au vecteur d’onde d’un photon. Par conséquent,

nous pouvons considérer dans l’équation (2.54), que k⃗ = 0⃗ et nous obtenons :

k⃗′′ = k⃗′ (2.56)

Par conséquent, dans le cas des transitions optiques non-médiées par des phonons alors

nous ne pouvons avoir que des transitions directes verticales. Enfin, nous devons prendre en

compte la conservation de l’énergie et ajouter un delta de Dirac :

H ′
cv = −ieh̄A

2m
e−iωt

∫
(ia⃗0 · k⃗u∗c,⃗k(r⃗)uv,⃗k(r⃗) + u∗

c,⃗k
(r⃗)a⃗0 · ∇⃗(uv,⃗k(r⃗)))

× δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω) d3r⃗

Étant donné que la partie périodique des ondes de Bloch est orthogonale, nous en déduisons

que le membre de gauche est nul et nous posons :

a⃗0 · p⃗cv = −ih̄
∫
u∗
c,⃗k
(r⃗)a⃗0 · ∇⃗(uv,⃗k(r⃗)) d

3r⃗ (2.57)

Ce qui nous permet de finalement écrire, pour l’élément extra-diagonal de Ĥ ′ pour une

transition interbande :

H ′
cv =

eA

2m
a⃗0 · p⃗cvδ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω)e−iωt (2.58)

Maintenant si nous implantons ce terme dans l’équation de la règle d’or de Fermi (2.15),

nous obtenons :

Γk⃗
v→c =

πe2A2

h̄m2
|a⃗0 · p⃗cv|2δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω) (2.59)

Nous souhaitons renormaliser le taux de transition par rapport à l’espace réciproque afin

d’obtenir un taux de transition par unité de temps et unité de volume :

Γv→c =
πe2A2

h̄m2

∫
|a⃗0 · p⃗cv|2δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω)

d3k⃗

4π3

Si nous supposons que |a⃗0 · p⃗cv|2 varie peu en fonction de k⃗, alors nous pouvons le considérer

comme une constante et le sortir de l’intégrale :

Γv→c =
πe2A2

h̄m2
|a⃗0 · p⃗cv|2

∫
δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω)

d3k⃗

4π3
(2.60)
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A cause du delta de Dirac, nous en déduisons que l’intégrale est non-nulle que pour des

valeurs de k⃗ pour lesquelles Ec(k⃗) − Ev(k⃗) = h̄ω. Ce qui correspond à des isosurfaces S

d’énergie constante dans l’espace réciproque. Ainsi nous avons :

d3k⃗ = dS dk⊥ (2.61)

Avec dk⊥, un élément de vecteur d’onde orthogonal à l’élément de surface dS. Etant donné

que cet élément de vecteur d’onde suit l’isosurface pour laquelle l’énergie de photon est

constante, nous pouvons le lier par le gradient de la différence d’énergie entre la bande de

valence et la bande de conduction à l’élément d’énergie d(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)) :

dk⊥ =
d(Ec(k⃗)− Ev(k⃗))

|∇⃗k⃗(Ec(k⃗)− Ev(k⃗))|
(2.62)

Nous implantons maintenant les équations (2.61) et (2.62) dans l’équation (2.60) :

Γv→c =
πe2A2

4π3h̄m2
|a⃗0 · p⃗cv|2

∫
δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω)

dS d(Ec(k⃗)− Ev(k⃗))

|∇⃗k⃗(Ec(k⃗)− Ev(k⃗))|

Nous intégrons par rapport à la différence d’énergie pour finalement obtenir :

Γv→c =
πe2A2

4π3h̄m2
|a⃗0 · p⃗cv|2

∫
dS

|∇⃗k⃗(Ec − Ev)|Ec−Ev=h̄ω

Nous remarquons que nous avons dans l’intégrale une densité par unité de volume et d’éner-

gie. Par conséquent, nous pouvons l’associer à une densité d’états qui caractérise le nombre

d’états de la ”bande optique” Ec(k⃗)−Ev(k⃗). Cette densité est la densité conjointe des états

qui s’écrit [38, 5.3] :

ρcv(ω) =
1

4π3

∫
dS

|∇⃗k⃗(Ec − Ev)|Ec−Ev=h̄ω

(2.63)

Il est intéressant de noter, que par identification avec l’équation (2.60) nous pouvons aussi

écrire la densité conjointe des états comme :

ρcv(ω) ≡
1

4π3

∫
δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω) d3k⃗ (2.64)

En utilisant la définition de l’équation (2.63), nous obtenons le taux de transition entre la

bande de valence et la bande de conduction par unité de temps et de volume, en fonction

de la fréquence du photon incident [38, 5.3] :

Γv→c(ω) =
πe2A2

h̄m2
|a⃗0 · p⃗cv|2ρcv(ω) (2.65)
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3.2 Absorption et lien avec la fonction diélectrique

Nous avons obtenu dans la précédente section le taux de transition par unité de temps

et de volume. Nous allons maintenant l’utiliser pour calculer les propriétés d’absorption des

matériaux. Pour cela nous allons faire le lien avec la physique classique. Pour cela nous

considérons une onde électromagnétique plane avec les champs électrique E⃗ et magnétique

B⃗ complexes : E⃗(r⃗, t) = E⃗0e
i(k⃗·r⃗−ωt)

B⃗(r⃗, t) = B⃗0e
i(k⃗·r⃗−ωt)

(2.66)

E⃗0, B⃗0 et ω sont respectivement les amplitudes du champ électrique et du champ magnétique

et la fréquence d’oscillation du champ électromagnétique. Le vecteur k⃗ est le vecteur d’onde,

indiquant le sens de propagation de l’onde électromagnétique et formant un trièdre direct

avec les champs électrique et magnétique. Si nous utilisons l’équation de Maxwell-Faraday,

il est possible d’exprimer l’amplitude du champ magnétique en fonction de l’amplitude du

champ électrique. L’équation de Maxwell-Faraday s’écrit [38, 2.2] :

∇⃗ ∧ E⃗(r⃗, t) = −∂B⃗
∂t

(r⃗, t) (2.67)

Pour le cas d’une onde plane, il est facile de voir que chaque composante du gradient va faire

ressortir la composante correspondante du vecteur d’onde, et que la dérivée partielle par

rapport au temps va faire apparaître la fréquence du champ électromagnétique [38, 2.3] :

∇⃗ ∧ E⃗(r⃗, t) = i⃗k ∧ E⃗(r⃗, t)

−∂B⃗
∂t

(r⃗, t) = iωB⃗(r⃗, t)

C’est ainsi que l’équation de Maxwell-Faraday devient :

B⃗(r⃗, t) =
k⃗ ∧ E⃗(r⃗, t)

ω
(2.68)

Si nous choisissons un repère pour lequel le vecteur d’onde k⃗ se propage selon la direction

z, alors nous avons : 
E⃗(r⃗, t) = E(r⃗, t)u⃗x

B⃗(r⃗, t) = B(r⃗, t)u⃗y

k⃗ = ku⃗z avec k = ∥k⃗∥
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Si nous prenons ces paramètres et que nous les implantons dans l’équation (2.68), alors nous

obtenons :

B⃗(r⃗, t) =
k

ω
E(r⃗, t)u⃗y

∥B⃗0∥ei(k⃗·r⃗−ωt)u⃗y =
k

ω
∥E⃗0∥ei(k⃗·r⃗−ωt)u⃗y

∥B⃗0∥ =
k

ω
∥E⃗0∥

Avec le développement précédent, nous obtenons l’expression du champ magnétique :

B⃗(r⃗, t) =
k

ω
∥E⃗0∥ei(k⃗·r⃗−ωt)u⃗y (2.69)

Nous allons maintenant considérer l’absorption de ce champ électromagnétique par un solide

absorbant ayant l’indice de réfraction complexe n
¯
= n + iκ. Ainsi le vecteur d’onde s’écrit

en fonction de la longueur d’onde du champ électromagnétique λ :

k⃗ = k0(n+ iκ)u⃗z avec k0 =
2π

λ
=
ω

c
(2.70)

Nous allons maintenant calculer le vecteur de Poynting du champ électromagnétique :

S⃗ = Re

(
E⃗ ∧ B⃗∗

µ0

)

=
k0n∥E⃗0∥2

µ0ω
e−2k0κzu⃗z

S⃗ = nε0c∥E⃗0∥2e−2k0κzu⃗z

La profondeur du matériaux absorbant est z. Nous pouvons obtenir l’intensité du champ

électromagnétique grace à la moyenne de la norme du vecteur de Poynting :

I =
∥S⃗∥
2

(2.71)

A partir de la précédente formule, nous obtenons l’intensité du champ électromagnétique

absorbé I(z) :

I(z) =
nε0c∥E0∥2

2
e−2k0κz (2.72)

Le coefficient d’absorption est obtenu à partir de la formule [38, 2.6] :

α = −∇⃗(I(z)) · u⃗k
I(z)

avec u⃗k =
k⃗

k
(2.73)

Nous obtenons le coefficient d’absorption suivant :

α = 2k0κ

=
4πκ

λ
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α(ω) =
2ωκ

c
(2.74)

Nous allons maintenant définir le coefficient d’absorption à partir du calcul quantique. Pour

cela, il suffit de prendre en compte que le coefficient d’absorption peut être interprété comme

le rapport du taux de transition due à l’absorption par unité de volume et de temps multiplié

par l’énergie de photon et divisé par l’intensité du champ électromagnétique incident I(z =

0) :

α(ω) =
Γv→c(ω)h̄ω

I(0)
(2.75)

Nous allons définir l’amplitude du vecteur potentiel A présente dans l’équation du taux de

transition (2.65), en partant du fait que le champ électrique est proportionnel à la dérivée

temporelle du vecteur potentiel :

E⃗(r⃗, t) ∝ −∂A⃗
∂t

(r⃗, t)

En utilisant cette équation et en comparant les équations (2.53) et les équations (2.66) du

champ électromagnétique, nous en déduisons :

A =
2∥E⃗0∥
ω

(2.76)

Maintenant, nous comparons l’équation (2.74) et l’équation (2.75) afin de définir la partie

imaginaire de l’index de réfraction en fonction du taux de transition :

κ(ω) =
Γv→c(ω)h̄c

2I(0)

=
πh̄e2A2

nε0m2∥E⃗0∥2
|a⃗0 · p⃗cv|2ρcv(ω)

κ(ω) =
4πh̄e2

nε0m2ω2
|a⃗0 · p⃗cv|2ρcv(ω)

Nous avons vu dans la partie 2.2.4, que nous pouvons définir la force d’oscillateur en fonction

de l’impulsion calculée pour une transition. C’est pour cela que nous posons :

fcv(ω) ≡
2|a⃗0 · p⃗cv|2

mh̄ω
(2.77)

Nous pouvons finalement réécrire la partie imaginaire de l’index de réfraction en fonction

de la force d’oscillateur et de la densité conjointe des états :

κ(ω) =
2πe2h̄2

nmωε0
fcv(ω)ρcv(ω) (2.78)

Nous remarquons la présence de la partie réelle de l’indice de réfraction dans cette formula-

tion de la partie imaginaire de l’indice de réfraction. Or, la partie imaginaire de la fonction
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diélectrique est ε2 = 2nκ. Ainsi, à partir de l’équation (2.78), nous pouvons obtenir la partie

imaginaire de la fonction diélectrique [38, 5.3] :

ε2(ω) =
4πe2h̄2

mωε0
fcv(ω)ρcv(ω) (2.79)

Il est aussi possible d’obtenir la partie réelle de la fonction diélectrique en utilisant les

relations de Kramers-Kronig [38, 6.1]. Nous écrivons aussi le coefficient d’absorption :

α(ω) =
4πe2h̄2

ncmε0
fcv(ω)ρcv(ω) (2.80)

Grâce au formalisme que nous avons exposé, il nous est possible de faire le lien entre le

calcul quantique avec les propriétés macroscopiques que nous pouvons mesurer dans nos

expériences. Dans la suite, nous allons introduire les procédures des simulations que nous

avons réalisé afin d’avoir une meilleure compréhension de nos résultats expérimentaux.
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Chapitre 3 - Techniques expérimentales

Le présent chapitre est dédié à la présentation des techniques expérimentales cruciales

qui ont été employées lors de cette thèse. Chacune apportant une contribution substantielle

à la caractérisation et à la compréhension des échantillons de boîtes quantiques colloïdales.

Nous commencerons par la spectroscopie laser ultrarapide pour laquelle nous mettrons en

lumière son rôle essentiel dans la résolution temporelle fine des processus dynamiques ainsi

que les contraintes associées à cette technique. Cela nous permettra d’introduire les dif-

férentes parties du dispositif de spectroscopie ultrarapide utilisé. Nous débuterons par la

génération des impulsions ultracourtes par amplification à dérive de fréquence, pour conti-

nuer sur les processus de conversion de fréquence, pour lesquelles nous apportons des rappels

d’optique non-linéaire, tel que la génération de seconde harmonique et l’amplification para-

métrique optique. Pour conclure cette section, nous introduirons les principes sous-jacents

à la détection synchrone qui nous a permis de faire des mesures précises de la réflectivité

transitoire. Nous finirons ce chapitre par la spectroscopie infrarouge à transformée de Fou-

rier qui est une technique versatile qui nous a permis la caractérisation de nos échantillons

de boîtes quantiques ainsi que des impulsions infrarouges en sortie de notre amplificateur

paramétrique optique (OPA).

1 Optique non linéaire et spectroscopie ultrarapide

1.1 Introduction à la spectroscopie ultrarapide

La spectroscopie ultrarapide est une technique expérimentale permettant de mesurer des

changements de la réponse optique d’un matériaux photoexcité, sur des échelles de temps

comprises entre la nanoseconde et l’attoseconde, et ce malgré l’utilisation de photodétecteurs

avec une réponse beaucoup plus lente. L’échantillon est excité avec une impulsion nommée

”l’impulsion pompe” ou ”impulsion de pompe”. Le changement de la réponse optique est

obtenu par la mesure du changement induit sur une seconde impulsion qui a intéragit avec

l’échantillon, grace à un photodétecteur. Cette dernière impulsion est nommée ”impulsion

de sonde” et possède un délai ∆t avec l’impulsion de pompe appelé délai pompe-sonde (voir

la figure 4). Ce délai est défini dans le cas de nos expériences par l’utilisation d’une ligne

retard comme nous pouvons le voir en figure 5. En effet, si nous pouvons considérer que nos

impulsions se déplacent à la vitesse de la lumière dans le vide c (cette approximation est

valide tant que nous ne considérons pas des impulsions dans le domaine ultraviolet), alors
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Fig. 4 : Schéma représentant les impulsions pompe et sondes séparées par un délai ∆t

et réfléchies par l’échantillon de boîtes quantique de HgTe. L’impulsion sonde réfléchie est

ensuite capturée par le photodétecteur.

nous pouvons définir le délai induit par la ligne retard comme :

∆t = 2
∆x

c
(3.1)

La quantité ∆x est la distance entre le bord de la ligne retard et ses miroirs. Le facteur

deux est du au fait qu’il faut prendre en compte le trajet avant et après réflection sur

les deux miroirs de la ligne retard. Prenons une valeur de ∆x = 1 µm, nous obtenons

∆t ≈ 7 fs. Avec des changements de position micrométrique de la position des miroirs de

la ligne retard, nous pouvons induire un délai pompe-sonde de l’ordre de la femtoseconde.

Par conséquent, ce dispositif expérimental permet de reconstruire la dynamique résolue en

temps du matériaux photoexcité en prenant une mesure à chacun des délais pompe-sonde

disponible. Cependant, il y a plusieurs facteurs à prendre en compte. Pour commencer, il

n’est pas possible de mesurer un évènement se produisant à une échelle de temps inférieure à

la durée d’impulsion. C’est pour cela qu’il est obligatoire d’avoir un laser capable de produire

des impulsions avec une durée aussi courte que possible. Pour continuer, si nous voulons avoir

une analyse plus complète de la réponse résolue en temps, il nous faut pouvoir changer la

longueur d’onde de la pompe et de la sonde, ce qui implique soit d’avoir plusieurs lasers,

soit d’avoir la possibilité de faire de la conversion de fréquence. Par l’utilisation entre autre

de doublage de fréquence ou d’amplification paramétrique optique. Pour finir, il n’est pas

possible, sans compter le bruit du dispositif expérimental, d’avoir une bonne statistique sur

la mesure si nous n’obtenons qu’une seule mesure par délai. Par conséquent, il est nécessaire
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Fig. 5 : Schéma du dispositif expérimental de spectroscopie ultrarapide. Les longueurs des

chemins optiques ne sont pas respectées.

de faire un très grand nombre de mesures pour chaque délai pompe-sonde. Cela nécessite

que avant chaque excitation par la pompe, le matériaux a eu le temps de revenir à son

état d’équilibre et impose donc une condition sur la cadence du laser. Les sections suivantes

vont donc introduire les différentes parties de notre dispositif expérimental en partant de la

génération des impulsions laser pour finir sur notre dispositif de détection. Nous introduirons

aussi les principes d’optique non linéaire intervenant dans les processus de conversion de

fréquence que nous avons utilisé.

1.2 Génération d’impulsions femtoseconde avec un laser titane :saphir

Le laser employé dans ces expériences est un laser pulsé femtoseconde, généré par un

système titane :saphir Legend Elite fabriqué par Coherent. La génération des impulsions

laser comprend plusieurs étapes. Pour commencer, un laser de pompe produit par une diode

laser haute puissance, est utilisé pour exciter un cristal de saphir dopé avec des ions de

titane et constitue la première étape. Ce cristal est le milieu d’amplification, permettant

l’amplification nécessaire pour le système laser, et est situé à l’intérieur de la cavité optique.

Celle-ci représente le trajet optique que l’impulsion laser parcourt pour être amplifiée, et

comprend l’ensemble des miroirs qui réfléchissent l’impulsion laser de manière itérative à

travers le cristal de Ti :Saphir. Afin d’éviter d’endommager le cristal, la technique d’am-

plification utilisée est l’amplification à dérive de fréquence [42]. Celle-ci consiste à rallonger

la durée d’impulsion pendant l’étape d’amplification. Pour cela les impulsions pompe sont
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envoyé dans un système comprenant une paire de réseaux de diffraction disposés de telle

manière à rallonger le trajet des longueurs d’onde les plus courtes. L’impulsion laser est éti-

rée puis envoyé dans le milieu amplificateur. Enfin, une étape de compression est située en

sortie de la cavité laser, qui comprend également une paire de réseaux de diffraction. Ceux-

ci sont disposés afin d’écourter le chemin des impulsions à plus haute énergie de photon.

Il en résulte que les différentes composantes spectrales de l’impulsion laser interfèrent de

manière constructive et reforment une impulsion courte de haute intensité. Les impulsions

en sortie sont centrées à 1,55 eV (800 nm) avec une durée de 35 femtosecondes. Elles ont

une énergie de 1 mJ et le taux de répétition du laser est compris entre 1 et 5 kHz, bien que

pour l’ensemble de nos expériences, nous ayons travaillé à 1 kHz.

Le laser titane :saphir joue un rôle central dans nos expériences, offrant une source lumineuse

puissante et précise. Dans les prochaines sections, nous explorerons en détail les techniques

de conversion de fréquence, dont la génération de seconde harmonique et l’utilisation d’un

amplificateur paramétrique optique, éléments essentiels de nos avancées en dynamique ul-

trarapide.

1.3 Principes de base de la conversion de fréquence

La conversion de fréquence est un phénomène d’optique non linéaire lors duquel les

photons d’un faisceau lumineux vont intéragir avec un milieu non linéaire et produire des

photons avec une fréquence différente de la fréquence incidente. Comme nous avons pu le

voir dans le chapitre 2, lorsque un faisceau lumineux intéragit avec un matériaux, il induit

un champ de polarisation qui dans le cas d’un matériaux non linéaire s’écrit :

P⃗ = P⃗L + P⃗NL (3.2)

Avec P⃗L, la polarisation associée aux phénomènes linaires et qui est le champ de polarisation

que nous avons vu dans la description des transitions optiques du chapitre 2. Le champ de

polarisation P⃗NL est quant à lui associé aux phénomènes d’optique non linéaire et tout

comme pour le cas linéaire y est associé une fonction diélectrique. Etant donné que nous

allons utiliser plutôt le champ de polarisation que l’induction électrique, nous allons utiliser

la susceptibilité électrique χ pour décrire les phénomènes d’optique non linéaire. C’est ainsi

que nous réécrivons le champ de polarisation total, sa partie linéaire et sa partie non linéaire

comme :

P⃗ = ε0χE⃗

P⃗L = ε0χ
(1)E⃗

P⃗NL = ε0(χ
(2)E⃗2 + χ(3)E⃗3 + ...)

(3.3)
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La susceptibilité linéaire χ(1) correspond au cas des transitions optiques linéaires que nous

avons calculé précédemment, de sorte que l’on peut l’écrire en fonction de la fonction di-

électrique :

χ(1) = ε− 1 (3.4)

ε est la fonction diélectrique que nous avons calculée dans le chapitre 2. Les susceptibilités

des ordres supérieurs correspondent aux processus optiques non linéaires qui impliquent l’in-

tervention de deux ou plus ondes électromagnétiques tel que la génération d’harmoniques

ou encore la génération de supercontinuum de lumière blanche. Si nous reprenons la formu-

lation de l’induction électrique D⃗ = ε0E⃗ + P⃗ , alors en considérant les équations (3.3), nous

pouvons écrire son équation d’onde comme [43, 2.1] :

∆E⃗(r⃗, t)− 1 + χ(1)

c2
∂2E⃗

∂t2
(r⃗, t) =

1

ε0c2
P⃗NL(r⃗, t) (3.5)

Pour explorer ces phénomènes de manière approfondie, nous allons utiliser le formalisme

quantique et nous appuyer sur la théorie des perturbations dépendantes du temps que nous

avons développée dans le chapitre 2. Nous avons obtenu l’équation fondamentale qui régit

l’évolution temporelle des amplitudes des états excités :

ih̄
da

(N)
m

dt
(t) =

∑
n

⟨m| Ĥ ′ |n⟩ a(N−1)
n (t)ei

ωmnt
h̄ (3.6)

Cette équation fournit une base essentielle pour itérer le calcul des ordres supérieurs

de l’amplitude de probabilité. Tout comme pour le calcul de la force d’oscillateur, celles-

ci vont nous permettre de déduire les expressions des susceptibilités d’ordres supérieurs,

par le calcul du dipôle induit ; ouvrant ainsi la voie à une compréhension approfondie des

processus optiques non linéaires impliqués dans nos expériences. Pour cela, nous reprenons

la perturbation induite par le champ électrique :

Ĥ ′ = −
ˆ⃗
d · E⃗0

2
(eiωt + e−iωt)

Dans les faits, l’optique non-linéaire nous force à sortir du cas monochromatique. Par consé-

quent, nous allons considérer à la place une somme discrète d’ondes planes. Afin d’éviter

une notation trop lourde, nous allons considérer des fréquences ωg qui sont positives et né-

gatives. Par conséquent, pour chaque fréquence ωg, il y a une fréquence de même valeur

absolue mais de signe opposé. Pour chaque fréquence ωg, nous associons une amplitude du

champ électrique constante E⃗(ωg). Cela nous permet de réécrire la perturbation comme :

Ĥ ′ = −
∑
g

ˆ⃗
d · E⃗(ωg)

2
eiωgt (3.7)
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Afin de simplifier la notation de l’équation (3.6), nous écrivons les éléments de transition

du moment dipolaire comme :

d⃗mn = ⟨m| ˆ⃗d |n⟩ (3.8)

En utilisant la précédente notation et en intégrant au cours du temps l’équation (3.6),

nous obtenons [43, 3.2.3] :

a(N)
m (t) =

∑
g

∑
n

iE⃗(ωg) · d⃗mn

2h̄

∫ t

−∞
a(N−1)
n (t′)ei(ωmn−ωg)t′ dt′ (3.9)

C’est à partir de cette équation que les différents ordres du moment dipolaire induit sont

déterminés. En considérant le développement perturbatif de Ψ(r⃗, t), il s’écrit en notation de

Dirac comme :

⟨Ψ(t)| ˆ⃗d |Ψ(t)⟩ = d⃗(0) + λd⃗(1) + λ2d⃗(2) + ...

=
〈
Ψ(0)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(0)(t)
〉

+ λ
(〈

Ψ(1)(t)
∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(0)(t)

〉
+
〈
Ψ(0)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(1)(t)
〉)

+ λ2
(〈

Ψ(2)(t)
∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(0)(t)

〉
+
〈
Ψ(1)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(1)(t)
〉
+
〈
Ψ(0)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(2)(t)
〉)

+ ...

Le premier terme d⃗(0) est nul car l’opérateur moment dipolaire comprend l’opérateur vecteur

position. Or, celui ci ne commute pas avec l’opérateur hamiltonien et la fonction Ψ(r⃗, t) est

développée sur la base des états propres de l’hamiltonien non perturbé. Le terme du premier

ordre d⃗(1) peut être calculé à partir de l’amplitude à l’ordre un [43, 3.2.3] :

a(1)m (t) = −
∑
g

E⃗(ωg) · d⃗m0

2h̄

ei(ωm0−ωg)t

ωm0 − ωg

(3.10)

Le calcul ainsi que le résultat ne seront pas redonnés ici, car ils sont similaires à ce qui a

déjà été réalisé dans le cadre de la démonstration de la force d’oscillateur. Les états |m⟩ et

|n⟩ sont des états réels ou virtuels intervenant dans le processus non linéaire. L’état |0⟩ est

quant à lui, l’état fondamental. Si nous implantons la précédente équation dans l’équation

(3.9), nous obtenons :

a(2)m (t) =
∑
g

∑
n

iE⃗(ωg) · d⃗mn

2h̄

∫ t

−∞
a(1)n (t′)ei(ωmn−ωg)t′ dt′

=
∑
g,f

∑
n

i(E⃗(ωg) · d⃗mn)(d⃗n0 · E⃗(ωf ))

4h̄2(ωn0 − ωf )

∫ t

−∞
ei(ωn0−ωf )t

′
ei(ωmn−ωg)t′ dt′

a(2)m (t) =
∑
g,f

∑
n

(E⃗(ωg) · d⃗mn)(d⃗n0 · E⃗(ωf ))

4h̄2(ωm0 − ωg − ωf )(ωn0 − ωf )
ei(ωm0−ωg−ωf )t (3.11)
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Nous allons pouvoir calculer à partir des amplitudes de probabilité de l’ordre 0 à 2, le dipôle

induit à l’ordre 2. Cela nous permettra d’en déduire la susceptibilité à l’ordre 2.

d⃗(2) =
〈
Ψ(2)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(0)(t)
〉
+
〈
Ψ(1)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(1)(t)
〉
+
〈
Ψ(0)(t)

∣∣ ˆ⃗d ∣∣Ψ(2)(t)
〉

=
∑
k,j

(
a∗(2)m (t) ⟨k| ˆ⃗d |j⟩ a(0)n (t) + a∗(1)m (t) ⟨k| ˆ⃗d |j⟩ a(1)n (t) + a∗(0)m (t) ⟨k| ˆ⃗d |j⟩ a(2)n (t)

)
eiωmnt

Pour rappel, nous avons a(0)m (t) = δm0 et si nous utlisons (3.8), nous obtenons :

d⃗(2) =
∑
k,j

a∗(2)m (t)d⃗m0e
iωm0t + a∗(1)m (t)d⃗mna

(1)
n (t)eiωmnt + d⃗0na

(2)
n (t)eiω0nt

=
1

4h̄2

∑
g,f

∑
k,j

(
(E⃗(ωg) · d⃗nm)(d⃗0n · E⃗(ωf ))

(ωm0 − ωg − ωf )(ωn0 − ωf )
e−i(ωm0−ωg−ωf )td⃗m0e

iωm0t

+
(E⃗(ωg) · d⃗0m)e−i(ωm0−ωg)td⃗mn(E⃗(ωf ) · d⃗n0)ei(ωn0−ωf )t

(ωm0 − ωg)(ωn0 − ωf )
eiωmnt

+ d⃗0n
(E⃗(ωf ) · d⃗nm)(d⃗m0 · E⃗(ωg))

(ωn0 − ωf − ωg)(ωm0 − ωg)
ei(ωn0−ωf−ωg)te−iωn0t

)

=
1

4h̄2

∑
g,f

∑
k,j

(
(E⃗(ωg) · d⃗nm)(d⃗0n · E⃗(ωf ))d⃗m0

(ωm0 − ωg − ωf )(ωn0 − ωf )
ei(ωg+ωf )t

+
(E⃗(ωg) · d⃗0m)d⃗mn(E⃗(ωf ) · d⃗n0)

(ωm0 − ωg)(ωn0 − ωf )
ei(ωg−ωf )t

+
d⃗0n(E⃗(ωf ) · d⃗nm)(d⃗m0 · E⃗(ωg))

(ωn0 − ωf − ωg)(ωm0 − ωg)
e−i(ωg+ωf )t

)

Enfin, nous pouvons améliorer la lisibilité de l’équation en remplaçant ωg par -ωg et ωf par

-ωg lorsque nécessaire. Ce qui nous permet d’obtenir [43, 3.2.4] :

d⃗(2) =
1

4h̄2

∑
g,f

∑
k,j

(
(E⃗(ωg) · d⃗nm)(d⃗0n · E⃗(ωf ))d⃗m0

(ωm0 + ωg + ωf )(ωn0 + ωf )

+
(E⃗(ωg) · d⃗0m)d⃗mn(E⃗(ωf ) · d⃗n0)

(ωm0 + ωg)(ωn0 − ωf )

+
d⃗0n(E⃗(ωf ) · d⃗nm)(d⃗m0 · E⃗(ωg))

(ωn0 − ωf − ωg)(ωm0 − ωg)

)
e−i(ωg+ωf )t

(3.12)

Nous allons dés à présent pouvoir déterminer la susceptibilité pour les processus à deux

ondes. Pour cela, nous considérons l’ordre deux du champ de polarisation P⃗ (2) = ned⃗
(2). De

plus, nous voulons obtenir une expression de la forme P⃗ (2) = ε0χ
(2)E⃗2, ce qui implique que

la susceptibilité est un tenseur. Par conséquent, nous écrivons les composantes du champ

de polarisation comme :

P
(2)
j = ε0

∑
k,l

∑
g,f

χ
(2)
jkl(ωg + ωf , ωf , ωg)Ek(ωf )El(ωg)e

−i(ωg+ωf )t (3.13)
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En comparant les équations (3.12) et (3.13), nous en déduisons les composantes du tenseur

de la susceptibilité à l’ordre 2 :

χ
(2)
jkl(ωg + ωf , ωf , ωg) =

1

4h̄2

∑
m,n

(
dnm,ld0n,kdm0,j

(ωm0 + ωg + ωf )(ωn0 + ωf )

+
d0m,ldmn,jdn0,k

(ωm0 + ωg)(ωn0 − ωf )

+
d0n,jdnm,kdm0,l

(ωn0 − ωf − ωg)(ωm0 − ωg)

+
dnm,kd0n,ldm0,j

(ωm0 + ωf + ωg)(ωn0 + ωg)

+
d0m,kdmn,jdn0,l

(ωm0 + ωf )(ωn0 − ωg)

+
d0n,jdnm,ldm0,k

(ωn0 − ωg − ωf )(ωm0 − ωf )

)

(3.14)

Cette formule permet d’avoir une base dans l’étude des processus à deux ondes, tel que la

génération de seconde harmonique ou l’amplification paramétrique optique que nous allons

voir dans la suite.

1.4 Génération de seconde harmonique

La génération de seconde harmonique (SHG) est un processus non linéaire fondamental

dans lequel deux photons de même fréquence interagissent pour produire un photon de

fréquence double de l’onde incidente. Mathématiquement, cela peut être décrit à l’aide

d’équations de conversion qui mettent en relation les champs électromagnétiques des ondes

incidentes et générées. C’est ainsi que ce phénomène s’inscrit dans le formalisme décrit

précédemment et pour lequel ωf = ωg = ω. Par conséquent, nous avons :

P⃗ (2)(2ω) = ε0χ
(2)(2ω, ω, ω)E⃗2(ω) (3.15)

Afin de déduire les contraintes sur la génération de seconde harmonique ainsi que la plu-

part des processus non linéaires, nous allons reprendre l’équation d’onde (3.5) et considérer

trois ondes planes E⃗1, E⃗2 et E⃗3 colinéaires et se propageant selon l’axe z positif. Les deux

premières correspondent à l’onde incidente qui va servir pour l’ajout de fréquence et la der-

nière correspond à l’onde émise après le processus non linéaire. Nous les définissons avec le

formalisme complexe :

E⃗i = Aie
i(kiz−ωit) (3.16)

Ai, ωi et ki sont respectivement l’amplitude, la fréquence et le vecteur d’onde de l’onde plane

considérée. A partir des conditions que nous avons exposées, de l’équation précédente et de

l’équation (3.15), nous pouvons réécrire l’équation d’onde du champ éléctrique E⃗3 comme :
d2A3

dz2
+ 2ik3

dA3

dz
= −χ

(2)ω2
3

c2
A1A2e

i(k1+k2−k3)z (3.17)
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Afin de simplifier la précédente équation, nous optons pour l’approximation de l’amplitude

aux faibles variations. Celle-ci est valide si l’amplitude varie peu ou linéairement sur une

distance comparable à la longueur d’onde de l’onde considérée :

|d
2A3

dz2
| ≪ |k3

dA3

dz
| (3.18)

Celle-ci nous permet d’ignorer le premier terme de l’équation d’onde (3.17) et si nous écrivons

∆k = k1 + k2 − k3, nous obtenons finalement [43, 2.2] :

dA3

dz
=
iχ(2)ω2

3

2k3c2
A1A2e

i∆kz (3.19)

Dans les faits, nous obtenons un système d’équations couplées pour les trois ondes planes.

L’équation d’évolution pour A1 et A2 sont :

dA1

dz
=
iχ(2)ω2

1

2k1c2
A3A

∗
2e

−i∆kz

dA2

dz
=
iχ(2)ω2

2

2k2c2
A3A

∗
1e

−i∆kz

(3.20)

Si nous ignorons temporairement la déplétion des ondes incidentes, nous pouvons remarquer

que si ∆k = 0, alors l’amplitude de la 3ème onde augmente linéairement. Dans le cas

contraire, son intensité va osciller et retomber à zéro pour une épaisseur du milieu linéaire

comparable à l’inverse de ∆k. Cette condition est appelée la condition d’alignement de phase

ou de phase-matching et permet de montrer une première limitation sur les processus non

linéaires. Dans les faits, cette condition impose que :

n(ω1)ω1

c
+
n(ω2)ω2

c
=
n(ω3)ω3

c
(3.21)

Ce qui implique dans le cas de la génération de seconde harmonique, où ω1 = ω2 = ω et

ω3 = 2ω, que :

n(2ω) = n(ω) (3.22)

Dans les faits, cette condition est très difficile à réaliser et impose l’utilisation de changement

de température ou l’utilisation de métamatériaux [43, 2.4]. Cependant, l’approche la plus

courante est l’utilisation de cristaux biréfringents orientés en fonction de la direction de

propagation de l’onde incidente. Tel que le bêta-borate de baryum, aussi appelé BBO, que

nous avons utilisé afin de produire des impulsions centrées à 3,09 eV (400 nm) dans le cadre

de nos expériences de spectroscopie ultrarapide mais aussi dans le cadre de la caractérisation

des impulsions produites par le laser, grâce à l’utilisation d’un autocorrélateur.
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1.5 Caractérisation du profil temporel d’impulsions femtosecondes par auto-

corrélation

Maintenant que nous avons établi les bases théoriques de la génération de seconde har-

monique (SHG), nous pouvons explorer son utilisation dans la caractérisation d’impulsions

optiques. L’autocorrélation d’impulsions est une technique permettant de mesurer la durée

temporelle des impulsions lumineuses. Elle repose sur la détection de la seconde harmonique

générée par l’interaction de deux impulsions identiques dans un cristal non linéaire [44]. La

mesure de la durée de l’impulsion laser par des méthodes optoélectroniques est très limitée à

cause du temps de réponse des photodiodes et des oscilloscopes. C’est ainsi que l’autocorré-

lation se présente comme une méthode simple de mesure de durée d’impulsions ultracourtes.

L’idée centrale de ce dispositif est d’envoyer un même train d’impulsions dans deux chemins

distincts par une lame séparatrice. Un des chemins inclut une ligne de retard ajustable. Les

deux faisceaux sont ensuite focalisés dans un cristal non linéaire tel qu’un BBO et génèrent

de la seconde harmonique.

Fig. 6 : Schéma du dispositif expérimental d’autocorrélation. Le tracé en rouge représente

le chemin optique du faisceau analysé. Les tracés indigo représentent les faisceaux mélan-

geant l’impulsion d’origine et sa seconde harmonique. Le tracé bleu représente la seconde

harmonique générée lorsqu’il y a corrélation entre les deux chemins optiques.

Si nous considérons un champ électrique complexe E⃗(t), alors son intensité est I(t) ∝

|E⃗(t)|2. Or, si le délai τ induit par la ligne retard permet la rencontre simultanée des impul-

sions des deux chemins optiques, alors les impulsions vont interférer et générer un troisième

faisceau de seconde harmonique. Son intensité suit la fonction d’auto-corrélation d’intensité

définie par :

A(τ) =

∫ +∞

−∞
I(t) · I(t− τ) dt (3.23)

Si nous bloquons les deux autres faisceaux comme sur la figure 6, alors même un détec-
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teur avec une réponse longue est capable de mesurer un signal proportionnel à l’intensité

décrite dans l’équation précédente. Il peut être démontré que la largeur de l’auto-corrélation

d’intensité d’une impulsion est liée à la largeur d’intensité. Etant donné que l’autocorrélation

revient à faire un produit de convolution entre les profils d’intensité des deux bras de l’auto-

corrélateur, il est très facile d’en déduire la largeur temporelle de l’impulsion analysée. Dans

le cas du produit de convolution de deux gaussiennes, nous obtenons une gaussienne dont

l’écart type est défini comme στ =
√
σ2
1 + σ2

2. Les deux profils gaussiens étant identiques,

il est facile de déduire que la largeur à mi-hauteur du profil résultant de l’autocorrélation

est
√
2 supérieure à la largeur à mi-hauteur de l’impulsion analysée. Un exemple de mesure

d’autocorrélation est disponible en figure 7. Par conséquent, l’autocorrélation d’intensité

Fig. 7 : Mesure obtenue à partir du dispositif d’autocorrélation en fonction du délai entre

les deux bras de l’autocorrélateur.

est une technique permettant l’estimation du profil temporel d’impulsions ultracourtes. En

mesurant la largeur du profil de l’autocorrélation d’intensité, la durée temporelle d’une im-

pulsion peut être déterminée, fournissant des informations précieuses pour les applications

laser ultra-rapides. Cependant, ce procédé ne donne pas d’information sur la phase spectrale

de l’impulsion ainsi que sur son intensité.
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1.6 Amplificateur paramétrique optique

L’amplification paramétrique optique est un processus non linéaire permettant d’am-

plifier des signaux optiques à des longueurs d’onde spécifiques par l’intermédiaire d’une

interaction avec un milieu non linéaire. Tout comme la génération de seconde harmonique,

c’est un processus de conversion à deux ondes excepté que le faisceau pompe a cette fois-ci la

fréquence ω3 = ω1+ω2. Le faisceau pompe est accompagné d’un faisceau signal de fréquence

ω1, ce qui va permettre d’engendrer une soustraction des fréquences ω3 et ω1 dans le cristal

non linéaire. L’absorption d’un photon pompe et la présence d’un photon signal, permet

ainsi une émission stimulée d’un second photon signal ainsi que d’un photon dit ”idler”

de fréquence ω2. Afin de comprendre le phénomène, nous pouvons reprendre les équations

Fig. 8 : Schéma montrant le processus d’amplification paramétrique optique. Un photon

d’énergie h̄ω3 est absorbé par un électron qui transite de son état fondamental |0⟩ vers un

état virtuel |2⟩ excité. La présence du photon signal d’énergie h̄ω1 permet à l’électron de se

désexciter une première fois vers l’état virtuel |1⟩ et d’émettre un photon de même énergie.

Puis l’électron retourne à l’état fondamental en émettant le photon idler d’énergie h̄ω2.

(3.20), pour lesquelles nous allons considérer qu’il n’y a pas de déplétion de la pompe (A3

est une constante) et que la condition d’alignement de phase est respectée. Si nous dérivons

par rapport à z la deuxième équation (3.20) et remplaçons la dérivée première de A∗
1 par le

complexe conjugué de la première équation (3.20), nous obtenons :

d2A2

dz2
(z) =

(ω1ω2χ
(2))2

4k1k2c4
|A3|2A2(z) (3.24)
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Nous nous retrouvons avec une équation différentielle de la forme [43, 2.8] :

d2A2

dz2
(z) = q2A2(z) avec q2 = (ω1ω2χ

(2))2

4k1k2c4
|A3|2 (3.25)

La solution générale de cette équation est :

A2(z) = Ccosh(qz) +Dsinh(qz) (3.26)

C et D sont des constantes à déterminer en fonction des conditions initiales. Par le même

raisonnement que pour A2, il est possible d’obtenir l’équation de l’évolution du faisceau

signal avec A1(z) ayant la même solution générale que A2(z).

Dans nos expériences, nous avons employé un OPA commercial appelé TOPAS-C, fabriqué

par l’entreprise Light Conversion. Ce dispositif offre la possibilité de générer des impulsions

optiques accordables, dont l’énergie de photon est comprise entre 0,06 et 1,13 eV (20 -

1,1 µm) ; par l’intermédiaire de trois processus non linéaires : une étape de génération

de continuum de lumière blanche et deux étapes d’amplification paramétrique optique. Le

Fig. 9 : Schéma simplifié de l’amplificateur paramétrique optique.

faisceau pompe qui est composé d’un train d’impulsions ultra courtes avec une polarisation

verticale et centrées à 1,55 eV en entrée, va être scindé par deux fois avec deux lames

séparatrices successives, afin d’obtenir trois chemins optiques de pompage, permettant de

fournir l’énergie nécessaire à la réalisation des processus non linéaires comme nous pouvons

le voir sur la figure 9. Le premier chemin permet de pomper un cristal de saphir et de

générer un supercontinuum de lumière blanche avec une limite basse d’énergie de photon

de 0,78 eV (1,6 µm) [45]. Il est important de noter que pour notre cadence, il ne faut

pas dépasser une énergie de 0,25 mJ par impulsion, sinon les processus non linéaires sont
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saturés et peuvent même déclencher de la génération de continuum de lumière blanche dans

les cristaux non linéaires. De ce fait, il y a un risque d’endommager ces cristaux à cause du

surplus d’énergie par impulsion. Le faisceau de lumière blanche généré contient toutes les

longueurs d’ondes possibles pour le faisceau signal. La longueur d’onde signal est sélectionnée

au niveau du premier étage d’amplification, par le délai entre le faisceau de lumière blanche

et le faisceau pompe du second chemin de pompage. Lors du premier étage d’amplification

optique, une partie de la pompe est convertie en faisceau signal ainsi qu’en faisceau idler

et la lumière blanche non convertie est filtrée. Ces deux faisceaux sont ensuite envoyé dans

le second étage d’amplification, pompé par le faisceau du troisième chemin de pompage.

Finalement, ce qui reste du faisceau pompe est filtré par un miroir dichroïque et ne laisse

passer que les faisceaux infrarouge signal et idler qui ont respectivement une polarisation

verticale et horizontale. Il est à noter que notre OPA possède aussi un dispositif rétractable

de génération de soustraction de fréquences permettant de convertir une partie du signal

dans des longueurs d’ondes allant de l’infrarouge moyen à l’infrarouge lointain (0,06 - 0,49

eV).

1.7 Principes de la détection synchrone dans le cadre de la mesure de la varia-

tion de réflectivité résolue en temps

Dans les parties précédentes, nous avons parlé des outils utilisés afin de produire les

impulsions à la longueur d’onde désirée ainsi que les outils de caractérisation. Dans cette

partie, nous allons décrire le dispositif de détection synchrone nous permettant de recons-

truire le signal résolu en temps. Comme nous pouvons le voir sur la figure 5, le faisceau est

séparé en deux par une lame séparatrice qui réfléchi 10% du faisceau et transmet le reste.

Le faisceau transmit est envoyé dans notre OPA afin de pouvoir faire de la conversion de

longueur d’onde du proche infrarouge à l’infrarouge lointain en fonction de nos besoins. Ce

chemin optique a principalement été utilisé comme chemin sonde. Le faisceau réfléchi qui

correspond au trajet de la pompe passe par une ligne retard permettant de créer le délai ∆t

entre le faisceau pompe et le faisceau sonde. Un chopper mécanique a été placé sur le trajet

de la pompe afin d’induire une modulation à 500 Hz, ne laissant ainsi passer qu’une im-

pulsion sur deux. Pour certaines de nos expériences, nous avons disposé un cristal de BBO

afin de doubler la fréquence de pompe. Il est à noter que le chemin sonde possède aussi

un miroir dichroïque rétractable permettant de rejeter ou d’injecter sur le trajet pompe le

proche infrarouge, lorsque nous souhaitons utiliser l’infrarouge moyen-lointain pour sonder

notre échantillon. Après le chopper mécanique, le faisceau pompe passe par une lentille per-

mettant de focaliser le laser sur l’échantillon. Le choix de la lentille est adapté à la fréquence
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optique du faisceau pompe afin d’éviter les aberrations chromatiques. Comme le faisceau

sonde comprend une très large gamme de fréquences, nous avons choisi de le focaliser avec

un miroir parabolique en or afin d’éviter les aberrations chromatiques. Après avoir été ré-

fléchi par l’échantillon, il est récupéré par ce même miroir parabolique et envoyé vers une

photodiode. Il est à noter que nous avons aussi utilisé un cryostat à hélium liquide nous

permettant d’atteindre des basses températures jusqu’à 5 K.

Grâce à ce dispositif expérimental, nous sommes en capacité de retracer la dynamique

temporelle électronique et phononique d’un échantillon en mesurant le signal réfléchi par

l’échantillon pour différents délais pompe-sonde induits par la ligne retard. Pour quantifier

avec précision les variations de réflectivité induites par le faisceau de pompe, une technique

de détection synchrone a été mise en œuvre. C’est dans cette optique, que nous avons

utilisé un amplificateur à détection synchrone commercial SR380 de Standford Research

Systems. La détection synchrone permet d’extraire des signaux de faible amplitude enfouis

dans le bruit de fond en synchronisant la détection avec un signal de référence. Pour cela,

le signal d’entrée s(t) provenant de la photodiode est multiplié par une fonction sinusoïdale

à la fréquence du signal de référence ou de ses harmoniques. Puis d’intégrer ce produit

pendant un temps d’intégration donné. Si le signal d’entrée est périodique, alors celui-ci est

décomposable en série de Fourier.

s(t) = a0 +
+∞∑
n=1

ancos(ωnt+ φn) avec ωn = 2πnν0 (3.27)

ν0 est la fréquence fondamentale, de période T0 et les coefficients de Fourier sont les nombres

a0 et an. φn est la phase de l’harmonique considérée. Il est important de noter que contraire-

ment à la phase du bruit, celle-ci n’est pas aléatoire. Or, la procédure décrite précédemment

revient à faire un produit scalaire sur la base orthogonale dite de Fourier et permet de récu-

pérer la composante du signal à la fréquence fondamentale ou de ses harmoniques. Pour un

temps d’intégration T donné, l’amplificateur va exécuter numériquement le calcul suivant

pour l’harmonique n :

Xn =
2

T

∫ T

0

s(t)cos(ωnt+ ϕ) dt

Yn =
2

T

∫ T

0

s(t)sin(ωnt+ ϕ) dt

La phase ϕ est la phase de l’amplificateur à détection synchrone. Nous utilisons les identités

trigonométriques cos(a + b) = cos(a)cos(b) − sin(a)sin(b) et sin(a + b) = sin(a)cos(b) +
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cos(a)sin(b) afin d’obtenir :

Xn =
2

T

∫ T

0

s(t) (cos(ωnt)cos(ϕ)− sin(ωnt)sin(ϕ)) dt

Yn =
2

T

∫ T

0

s(t) (sin(ωnt)cos(ϕ) + cos(ωnt)sin(ϕ)) dt

Si le temps d’intégration est suffisamment long, alors le calcul précédent donne :

Xn = ancos(θn)

Yn = ansin(θn)
(3.28)

Nous avons θn = ϕ − φn, la différence entre la phase de l’amplificateur et la phase de

l’harmonique. Maintenant que nous avons mis en place ce développement, il est facile de

voir comment nous pouvons récupérer le signal de la réflectivité transitoire. Supposons que

le signal est proportionnel à la réflectivité pour la sonde considérée. Par simplicité, prenons

le cas où la phase de l’amplificateur est choisie pour obtenir θ1 = 0. Si nous considérons la

composante fondamentale à 500 Hz du signal qui porte l’information du changement induit

par la pompe, nous avons :

X1 = a1 ∝ ∆R(∆t) (3.29)

Enfin, nous pouvons récupérer la réflectivité de référence en prenant le signal de la deuxième

harmonique à 1 kHz, correspondant à la cadence de la sonde :√
X2

2 + Y 2
2 = |a2| ∝ R (3.30)

Ainsi en divisant l’équation (3.29) par (3.30), nous obtenons la variation relative de la

réflectivité pour le délai pompe-sonde considéré :

X1√
X2

2 + Y 2
2

=
∆R

R
(∆t) (3.31)

2 Spectroscopie infrarouge à transformée de Fourier

La spectroscopie infrarouge à transformée de Fourier (FTIR) est une technique de ca-

ractérisation optique, qui permet par interférométrie de caractériser une source infrarouge

ou de déduire la réponse infrarouge d’un échantillon. Etant donné que pour toute énergie

de photon, il est possible d’associer une impulsion qui a pour norme |p⃗| = h̄|⃗k|, si nous

envoyons le rayonnement infrarouge à caractériser dans un interféromètre de Michelson, et

que nous mesurons l’intensité du faisceau recombiné en fonction du délai entre les deux bras

de l’interféromètre, il nous est possible de générer un interférogramme. Cette procédure

revient physiquement à faire une transformée de Fourier du domaine impulsionel vers le
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Fig. 10 : Schéma du spectromètre infrarouge à transformée de Fourier.

domaine spatial. Par conséquent, une transformée de Fourier inverse de l’interférogramme

permet de retrouver le spectre de la source infrarouge considérée. Dans le cas de la caracté-

risation d’un échantillon, il suffit de mettre celui-ci sur le chemin du faisceau recombiné afin

d’observer le changement induit sur l’interférogramme (voir figure 10). En comparant les

interférogrammes avec et sans échantillon, il est possible de récupérer le réponse infrarouge

de l’échantillon.

Nous avons utilisé un spectromètre FTIR commercial de modèle Nicolet IS-50 du construc-

teur Thermo Fisher Scientific avec lequel nous avons pu réaliser la caractérisation de nos

faisceaux infrarouges ainsi que de nos échantillons. Un exemple d’interférogramme réalisé

pour un échantillon de nanocristaux de HgTe déposé sur une lame de verre, ainsi que le

spectre en transmission obtenu après transformée de Fourier inverse de l’interférogramme

It(ω) sont disponible en figure 11. Le spectre en transmission est obtenu en divisant It(ω)

par la transformée de Fourier inverse de l’interférogramme de la référence I0(ω).
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(a) (b)

Fig. 11 : (a) Interférogramme généré pour un échantillon de boîtes quantiques de HgTe

déposé sur une lame de verre. (b) Spectre en transmission obtenu après transformée de

Fourier inverse du même interférogramme puis division par la transformée de Fourier inverse

de l’interférogramme de référence.

Chapitre 4 - Simulations des propriétés électroniques et

optiques des boîtes colloïdales de HgTe

Ce chapitre se concentre sur la modélisation et la simulation des boîtes quantiques col-

loïdales en utilisant le modèle du puits quantique avec un potentiel fini comme point de

départ. Le calcul sera appliqué aux bandes LH et HH du modèle k.p à 14 bandes de la

référence [7]. Nous utiliserons les masses effectives provenant du modèle. Ainsi la bande de

valence (bande HH) aura une masse m∗
HH = 0, 69me, tandis que la bande de conduction

(bande LH) aura une masse effective variable à cause de la non-parabolicité de la bande

avec m∗
LH = 0, 013me au point Γ.

Dans la première section, nous explorons le calcul des propriétés électroniques des boîtes

de HgTe, en mettant l’accent sur les cas de la boîte cubique et de la boîte sphérique afin

de comparer leur similitudes et leurs différences. Dans cette optique, nous utiliserons la

méthode des perturbations afin de démontrer la négligeabilité de l’erreur commise lors de

la séparation des variables dans la résolution de l’hamiltonien du cas cubique.

Dans la seconde section, nous élargissons notre analyse pour inclure les propriétés op-

tiques d’un film constitué de ces boîtes quantiques. Nous examinons en détail la densité

conjointe des états, ainsi que les relations de Kramers-Kronig pour la détermination de la

partie réelle de la fonction diélectrique. En utilisant le modèle de Bruggeman dans le cadre de

la théorie des milieux effectifs, nous calculons l’indice de réfraction optique d’un film mince
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déposé sur un substrat transparent. Ces résultats sont ensuite comparés avec les données

expérimentales obtenues en spectroscopie infrarouge à transformée de Fourier, ouvrant ainsi

la voie à une interprétation approfondie de nos observations en spectroscopie ultrarapide.

Ce chapitre représente une étape cruciale dans notre démarche visant à établir une base

solide pour l’analyse et la compréhension des résultats de spectroscopie résolue en temps

de ces systèmes complexes. Par l’intermédiaire de nos simulations, nous sommes en mesure

d’élargir notre compréhension de la réponse photo-induite des boîtes quantiques colloïdales,

ouvrant ainsi la voie à de nouvelles avancées dans le domaine de l’optoélectronique.

1 Calcul des propriétés électroniques des boîtes de HgTe

Pour commencer, nous devons déterminer le spectre d’énergie de ces boîtes. Pour cela

nous allons passer en revue le cas des boîtes cubiques et sphériques dans le cadre du modèle

du puits de potentiel fini.

1.1 Cas de la boîte cubique

Dans le cas d’une boîte cubique de côté L, une résolution analytique simple est possible.

Comme nous l’avons vu précédemment dans le cas d’un puits de potentiel infini mais dans le

cas d’un potentiel fini avec le centre de la boîte pour origine du repaire cartésien, l’équation

de Schrödinger prend alors la forme :

−h̄2

2m∗∆Ψ(x, y, z) + V0Θ(x2 − L2

4
)Θ(y2 − L2

4
)Θ(z2 − L2

4
) = EΨ(x, y, z) (4.1)

Dans cette équation, Θ est la fonction de Heaviside, V0 est la hauteur de barrière et ∆ est

l’opérateur laplacien appliqué à la fonction d’onde Ψ(x, y, z). m∗ est la masse effective du

porteur considéré et il est important de noter qu’elle peut être différente entre l’intérieur

et l’extérieur de la boîte. A cause de la forme du potentiel, il n’est plus possible de faire

la séparation des variables du cas du potentiel infini. Une résolution approchée peut être

obtenue en approximant le potentiel de l’hamiltonien de l’équation (4.1), tel que :

V (x, y, z) ≈
∑

xi=x,y,z

Vxi
(xi) où Vxi

(xi) =

V0 si |xi| > L/2

0 si |xi| ≤ L/2

(4.2)

Ce développement permet une séparation des variables et de réaliser une résolution géomé-

trique pour l’une des directions de l’espace et d’en déduire par addition les états propres du

système confiné dans les trois dimensions [21, 8.4, 8.6] [25, HI.2-c]. Cependant à cause de
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Fig. 12 : Carte du potentiel dans le cas d’une structure 1D (fil quantique) dans l’approxi-

mation des directions découplées.

l’addition des hamiltoniens pour chaque direction de l’espace, le potentiel de l’extérieur de

la boîte possède au niveau des arrètes et des sommets du cube un surplus de barrière de V0
et 2V0 respectivement, comme illustré sur la FIG. 12 pour le cas d’un fil quantique.

La résolution géométrique du hamiltonien à une dimension nécessite en premier, de déter-

miner les fonctions propres à l’intérieur et à l’extérieur du puits quantique. L’équation de

Schrödinger dans le puits s’écrit :

−h̄2

2m∗
in

d2φ

dx2
(x) = Eφ(x) (4.3)

m∗
in est la masse effective du porteur dans le puits et les solutions de cette équation sont de

la forme :

φn(x) = A cos(knx) si n est impair.

φn(x) = A sin(knx) si n est pair.

kn est le nombre quantique de la norme du vecteur d’onde avec n, un entier supérieur à 1

indiquant l’ordre croissant des énergies propres. A est une constante de normalisation. En

insérant ces fonctions dans l’équation (4.3), nous en déduisons une expression de l’énergie :

En =
h̄2k2n
2m∗

in

(4.4)

En second lieu, nous devons résoudre l’équation de Schrödinger en dehors du puits :

−h̄2

2m∗
out

d2φ

dx2
(x) + V0φ(x) = Eφ(x) (4.5)

Les solutions de cette équation sont des fonctions correspondant à des ondes évanescentes.

En prenant en compte que la fonction d’onde doit être normalisable et tendre vers zéro à
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l’infini, nous en déduisons sa forme φn(x) = Be±qnx où l’exponentiel croissante correspond

au cas x < −L/2 et l’exponentiel décroissante au cas x > L/2. B est une constante de

normalisation et qn est le nombre quantique de norme de vector d’onde à l’extérieur de

la boîte. Si nous posons V0 =
h̄2k20
2m∗

out
, implantons la solution trouvée et l’équation (4.4)

dans l’équation (4.5), nous obtenons la première condition à la résolution géométrique du

système :

k20 =
m∗

out

m∗
in

k2n + q2n (4.6)

La seconde condition est déduite de la continuité de la fonction d’onde et de sa dérivée pre-

mière. Cependant, il existe d’autres conditions de continuité possibles tel que les conditions

de Bastard et permet de prendre en compte les changements importants de masse effective.

Cette condition s’écrit comme [46, III-Appendix A] :

1

m∗
in

∇⃗Ψin(r⃗) =
1

m∗
out

∇⃗Ψout(r⃗) (4.7)

Cependant, nous nous sommes limités dans le cadre de ce travail à la condition de continuité

de la dérivé première. Ici, le résultat est obtenu en étudiant la continuité du côté gauche du

puits. Ce choix est arbitraire, le résultat est le même quelque soit le côté choisi.

φout(x = −L/2) = φin(x = −L/2)

φ
′
out(x = −L/2) = φ

′
in(x = −L/2)

Solutions paires Solutions impairesBe
−qnL/2 = A cos(knL/2)

qnBe
−qnL/2 = knA sin(knL/2)

Be
−qnL/2 = −A sin(knL/2)

qnBe
−qnL/2 = knA cos(knL/2)

Si nous divisons l’équation de continuité de la dérivée première par l’équation de conti-

nuité de la fonction d’onde, nous obtenons finalement la seconde condition nécessaire à la

résolution géométrique du système :

qn = kn tan(knL/2) pour les solutions paires

qn = −kn cot(knL/2) pour les solutions impaires
(4.8)

Un exemple de résolution géométrique est disponible en FIG. 13a, la courbe bleue est

l’équation (4.6), les courbes rouges et jaunes correspondent aux équations (4.8). L’intersec-

tion de ces courbes permet d’obtenir les valeurs propres de l’équation de Schrödinger à une

dimension et d’en déduire les valeurs propres à trois dimensions (FIG. 13b).
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(a) (b)

Fig. 13 : (a) Résolution géométrique à une dimension pour la bande de valence du HgTe.

(b) Spectre d’énergie pour la bande de valence du HgTe. Paramètres : V0 = 4, 52 eV, m∗
in =

m∗
HH = 0, 69me, L = 7, 22 nm. me est la masse de l’électron.

1.2 Correction par la théorie des perturbations stationnaire au premier ordre

Etant donné l’approximation faite sur le potentiel de la boîte cubique de l’équation (4.2),

nous sommes en droit de nous demander son impact sur les valeurs propres obtenues. Pour

cela, nous allons utiliser la théorie des perturbations stationnaires au premier ordre pour

inclure une correction au potentiel de la boîte au niveau des arêtes et des sommets du cube

[21, 8.4].

Ĥ1 =



−2V0 si |x|, |y|, |z| > L/2

−V0 si |x|, |y| > L/2 et |z| ≤ L/2

−V0 si |y|, |z| > L/2 et |x| ≤ L/2

−V0 si |z|, |x| > L/2 et |y| ≤ L/2

0 autre-part.

(4.9)

Les valeurs diagonales dans la base des Ψnx,ny ,nz(x, y, z) = ⟨x, y, z|nx, ny, nz⟩, nous donnent :
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⟨nx, ny, nz| Ĥ1 |nx, ny, nz⟩ =− V0(
2|Bx|2|By|2|Bz|2

qnxqnyqnz

e−(qnx+qny+qnz )L

+
L

2
(
|Ax|2|By|2|Bz|2

qnyqnz

(1± sinc(knxL))e
−(qny+qnz )L

+
|Bx|2|Ay|2|Bz|2

qnxqnz

(1± sinc(knyL))e
−(qnx+qnz )L

+
|Bx|2|By|2|Az|2

qnxqny

(1± sinc(knzL))e
−(qnx+qny )L))

(4.10)

Le ± devant le sinus cardinal a pour origine la parité de la fonction d’onde. Si elle est en

sinus, alors nous obtenons un + et si elle est en cosinus, nous obtenons un −. Essayons

d’évaluer grossièrement un ordre de grandeur de cette correction. Imaginons un état qui

prend pour les 3 directions de l’espace, les valeurs de k et de q correspondant à la valeur

de qL la plus faible de la FIG. 13a. Et ce tout en gardant les paramètres de ce calcul

V0 = 4, 52 eV et L = 7, 22 nm. Nous prendrons comme valeur pour la norme des constantes

de normalisations |Ai|2 ∼ 1
L

, ajoutons à cela que la continuité de la fonction d’onde impose :

|Bi|2 =

|Ai|2cos2(kiL2 )eqiL pour les solutions paires

|Ai|2sin2(kiL
2
)eqiL pour les solutions impaires

Avec ces conditions, nous avons kL ≈ 63.39 et qL ≈ 18.79 que nous implantons dans

l’équation (4.10) et obtenons :

⟨nx, ny, nz| Ĥ1 |nx, ny, nz⟩ ∼ −0, 0001 eV (4.11)

Ce résultat en accord avec la littérature [47], nous montre que même pour des niveaux

d’énergie dont la fonction d’onde possède un comportement évanescent plus faible, que l’ap-

proximation de séparation des variables donne de très bons résultats pour la boîte cubique

avec potentiel fini.

1.3 Cas de la boîte sphérique

Le modèle de la boîte sphérique est assez élégant car la symétrie du système permet une

résolution de l’équation de Schrödinger sans faire d’approximation. Ceci est la conséquence

du potentiel du système étant central, ce qui permet une séparation des variables identique

à celle du hamiltonien d’un atome hydrogénoïde. C’est ainsi que les fonctions propres de

l’équation de Schrödinger s’écrivent sous la forme Ψn,l,m(r, θ, ϕ) = Rn,l(r)Y
m
l (θ, ϕ) [21, 8.8],

avec les harmoniques sphériques Y m
l (θ, ϕ) solutions de la partie angulaire du hamiltonien et
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permettent d’obtenir l’hamiltonien radial :

−h̄2

2m∗
d2Rn,l

dr2
(r)− 2

r

h̄2

2m∗
dRn,l

dr
(r) + Veff (r)Rn,l(r) = ERn,l(r) (4.12)

Le potentiel effectif Veff (r) est défini tel que :

Veff (r) =


h̄2l(l+1)
2m∗

inr
2 si r ≤ L

V0 +
h̄2l(l+1)
2m∗

outr
2 si r > L

(4.13)

Prenons le cas de l’équation de Schrödinger en dehors de la boîte, que nous réécrivons ainsi :

r2
d2Rn,l

dr2
(r) + 2r

dRn,l

dr
(r) + (

2m∗
out

h̄2
(V0 − E)r2 − l(l + 1))Rn,l(r) = 0 (4.14)

Maintenant, nous posons ξ = qr avec la norme du vector d’onde en dehors de la boîte

q =
√

2m∗
out(V0−E)

h̄2 . Nous pouvons ainsi écrire Rn,l(r) = un,l(ξ) dont les dérivées premières et

secondes sont :

dRn,l

dr
(r) =

dξ

dr

dun,l
dξ

(ξ) = q
dun,l
dξ

(ξ)

d2Rn,l

dr2
(r) =

dξ

dr

d

dξ

(
dξ

dr

dun,l
dξ

(ξ)

)
= q2

d2un,l
dξ2

(ξ)

(4.15)

Si nous implantons ces dérivées dans l’équation (4.14), nous obtenons finalement l’équation

de Bessel sphérique :

ξ2
d2un,l
dξ2

(ξ) + 2ξ
dun,l
dξ

(ξ) + (ξ2 − l(l + 1))un,l(ξ) = 0 (4.16)

La même manipulation peut être appliquée pour le cas à l’intérieur de la boîte excépté que

ξ prendra la valeur ξ = kr avec k =
√

2m∗
inE

h̄2 . Les solutions de l’équation de Bessel sphérique

sont des combinaisons linéaires complexes des fonctions de Bessel sphériques de premier et

de second ordre :

jl(ξ) = (−ξ)l
(
1

ξ

d

dξ

(
sin(ξ)

ξ

))l

yl(ξ) = −(−ξ)l
(
1

ξ

d

dξ

(
cos(ξ)

ξ

))l
(4.17)

La fonction de Bessel sphériques de second ordre yl(ξ) n’est pas de carré sommable à cause

de sa divergence en ξ = 0. Par conséquent, la fonction radiale dans la boîte quantique est
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(a) (b)

Fig. 14 : (a) Comparaison de la bande de conduction du HgTe entre le modèle k.p (bleu),

l’usuel approximation parabolique de la masse effective (noir) et l’approximation non-

parabolique de la masse effective utilisée dans nos calculs (orange). (b) Masse effective

de la bande LH en unité de masse de l’électron.

de la forme un,l(ξ) = Ajl(ξ) où A est une constante de normalisation. En dehors de la boîte,

nous recherchons une solution évanescente que nous obtenons avec les fonctions sphériques

de Hankel de premier ordre qui s’écrivent h(1)l (iξ) = jl(iξ) + iyl(iξ). La dernière étape de

résolution de l’équation de Schrödinger radiale consiste à étudier la continuité de la fonction

d’onde à r = L, le rayon de la boîte. Cette étape doit être réalisée pour chaque valeur du

nombre quantique azimutal l pour trouver toutes les énergies propre. Ici, nous donnerons

l’exemple du cas l = 0, où A et B sont des constantes de normalisation, ce qui nous donnera

une équation similaire à l’équation (4.8) du cas cubique à une dimension :
Aj0(kn,0L) = Bh

(1)
0 (iqn,0L)

Adξ
dr

dj0
dξ

∣∣∣
ξ=kn,0L

= iB dξ
dr

dh
(1)
0

dξ

∣∣∣
ξ=iqn,0LA

sin(kn,0L)

kn,0L
= −B e−qn,0L

qn,0L

kn,0A(
cos(kn,0L)

kn,0L
− sin(kn,0L)

(kn,0L)2
) = qn,0B( e

−qn,0L

qn,0L
+ e−qn,0L

(qn,0L)2
)

Il ne reste plus qu’à diviser l’équation de continuité de la dérivée première par l’équation de

continuité de la dérivée seconde pour obtenir :

qn,0 = −kn,0 cot(kn,0L) (4.18)

1.4 Correction non-parabolique de la masse effective

La première bande de conduction du HgTe, aussi appelée la bande LH (Light Hole), a

pour masse effective au point Γ de la zone de Brillouin m∗
LH = 0, 013me [7]. Cependant, la
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Fig. 15 : Résolution géométrique à une dimension pour la bande de conduction du

HgTe en utilisant l’approximation non-parabolique de la masse effective. Paramètres :

V0 = 4, 52 eV, L = 7, 22 nm.

bande LH ne peut pas être approximé de manière convaincante avec une bande parabolique

comme il est possible de le voir en FIG 14a.

Afin de pouvoir utiliser la résolution géométrique présentée plus tôt, il est donc né-

cessaire d’opter pour une masse effective non constante. Dans les faits, cela consiste à là

faire dépendre de l’énergie et il est possible de trouver dans la littérature plusieurs formules

[48, 21]. A cause de sa fidélité visible en FIG 14a, nous avons choisi cette version de la masse

effective variable [21, 2.4.1] :

m∗(E(k)) = m∗(E(0))(1 + αE(k))1/3(1 + 2αE(k))2/3 (4.19)

Le paramètre α est un paramètre qui doit être ajusté pour correspondre à la bande consi-

dérée. Dans le cas de la bande LH, nous avons α = 1,708217 eV −1. La masse effective en

fonction du vecteur d’onde est représenté en FIG 14b.

1.5 Comparaison des résultats entre les cas cubique et sphérique

Dans cette partie, nous allons comparer les résultats obtenus pour le modèle cubique et

le modèle sphérique. Pour cela, nous avons réalisé des calculs numériques pour des boîtes

quantiques avec un gap de 0,62 eV (2 µm). Cela correspond à un cube de côté L = 7,22

nm et à une sphère de rayon 4,27 nm. La barrière de potentiel V0 est fixée à une valeur
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(a) (b)

(c) (d)

Fig. 16 : Densité de probabilité pour le cas cubique et sphérique des états 1Se et 1Pe. Le

trait en pointillé indique le bord de la boîte quantique. Cubique : (a) 1Se. (c) 1Pe. Sphérique :

(b) 1Se. (d) 1Pe.

de 4,52 eV, provenant des expériences de spectroscopie photoélectrique X réalisées sur les

boîtes [26]. Cette barrière de potentiel traduit donc l’énergie de liaison de l’électron. Pour

la suite, nous utiliserons les notations du cas sphérique pour le cas cubique pour faciliter la

comparaison entre les deux. Cependant, il est important de noter que le cas cubique utilise

des nombres quantiques différents du cas sphérique comme nous l’avons vu précédemment.

La densité de probabilité des deux premiers états propres de la bande de conduction a été

représentée en FIG 16.

Comme nous pouvons le voir dans la table 1, il y a concordance entre les énergies calculées

pour les états S et P pour les deux modèles. Les orbitales D ont les mêmes ordres de grandeur

mais nous pouvons observer une dégénérescence différente ainsi qu’une scission des énergies

dans le cas cubique. Cela s’explique par le fait que la répartition des orbitales est différente

dans les deux modèles. A partir des calculs du spectre d’énergie pour des boîtes cubiques et

sphériques, respectivement de taille et de rayon L différent, il a été possible de déterminer
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Tab. 1 : Tableau des quatre premiers états propres de la bande de conduction et de la bande

de valence du HgTe

État Nombre quantique azimutal l
Énergie (eV) Dégénérescence

Cubique Sphérique Cubique Sphérique

2Se 0 1,297205 1,301885 2 2

1De 2 1,107850/1,238727 1,184967 6/6 10

1Pe 1 0,882961 0,899408 6 6

1Se 0 0,592441 0,592441 2 2

1Sh 0 -0,029751 -0,029676 2 2

1Ph 1 -0,059502 -0,060847 6 6

1Dh 2 -0,089254/-0,109088 -0,100170 6/6 10

2Sh 0 -0,119005 -0,119102 2 2

pour chaque état propre |n⟩, des relations de la forme :

En(L) =
an
L2

+
bn
L

+ cn (4.20)

Ces courbes sont représentés pour les états 1S, 1P, 1D et 2S, des bandes de valence et de

conduction, pour le modèle cubique et sphérique, sur les figures 17 et 18 respectivement. De

plus, les paramètres an, bn et cn sont disponibles pour ces états dans les tables 2 pour le cas

cubique et 3 pour le cas sphérique.

Nous pouvons voir que les états de valence ont très majoritairement un comportement

en 1/L2 comme nous pouvons l’attendre si nous nous référons au modèle du puits infini.

Cependant, le cas cubique semble aussi posséder un léger comportement en 1/L à cause

des coefficients bn non négligeables pour ces états. Si nous nous intéressons aux niveaux

de conduction, nous remarquons que le comportement en 1/L2 est absent pour la majorité

de ces états et seulement présent à moindre mesure pour l’état 1Se et l’état 1Pe. Cela est

symptomatique de la non-parabolicité de la bande LH et entraine un comportement en 1/L

majoritaire.

En inversant ces relations, il nous a été possible de définir des relations permettant

d’obtenir la taille caractéristique L pour une morphologie de boîte, associée à une largeur

de bande interdite effective Eg donnée. En effet, si nous posons :

Eg = E1Se − E1Sh

Il est important de noter que avons négligé l’interaction coulombienne entre l’électron et le
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(a) (b)

Fig. 17 : Energie des 5 premiers niveaux de (a) conduction et de (b) valence en fonction du

côté L de la boîte cubique pour HgTe.

(a) (b)

Fig. 18 : Energie des 4 premiers niveaux de (a) conduction et de (b) valence en fonction du

rayon L de la boîte sphérique pour HgTe.
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Tab. 2 : Tableau des paramètres de l’équation (4.20) pour les 5 premiers niveaux de conduc-

tion et de valence des boîtes quantiques de HgTe, en considérant le modèle cubique.

Niveau an (eV.nm−2) bn (eV.nm−1) cn (eV)

1Se 1,2 ± 0,1 4,74 ± 0,02 -0,091 ± 0,001

1Pe 0,0 ± 0,1 7,15 ± 0,02 -0,106 ± 0,001

1De(1) 0,0 ± 0,2 8,75 ± 0,04 -0,103 ± 0,002

1De(2) 0,0 ± 0,3 9,65 ± 0,05 -0,100 ± 0,002

2Se 0,0 ± 0,2 10,08 ± 0,05 -0,099 ± 0,002

1Sh -1,388 ± 0,005 -0,020 ± 0,001 (51 ± 4) 10−5

1Ph -2,758 ± 0,006 -0,045 ± 0,001 (123 ± 5) 10−5

1Dh(1) -4,127 ± 0,008 -0,070 ± 0,002 (195 ± 7) 10−5

1Dh(2) -5,042 ± 0,009 -0,086 ± 0,002 (241 ± 8) 10−5

2Sh -6,41 ± 0,01 -0,111 ± 0,002 (313 ± 9) 10−5

Tab. 3 : Tableau des paramètres de l’équation (4.20) pour les 4 premiers niveaux de conduc-

tion et de valence des boîtes quantiques de HgTe, en considérant le modèle sphérique.

Niveau an (eV.nm−2) bn (eV.nm−1) cn (eV)

1Se 0,74 ± 0,04 2,72 ± 0,01 -0,087 ± 0,001

1Pe 0,17 ± 0,03 4,28 ± 0,01 -0,1122 ± 0,0008

1De 0,00 ± 0,02 5,572 ± 0,006 -0,1188 ± 0,0004

2Se 0,00 ± 0,02 6,080 ± 0,007 -0,1195 ± 0,0005

1Sh -0,5458 ± 0,0002 (1.8 ± 0,5) 10−4 (-8 ± 4) 10−6

1Ph -1,1161 ± 0,0002 (9 ± 7) 10−5 (2 ± 5) 10−6

1Dh -1,8362 ± 0,0002 (1.5 ± 0,8) 10−4 (1 ± 6) 10−6

2Sh -2,1831 ± 0,0002 (4 ± 1) 10−4 (-16 ± 8) 10−6

trou. Cependant, nous montrerons que nous arriverons malgré tout à reproduire les données

expérimentales. Par conséquent, nous utiliserons l’appellation exciton pour désigner une

paire électron-trou même si nous prenons pas en compte l’énergie de liaison de cet exciton.

Nous pouvons réécrire l’équation précédente avec l’équation (4.20) :

Eg =
a1Se − a1Sh

L2
+
b1Se − b1Sh

L
+ c1Se − c1Sh

Pour simplifier l’écriture, nous posons a1S = a1Se−a1Sh, b1S = b1Se−b1Sh et c1S = c1Se−c1Sh,

afin d’obtenir :

Eg =
a1S
L2

+
b1S
L

+ c1S
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Si nous inversons l’équation précédente, nous obtenons un polynôme du second degré dont

la résolution nous permettra d’obtenir une fonction L = f(Eg) :

L2 − b1S
Eg − c1S

L− a1S
Eg − c1S

= 0 (4.21)

Ce polynôme a pour racines :

L± =
b1S

2(Eg − c1S)

(
1±

√
1 +

4a1S
b21S

(Eg − c1S)

)

En accord avec les tables 2 et 3, a1S et b1S ont des valeurs positives. Par conséquent, seul

la racine L+ a un sens physique et nous obtenons les relations reliant le côté de la boîte

cubique et le rayon de la boîte sphérique avec l’énergie du premier exciton :

L(Eg) =
b1S

2(Eg − c1S)

(
1 +

√
1 +

4a1S
b21S

(Eg − c1S)

)
(4.22)

Les valeurs des coefficients pour les boîtes sphériques et cubiques sont disponibles dans la

table 4 et les courbes associées sont représentées en figure 19.

(a) (b)

Fig. 19 : Courbes représentant la longueur caractéristique de la boîte quantique de HgTe

pour une morphologie (a) cubique et (b) sphérique d’après les simulations.

Morphologie a1S (eV.nm−2) b1S (eV.nm−1) c1S (eV)

Cubique 2,6 ± 0,1 4,76 ± 0,02 -0,092 ± 0,001

Sphérique 1,29 ± 0,04 2,72 ± 0,01 -0,087 ± 0,001

Tab. 4 : Tableau des paramètres de l’équation (4.22) pour le cas cubique et sphérique des

boîtes quantiques de HgTe.
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2 Simulations des propriétés optiques d’un film de boîtes quan-

tiques

Dans cette section, nous décrivons en détail les simulations numériques que nous avons

pratiquées, pour reproduire les propriétés optiques de nos films de boîtes quantiques à partir

des calculs de spectres d’énergie, de force d’oscillateur ainsi que de la densité conjointe des

états. Le but étant de pouvoir construire la fonction diélectrique de ces boîtes colloïdales et

d’en déduire l’indice de réfraction, ainsi que la réflectivité, la transmission ou l’absorption

associée.

2.1 Densité conjointe des états d’un film de boîtes quantiques

Le calcul de la densité conjointe des états peut être assez complexe à cause de la déter-

mination des isosurfaces dans l’espace réciproque. Etant donné qu’elle décompte le nombre

de transitions optiques possibles par unité de volume, nous pouvons faire une somme de

deltas de Dirac normalisé par un volume Ω qui peut être le volume de la maille primitive

ou bien la taille d’une boîte quantique [49] :

ρcv(ω) ≡
2

Ω

∑
k⃗

δ(Ec(k⃗)− Ev(k⃗)− h̄ω) (4.23)

Nous allons démontrer qu’il est possible d’exprimer la densité conjointe des états en fonction

de la densité d’états de valence et la densité d’états de conduction. Nous commençons par

faire la transformée de Fourier de la densité coinjointe des états :

F (ρcv(ω)) =
2

Ω

∑
k⃗

e2iπ
(Ec(k⃗)−Ev(k⃗))t

h̄ (4.24)

Maintenant, nous réarrangeons la transformée de Fourier tel que :

F (ρcv(ω)) =
2

Ω

∑
k⃗

e2iπ
(Ec(k⃗)−Ev(k⃗))t

h̄

=
2

Ω

∑
k⃗

e2iπ
Ec(k⃗)t

h̄ e−2iπ
Ev(k⃗)t

h̄

F (ρcv(ω)) =
2

Ω

∑
k⃗

F (δ(Ec(k⃗)− h̄ω))F (δ(Ev(k⃗) + h̄ω))

Si nous nous limitons à la première zone de Brillouin, nous pouvons voir que cette suite est

convergente et nous pouvons écrire :

F (ρcv(ω)) =
2

Ω

∑
k⃗c

∑
k⃗v

F (δ(Ec(k⃗c)− h̄ω))F (δ(Ev(k⃗v) + h̄ω))δk⃗v k⃗c
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δk⃗v k⃗c est le symbole de Kronecker et permet d’assurer la conservation de l’impulsion. Nous

pouvons reconnaître la densité d’état d’une boîte quantique. Pour une boîte quantique avec

2N états discrets, la densité d’état s’écrit [23, 6.12] :

ρQD(E) = 2
N−1∑
n=0

δ(E − En) (4.25)

Ainsi, nous pouvons exprimer la transformée de Fourier de la densité conjointe des états en

fonction de la transformée de Fourier de la densité d’états de conduction et la transformée

de Fourier de la densité d’états de valence :

F (ρcv(ω)) =
1

2Ω
F (ρcQD(h̄ω))F (ρ

v
QD(h̄ω))δk⃗v k⃗c

Etant donné que le produit de deux transformée de Fourier est la transformée de Fourier

du produit de convolution de ces deux fonctions, nous pouvons finalement écrire :

ρcv(ω) =
1

2Ω
(ρcQD ∗ ρvQD)(h̄ω)δk⃗v k⃗c

Afin de limiter la surestimation du nombre de transitions optiques, le produit de convo-

lution des densités d’états de conduction et de valence est multiplié par une constante de

normalisation β [49]. Celle-ci est définie comme :

β =
2
∫
ρjQD(h̄ω) h̄dω∫

((ρcQD ∗ ρvQD)(h̄ω)δk⃗v k⃗c) h̄dω
(4.26)

ρjQD(E) est la densité d’état de valence ou de conduction. Le choix est fait à partir de celle

qui est la plus faible des deux. Ainsi la densité conjointe des états pour une boîte quantique

est :

ρcv(ω) =
β

2Ω
(ρcQD ∗ ρvQD)(h̄ω)δk⃗v k⃗c (4.27)

Cependant pour un système réel tel que pour nos films de boîtes quantiques, nous devons

prendre en compte les phénomènes d’élargissement des transitions optiques. Afin de prendre

en compte ces élargissements, nous avons premièrement évalué l’élargissement homogène

grâce à la relation d’incertitude d’Heisenberg, permettant de relier la largeur homogène ∆E

et la temps de demi-vie de l’exciton τ :

∆E.τ ≥ h̄

2
(4.28)

Pour un temps de demi-vie de 2 ns [3], nous obtenons ∆E = 170 neV. De plus, l’énergie

du phonon LO du HgTe est ELO = 17 meV [20]. Ces échelles d’énergies sont par consé-

quent négligeables comparées aux énergies de photon, variant entre plusieurs centaines de
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Fig. 20 : Spectre d’énergie d’une boîte cubique de HgTe de côté L = 6, 78 nm ainsi que la

densité d’états associé au film.

meV jusqu’à plusieurs eV, utilisées lors de nos expériences. Nous en déduisons que l’ori-

gine principale de l’élargissement des transitions optiques est la distribution en taille des

nanocristaux. En utilisant un ajustement gaussien à la courbe d’absorbance, nous en avons

déduit la largeur inhomogène de la transition optique du premier exciton. Sachant que la

fonction delta de Dirac peut être décrite comme le cas limite où la variance de la distribu-

tion normale tend vers 0, en utilisant la largeur inhomogène déduite de l’absorbance et les

équations (4.20), il est possible de déduire une distribution gaussienne de la taille des boîtes

centrée sur une taille moyenne < L >. Ainsi que la largeur de chaque état quantique pour

une boîte ayant cette taille moyenne, ce qui nous permet d’obtenir la densité d’états des

boîtes du film mince :

ρfilm(E) =
N−1∑
n=0

√
2

πσ2
n

e−
1
2(

E−En
σn

)
2

(4.29)

Un exemple du spectre d’énergie d’une boîte cubique de 6,78nm de côté et la densité d’état

associée déduite du développement présenté est disponible en FIG 20 ainsi que le produit de

la force d’oscillateur avec la densité conjointe des états en FIG 21. A partir de ces résultats,

il va nous être possible de déduire la fonction diélectrique des nanocristaux de HgTe pour la

taille moyenne voulue. Dans la suite, nous utiliserons les résultats obtenus pour le cas de la
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Fig. 21 : Produit de la force d’oscillateur par la densité conjointe des états calculée pour

une boîte cubique de HgTe de côté L = 6, 78 nm

morphologie cubique car celle-ci pourra être utilisée dans des calculs ultérieurs à cette thèse

comme base pour des boîtes avec des morphologies plus atypiques.

2.2 Relations de Kramers-Kronig pour la détermination de la partie réelle de

la fonction diélectrique

Nous avons démontré dans le chapitre 2 qu’il est possible de déterminer la partie ima-

ginaire de la fonction diélectrique en fonction de la fréquence optique ω, à partir du calcul

des forces d’oscillateur fcv et de la densité conjointe des états ρcv, en utilisant l’équation :

ε2(ω) =
4πe2h̄2

mωε0
fcv(ω)ρcv(ω) (4.30)

Afin de calculer l’indice de réfraction, il est nécessaire d’obtenir aussi la partie réelle de

la fonction diélectrique. Pour cela, nous avons implémenté numériquement les relations de

Kramers-Kronig qui indiquent le lien entre la partie réelle et imaginaire de fonctions com-

plexes analytiques sur le demi-plan complexe supérieur. Elles permettent ainsi d’obtenir la

partie réelle manquante de la fonction diélectrique, à condition d’avoir la partie imaginaire

sur une large gamme de fréquences. Pour la fonction diélectrique, ces relations s’écrivent

[38, 6.1] :

ε1(ω)− 1 =
2

π
P
∫ ∞

0

ω′ε2(ω
′)

ω′2 − ω2
dω′

ε2(ω) = − 2

π
P
∫ ∞

0

ω′ε1(ω
′)

ω′2 − ω2
dω′

(4.31)
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(a) (b)

Fig. 22 : (a) Partie imaginaire de la fonction diélectrique et (b) partie réelle calculée à partir

de l’équation (4.33).

P est la valeur principale de Cauchy. Numériquement, la partie réelle de la fonction di-

électrique ε1 est calculée en utilisant une version discrétisée de la partie imaginaire ε2 avec

un pas de discrétisation ∆ω suffisamment petit. C’est ainsi que la première équation (4.31)

devient [50] :

ε1(ωj)− 1 =
2

π

∑
l ̸=j

ωlε2(ωl)

ω2
l − ω2

j

∆ω (4.32)

Il est cependant à noter qu’il peut être nécessaire d’ajouter une valeur ε∞ à la partie

réelle calculée de la fonction diélectrique afin de prendre en compte les contributions à haute

fréquence qui ne sont pas incluses dans le modèle [51]. Nous avons ainsi :

ε1(ωj)− ε∞ =
2

π

∑
l ̸=j

ωlε2(ωl)

ω2
l − ω2

j

∆ω (4.33)

Nous avons donc pu calculer la fonction diélectrique (voir figure 22). Cependant, celle-ci

ne prend en compte que les boîtes quantiques ”nues”. Nous n’avons pas pris en compte

l’environnement chimique des nanocrystaux. Pour palier à cela, nous avons utilisé le modèle

de Bruggeman qui, dans le cadre de la théorie des milieux effectifs, permet de définir une

fonction diélectrique effective pour un milieu composite.

2.3 Modèle de Bruggeman dans le cadre de la théorie des milieux effectifs

Le modèle de Bruggeman est un outil fondamental dans la théorie des milieux effectifs

permettant de caractériser les propriétés macroscopiques de matériaux composites en fonc-

tion de leur structure microscopique. Elle se base sur une approximation de champ moyen

des dipôles des inclusions de l’échantillon, induits par un champ électrique extérieur. Ce

développement permet d’obtenir l’équation de Maxwell-Garnett, qui relie la permittivité

76 of 144



effective d’un matériau composite à la permittivité des phases constitutives et à la fraction

volumique des inclusions. Le modèle de Bruggeman différe de l’équation de Maxwell-Garnett

en considérant aussi la phase du solvant. Ces approches permettent ainsi de déterminer la

fonction diélectrique d’un matériau effectif ayant les mêmes propriétés que le matériau com-

posite [52].

L’équation du modèle de Bruggeman pour un échantillon comprenant deux phases diffé-

rentes peut être exprimée comme suit [51, 53] :

fNC
εNC − εeff
εNC + 2εeff

+ (1− fNC)
εm − εeff
εm + 2εeff

= 0 (4.34)

εeff représente la permittivité globale du matériau composite, tandis que εNC et εm sont

respectivement les permittivités des nanocristaux et du milieu. La fraction volumique fNC

indique la proportion de la phase des boîtes quantiques par rapport au volume total et dans

le cas de nanocristaux sphériques s’expriment en fonction de leur rayon RNC et de la taille

des ligands Llig peuplant leur surface [53] :

fNC = 0, 64
R3

NC

(RNC + Llig)3
(4.35)

Le facteur 0,64 correspond à la compacité dans le cas d’un empilement aléatoire de sphères.

Dans les faits, la fraction volumique est un paramètre à ajuster pour obtenir la meilleure

correspondance avec les résultats expérimentaux. Il est important de noter que le modèle

de Bruggeman reste valable tant que le champ macroscopique externe varie peu dans l’envi-

ronnement des inclusions. Cela implique que les inclusions doivent être suffisamment petites

par rapport à la longueur d’onde du champ électromagnétique en jeu [52]. Dans notre cas, ce

n’est pas un problème car les nanocristaux de HgTe ont des tailles de l’ordre du nanomètre

alors que les longueurs d’onde infrarouge considérées sont de l’ordre de plusieurs centaines

de nanomètres à quelques microns.

2.4 Indice de réfraction optique d’un film mince sur un substrat transparent

Maintenant que nous avons calculé la fonction diélectrique du film, nous avons la pos-

sibilité de définir son indice optique. Si nous posons la norme de la fonction diélectrique

comme |ε| =
√
ε21 + ε22, nous pouvons utiliser les relations [38, 3.1] :

n =

√
1

2
(|ε|+ ε1)

κ =

√
1

2
(|ε| − ε1)

(4.36)

Cependant, il est nécessaire de considérer une dernière étape afin de pouvoir déterminer

la réflectivité et la transmission du film. En effet, les échantillons considérés sont des ma-

tériaux à plusieurs couches et si l’épaisseur du film est du même ordre de grandeur ou plus
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petite que la longueur d’onde du rayonnement infrarouge, alors nous avons des phénomènes

d’interférences de type Fabry-Perot qui entrent en jeu.

Fig. 23 : Schéma représentant la propagation de la lumière dans un milieu multi-couches.

Les indices optiques n1, n2 et n3 appartiennent respectivement à l’air, la couche mince et le

substrat.

Comme, nous pouvons le voir sur la figure 23, le rayonnement électromagnétique est

réfléchi plusieurs fois à l’intérieur de la couche mince d’indice n2 = n + iκ et d’épaisseur

τ . Nous allons supposer que toutes les couches sont non-magnétiques et isotropes. De plus,

nous associons respectivement les indices n1 et n3 à l’air et au substrat. Ces deux indices

sont supposés réels et constants dans la gamme de fréquence d’intérêt. Pour l’interface entre

l’air et la couche mince, nous écrivons les coefficients de Fresnel suivant :

r12 =
n1cos(θ1)− n2cos(θ2)

n1cos(θ1) + n2cos(θ2)

t12 =
2n1cos(θ1)

n1cos(θ1) + n2cos(θ2)

(4.37)

L’interface entre la couche mince et le substrat se voit associée aux coefficients de Fresnel :

r23 =
n2cos(θ2)− n3cos(θ3)

n2cos(θ2) + n3cos(θ3)

t23 =
2n2cos(θ2)

n2cos(θ2) + n3cos(θ3)

(4.38)

Si k⃗ est le vecteur d’onde dans la couche mince, que τ⃗ est un vecteur de norme τ orthogonal

aux deux interfaces, alors nous pouvons écrire 2k⃗ · τ⃗ = a+ ib avec :

a = 2nωτcos(θ2)/c

b = 2κωτcos(θ2)/c
(4.39)
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Enfin, les coefficients de Fresnel associés à la couche mince sont définis en utilisant les

coefficients des équations (4.37) et (4.38) et les nombres a et b définis juste avant, par les

relations [54, 1.6.2] :

r =
r12 + r23e

ia+b

1 + r12r23eia+b

t =
t12t23e

ia+b/2

1 + r12r23eia+b

(4.40)

En utilisant les équations précédentes, nous pouvons finalement calculer la reflectivité et la

transmission :

R = |r|2

T =
n3cos(θ3)

n1cos(θ1)
|t|2

Nous obtenons finalement les formules de la réflectivité et de la transmission pour un film

mince sur un substrat :

R =
|r12|2 + |r23|2e−2b + r∗23r12e

−ia−b + r∗12r23e
ia−b

1 + r12r23eia−b + r∗12r
∗
23e

−ia−b + |r12|2|r23|2e−2b

T =
n3cos(θ3)

n1cos(θ1)

|t12|2|t23|2e−b

1 + r12r23eia−b + r∗12r
∗
23e

−ia−b + |r12|2|r23|2e−2b

(4.41)

2.5 Comparaison avec les données expérimentales obtenues en spectroscopie

infrarouge

Nous avons réalisé des simulations en partant d’un modèle de puits quantique à trois

dimensions afin de déterminer le spectre en énergie des boîtes et de calculer la force d’oscil-

lateur des différentes transitions optiques disponibles. Nous avons associé des distributions

gaussiennes à chaque niveau, pour rendre compte de la dispersion en taille et calculer par

produit de convolution la densité conjointe des états. A partir de ces calculs, il a été possible

de calculer la fonction diélectrique des nanocristaux de HgTe. Afin de prendre en compte

l’environnement chimique, nous avons utilisé la méthode de Bruggeman pour estimer les

propriétés électromagnétiques effectives de nos films minces de boîtes. La fonction diélec-

trique de la phase du solvant a été supposée constante dans la gamme de longueur d’onde

d’intérêt et a pour valeur εm = 2,126. Cette valeur a été déduite de l’indice optique du dodé-

canethiol [55], qui est le ligand utilisé pour passiver la surface des nanocristaux. Cependant,

comme nous pouvons le voir avec la figure 24, nous avons un accord avec les données en

transmission que jusqu’à 0,65 eV. Etant donné que les positions des résonances excitoniques

sont correctes, nous avons décidé de tenter d’utiliser une distribution asymétrique des tailles

de boîtes. C’est pour cela que nous avons considéré l’utilisation de la distribution normale
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Fig. 24 : Comparaison entre la transmission d’un film de HgTe sur substrat saphir obtenue

par spectroscopie infrarouge et la simulation.

asymétrique qui a pour formule :

f(x) =
1√
2πσ2

e−
1
2

(x−µ)2

σ2

(
1 + erf

(
ζ
x− µ√

2σ

))
(4.42)

µ et σ sont respectivement la valeur moyenne et l’écart type de la distribution normale

traditionelle. ζ est un paramètre qui va permettre de contrôler le sens et l’importance de

l’asymétrie de la distribution normale comme nous pouvons le constater en figure 25.

Fig. 25 : Courbes pour différentes valeurs du paramètre ζ de la distribution normale asy-

métrique. La valeur ζ = 0 correspond à la distribution normale.

La distribution asymétrique que nous avons choisi a pour paramètre ζ = 23. Nous avons

aussi augmenté l’élargissement gaussien que nous avons multiplié par 15 comme nous pou-

vons le voir sur la figure 26. Celle-ci compare la distribution normale d’origine avec la
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distribution normale asymétrique. Celle-ci a été normalisée par rapport au maximum de la

distribution normale afin de montrer leurs comportements similaires sur la partie négative

de x.

Fig. 26 : Comparaison entre la distribution normale et la distribution asymétrique sélec-

tionée. La distribution asymétrique a été normalisée par le maximum de la distribution

normale.

Afin de palier le déplacement du maximum, nous avons dû changer la valeur moyenne

afin d’avoir le bon décalage Le décalage choisi est de la forme :

µ = µ0 − σ
√

2ln(2) (4.43)

µ0 est la position du maximum de la distribution normale symétrique.

Nous pouvons observer le résultat obtenu pour la distribution asymétrique en figure 27. A

première vue, il y a une bien meilleure correspondance entre la simulation et les données

expérimentales. Pour cette simulation, nous avons du considérer un volume effectif Ω d’un

cube de côté 8,39 nm pour le calcul de la densité conjointe des états. Il est donc supérieur

au côté L = 6,89 nm considéré dans notre modèle cubique. Une hypothèse pour expliquer

ce changement est que comme nous l’avons indiqué dans le chapitre 1, les nanocristaux de

HgTe sont des tripodes et donc ce plus grand côté permet de simuler une boîte effective

occupant la place occupé par un tripode. Nous avons observé l’élargissement gaussien, des

transitions causé par la distribution en taille symétrique et nous avons remarqué qu’il suivait

une progression linéaire tel que σ0(h̄ω) = ah̄ω avec a = 0,0422 ± 0,0001, une constante sans

dimension. Il est à noter qu’il existe d’autres sources d’élargissement tel que le couplage

électron-phonon et il a été démontré dans de précédentes études [56] que l’élargissement
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(a) (b)

Fig. 27 : Comparaison des données expérimentales de (a) Transmission et d’Absorbance

(b) d’un film de boîtes quantiques avec la simulation.

gaussien des transitions suivait la relation :

σ(h̄ω) = σ0 + b(h̄ω − E1S) (4.44)

E1S est l’énergie de la transition du premier exciton et vaut 0,657 eV pour la taille de boîte

considérée. Dans le cadre de nos simulations, la valeur de la constante b donnant le meilleur

accord avec les données expérimentales est b = 0,15. En prenant en compte l’élargissement

asymétrique et la formule de σ0, nous obtenons finalement :

σ(h̄ω) = 2, 883h̄ω − 2, 25E1S (4.45)

Dans le cadre du calcul de la fonction diélectrique, la constante diélectrique à haute fré-

quence donnant le meilleur accord était ε∞ = 7 et la fraction volumique obtenue pour le

modèle de Bruggeman est fNC = 0,48. Enfin, l’épaisseur τ du film mince a été fixée à 53

nm et qui est l’ordre de grandeur attendu.

Par conséquent, à partir d’un modèle simple utilisant la théorie de la perturbation k.p

ainsi que le modèle du puits quantique ; il a été possible de produire une simulation convain-

cante des propriétés optiques du film. Nous avons utilisé les résultats du calcul cubique car

ceux-ci seront plus facilement transférables à des calculs ultérieurs pour des morphologies

atypiques de boîtes quantiques, en utilisant la méthode des perturbations de manière si-

milaire à celle que nous avons exposé pour le calcul de la correction au premier ordre du

spectre d’énergie (section 4.1.2). Cependant, il est à noter que nous avons du utiliser des

distributions de taille de boîtes asymétriques pour reproduire les résultats de spectroscopie

infrarouge à transformée de Fourier. De plus, nous avons obtenu une valeur de la constante

diélectrique à haute fréquence beaucoup plus faible que la valeur de 14 indiquée par des
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études antérieures [32]. Or, les inconsistances obtenues par la distribution normale peuvent

être expliquées par l’existence de transitions optiques qui ne sont pas prises en compte dans

ce modèle simple, comme le laissent à penser certains résultats expérimentaux [57] et théo-

riques [58] antérieurs. Cette distribution de taille asymétrique ne représente donc pas la

réalité et doit être considérée comme un outil permettant de palier les inconsistances de ce

modèle. Cependant, ces simulations nous offrent une base, qui nous permettra de beaucoup

mieux appréhender nos résultats obtenus en réflectivité résolue en temps et d’en déduire

une interprétation des résultats expérimentaux.
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Chapitre 5 - Caractérisation par spectroscopie ultra-

rapide des films de boîtes colloïdales de HgTe dans le

cadre d’applications optoélectroniques

Les films de boîtes quantiques colloïdales de HgTe représentent des matériaux promet-

teurs dans le domaine de l’optoélectronique en raison de leurs propriétés d’accordabilité

uniques sur toute la gamme infrarouge. Cela implique cependant de bien connaître la dyna-

mique des porteurs et ce chapitre se concentre sur la caractérisation avancée de ces films par

spectroscopie ultrarapide. Grâce à cette technique, nous examinerons les processus tempo-

rels essentiels qui régissent leur comportement optique et électronique de ces échantillons.

Une attention particulière sera portée aux processus se produisant à l’échelle picoseconde et

sub-picoseconde ainsi qu’aux phénomènes de recombinaison radiatif et non-radiatif de ces

boîtes qui jouent un rôle important dans le rendement quantique des dispositifs optoélec-

troniques. Le chapitre rapporte aussi notre investigation de l’effet de la température sur la

dynamique des porteurs avec une attention particulière aux échelles de temps courtes. Ces

études préliminaires sont ensuite étendues aux utilisations polyvalentes des boîtes de HgTe,

dans le cadre d’applications aux sources lumineuses et aux photodétecteurs infrarouge. La

spectroscopie ultrarapide permet dans ce cadre d’obtenir des informations cruciales à la

réalisation de dispositifs performants.

1 Dynamique ultra-rapide dans les films de boîtes quantiques de

HgTe

Nous avons réalisé la mesure de la réflectivité résolue en temps de films minces de nano-

cristaux colloïdaux de HgTe déposés sur un substrat de saphir, en utilisant la spectroscopie

pompe-sonde. La taille des nanocristaux a été ajustée pour que le confinement quantique

produise une bande interdite effective entre 0,62 et 0,65 eV, correspondant à une transition

optique entre 1,9 et 2 µm. Ces échantillons ont été excités par nos impulsions pompe à

1,55 eV et modulées à 500 Hz. L’impulsion sonde utilisée étant l’impulsion infrarouge, de

durée temporelle de 50-60 fs, avec une énergie de photon entre 0,50 et 1,03 eV produite

avec la conversion de fréquence de notre OPA. L’impulsion pompe et l’impulsion sonde ont

respectivement une tache focale de 500 µm et de 300 µm de diamètre sur l’échantillon.

Les impulsions sont détectées avec notre dispositif de détection synchrone après interaction

avec l’échantillon. Pour cette gamme de fréquence nous avons utilisé un photodétecteur In-
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GaAs, capable de détecter dans le proche infrarouge entre 0,48 et 1,03 eV. Dans le cadre de

Fig. 28 : Réflectivité transitoire normalisée d’un film de boîtes avec un premier exciton à

0,62 eV et possédant des ligands de dodécanethiol, comprise entre 0,52 et 1,03 eV (2,4 à 1,6

µm) pour une fluence de 60 µJ.cm−2.

nos expériences pour cette gamme de fréquence, nous avons observé deux types de traces

comme nous pouvons le voir sur la figure 28. Les nanocristaux pour lequel ces courbes ont

été obtenues, dont la surface est recouverte d’une couche de passivation composée de ligands

de dodécanethiol, qui sont des chaînes carbonées longues se terminant par un groupe thiol

d’une longueur de 1,5 nm ou plus.

D’après nos calculs de force d’oscillateur, un scénario probable pour une pompe d’énergie

1,55 eV est que comme représenté en figure 30, des électrons d’états plus profonds des états

de valence sont promus vers des états de conduction de haute énergie. Au cours des premières

picosecondes après excitation par la pompe, nous observons à toutes les longueurs d’ondes,

une première variation négative ultra-rapide que nous baptisons le régime 1 sur la figure 29,

avec une durée de 300 fs. Nous interprétons cette variation comme la relaxation des trous

vers le haut de la bande de valence, causant la désactivation des deux premières transitions

excitoniques. En effet, les mesures de mobilité de la littérature [28, 29, 30] semblent supporter

que les trous ont un meilleur couplage avec les phonons que les électrons comme nous en

avons discuté dans le chapitre 1. Un autre argument qui peut être mis en avant est que

l’écart d’énergie entre les états de valence est beaucoup plus faible que celui des états de
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Fig. 29 : Réflectivité transitoire d’un film de boîtes avec un premier exciton à 0,62 eV et

possédant des ligands de dodécanethiol, pour des énergies de photon de 0,62 eV (2,0 µm) et

1,03 eV (1,2 µm), pour une fluence de 60 µJ.cm−2.

Fig. 30 : Schéma décrivant la dynamique de pompage et la relaxation rapide des trous vers

le haut de la bande de valence dans les boîtes quantiques de HgTe. Cette dernière causant

l’importante diminution de la réflectivité pour des énergies proches du premier et second

exciton.
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conduction. En moyenne, cet écart pour les états de valence est de l’ordre de 17 meV

d’après nos calculs du spectre d’énergie. Cet écart est par conséquent du même ordre de

grandeur que l’énergie thermique (kBT ≈ 25 meV à température ambiante). Cette première

variation négative de la réflectivité transitoire est suivie d’une diminution plus lente que

nous baptisons le régime 2 sur la figure 29. Nous interprétons celui-ci comme la relaxation

des électrons vers le premier état de conduction et va dans le sens de cette disparité de

couplage entre les types de porteurs et les phonons. De plus, nous pouvons observer pour les

énergies de photon supérieures à 0,78 eV, que au contraire le signal retourne à zéro et devient

positif dans le même laps de temps. Cela va dans le sens que les deux types de porteurs ont

thermalisé au premier exciton, et que nous la transition du second exciton est de nouveau

active. De plus, nous savons que d’après le calcul des forces d’oscillateur intrabande, une

transition optique de l’état 1Se vers l’état 2Pe existe et s’active avec la présence des électrons

thermalisés. Ces deux transitions observables avec nos impulsions sonde de plus haute énergie

sont représentées par les flèches bleues de la figure 31. Pour finir cette description de la

Fig. 31 : Schéma décrivant la dynamique de thermalisation des électrons et l’activation du

second exciton et de la transition intrabande observée dans les boîtes quantiques de HgTe.

réflectivité résolue en temps, la longue queue de décroissance correspond à la relaxation des

électrons vers leurs états de valence initiaux par des processus de recombinaison radiatif et

non-radiatifs que nous allons décrire dans la suite et qui correspondent au régime 3 sur la

figure 29. Il est important de rappeler que la distribution en taille des boîtes élargit toutes les

transitions optiques considérées et explique pourquoi nous pouvons observer ces dynamiques

sur les différentes énergies de photon exposées en figure 28. C’est particulièrement flagrant

lorsque nous regardons le signal pour la sonde à 0,78 eV, pour laquelle le signal présente un
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mélange des dynamiques observées autour des premiers excitons. Enfin, cette interprétation

des dynamiques aux temps ultra-courts dépend de mesures de mobilité sur des échantillons

bulk de HgTe. Comme expliqué dans le chapitre 1, le phénomène dominant dans la mesure

de mobilité d’échantillons de boîtes colloïdales est la capacité des porteurs de faire des sauts

entre boîtes. Afin de vérifier ces hypothèses, il est possible de faire des simulations, ainsi

que des mesures de spectroscopie ultrarapide dans la gamme du térahertz afin d’avoir une

observation plus ”directe” de la dynamique des trous.

2 Recombinaison radiative et observation de la photolumines-

cence des nanocristaux de HgTe

La recombinaison radiative joue un rôle crucial dans les propriétés optiques des échan-

tillons de boîtes colloïdales. Lorsque des porteurs de charge sont photoexcités à la suite de

l’absorption de photons, ils peuvent se recombiner et restituer l’énergie absorbée. La re-

combinaison radiative se produit lorsque ces porteurs de charge en se recombinant, libèrent

cette énergie sous la forme de photons (voir figure 32). Ce phénomène est essentiel pour les

applications en optoélectronique, telles que les diodes électroluminescentes et les disposi-

tifs photovoltaïques, où la gestion précise de la recombinaison radiative permet d’optimiser

l’efficacité et les performances des composants. La photoluminescence des nanocristaux col-

Fig. 32 : Schéma de la recombinaison radiative dans les boîtes quantiques de HgTe

loïdaux de HgTe a été largement étudiée en raison de leurs applications potentielles dans

les dispositifs optoélectroniques infrarouges. Les boîtes quantiques de HgTe présentent une

forte luminescence infrarouge à température ambiante, les rendant adaptés à diverses appli-

cations dans la plage infrarouge proche et moyenne [59, 60, 1]. Les propriétés optiques des

88 of 144



boîtes quantiques colloïdales de HgTe ont été étudiées, y compris leur structure électronique,

les spectres dépendants de la taille et le rendement quantique de photoluminescence [61, 3].

C’est ainsi que des précédentes études ont pu observer l’évolution du temps de vie de la

recombinaison radiative en fonction de la taille de la boîte. Par exemple, les boîtes avec une

absorption à 0,62 eV auront un temps de vie radiatif de 2 ns alors que pour un premier

exciton à 0,46 eV, il est plutôt de l’ordre de 400 ps [3].

Nous avons pu mesurer par nous-même la luminescence de nos échantillons. Pour cela nous

les avons éclairés avec une lampe bleue centrée à 3,06 eV (405 nm), puis nous avons collecté

la rayonnement émis par l’échantillon et analysé celui-ci avec notre spectromètre infrarouge

à transformée de Fourier. De telles mesures sont disponible en figure 33 où elles sont com-

parées au spectre d’absorbance des échantillons considérés. La première chose que nous

pouvons constater est le décalage vers le rouge de la photoluminescence comparé au bord

d’absorption de ces échantillons. En effet, l’échantillon de la figure 33a possède un bord d’ab-

sorption à 0,689 eV mais son pic de luminescence est centré à 0,665 eV. Quant à l’échantillon

de la figure 33b, son signal de photoluminescence est centré à 0,704 eV alors que son bord

d’absorption est à 0,761 eV. Ce décalage vers le rouge, aussi appelé décalage de Stokes de la

(a) (b)

Fig. 33 : Absorbance et photoluminescence de deux échantillons de boîtes quantiques de

HgTe sur substrat de verre pour un premier exciton est centré pour le premier échantillon

à (a) 0,689 eV (photoluminescence centrée à 0,665 eV) et à (b) 0,761 eV pour le second

échantillon (photoluminescence centrée à 0,704 eV).

photoluminescence, peut avoir plusieurs causes possibles tel que le couplage exciton-phonon

[62, 63]. Il peut aussi être lié à la présence d’une structure fine des niveaux excitoniques, à

cause d’une interaction d’échange entre les électrons et les trous [64, 65], générant ainsi des

excitons qui sont dits ”lumineux” ou ”sombres”. Ces derniers sont invisibles dans les spectres

d’absorption mais possèdent une énergie plus faible les rendant plus favorable à une recom-
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binaison radiative [65, 66]. Une autre possibilité est l’aggrégation des nanocristaux car il a

été observé expérimentalement que la dilution de boîtes de PbS en solution, peut réduire le

décalage de Stokes [66].

Un autre point de contrôle des propriétés optiques est la forme des boîtes colloïdales. Dans

le cas du HgTe, celle-ci peut être contrôlée. La forme tétraèdrique présente une réduction de

la séparation spin-orbite et la transition associée à la promotion d’un électron du 2ème état

de valence vers le premier état de conduction est plus importante pour des boîtes sphériques

[57]. C’est en considérant tous ces facteurs, que les boîtes quantiques de HgTe ont été utilisés

dans le développement de dispositifs électroluminescents dans l’infrarouge proche, démon-

trant leur potentiel pour des applications pratiques [67, 68, 69]. En résumé, les propriétés

de photoluminescence des boîtes quantiques colloïdales de HgTe sont influencées par le cou-

plage exciton-phonon, la présence d’excitons sombres et lumineux, ainsi que par la structure

électronique et la forme des nanocristaux. Comprendre et maîtriser ces facteurs est crucial

pour optimiser les performances de leur capacité d’émission de rayonnement infrarouge.

En particulier pour la production de dispositifs électroluminescents, qui sont limités par la

présence de processus non-radiatifs.

3 Description des phénomènes de recombinaison Auger

La recombinaison Auger est un phénomène de recombinaison non-radiatif des excitons,

et qui se produit dans le cas des boîtes quantiques semi-conductrices lorsque celle-ci sont

chargées avec des porteurs en plus de l’exciton. Il y a donc plusieurs types de phénomènes

de recombinaison Auger mais, dans tous les cas, il y a recombinaison de l’exciton qui va

transmettre son énergie aux porteurs surnuméraires au lieu d’émettre un photon. Le trion

positif X+ et le trion négatif X- correspondent à la situation où la boîte est chargée avec

un exciton, et respectivement avec un trou ou un électron supplémentaire. Dans le cas du

trion positif, lors de la recombinaison de l’exciton, l’énergie est transmise à un électron

d’un niveau d’énergie plus bas dans les états de valence, ce qui va donc faire ”perdre de

l’énergie” au trou qui va prendre la place de l’électron qui a été excité, comme indiqué en

figure 34a. Pour le trion négatif, l’énergie de l’exciton recombiné est transmise à l’électron

supplémentaire en bande de conduction et va donc l’exciter vers un état plus haut des états

de conduction (figure 34b). Les trions sont générés lorsque un porteur est excité dans une

boîte déjà chargé et va se lier avec l’exciton [70, 71, 72]. Un tel évènement peut se produire

lorsque un porteur reste piégé sur un état de surface pendant un temps beaucoup plus long

que le temps de recombinaison radiative, et inférieure à la cadence de pompage dans une

expérience pompe-sonde [56]. Le cas qui a cependant la probabilité la plus forte dans les
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(a)

(b)

(c)

Fig. 34 : (a) Schéma de la recombinaison du trion X+. (b) Schéma de la recombinaison du

trion X-. (c) Schéma de la recombinaison d’un biexciton XX avec promotion de l’électron

de la seconde paire.
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évènements de collisions entre deux porteurs identiques est le cas de la recombinaison de

biexcitons. Ceux-ci correspondent à deux paires liées électron-trou, un va se recombiner et

transmettre son énergie au second exciton, résultant soit dans la promotion de l’électron ou

la rétrogradation du trou de la seconde paire comme nous le montrons en figure 34c. Ce

dernier point montre un lien entre les processus de recombinaison des trions et du biexciton.

En effet, il a été démontré expérimentalement [73, 74] et théoriquement [75] dans le cas de

boîtes quantiques de Séléniure de Cadmium (CdSe) avec différentes passivations de surface,

que les taux de transitions de ces processus pouvaient être reliées par la relation :

1

τXX

=
2

τX+

+
2

τX−
(5.1)

Le taux de transition pour les trions présentent un facteur 2 à cause du spin du porteur

solitaire. Ces taux de transitions peuvent être calculés à partir de la règle d’or de Fermi

[76] ou bien avec un modèle phénoménologique similaire au développement pertubatif du

modèle de Drude-Lorentz [75] :

1

τ
=

Γ

h̄

∑
n

| ⟨fn| Ĥ ′ |i⟩ |2

(Efn − Ei)2 + (Γ
2
)2

(5.2)

Les états |i⟩ et |fn⟩ sont les états initiaux et finaux du processus Auger. Γ est l’élargissement

causé par le couplage électron phonon. Dans les deux cas, la perturbation utilisée est le

potentiel coulombien entre les composants de la quasi-particule considéré :

Ĥ ′ =
e2

4πϵϵ0r
(5.3)

Afin d’obtenir ces taux de transition, la spectroscopie ultrarapide est un outil indispensable

permettant de les déduire à partir de la dynamique résolue en temps des propriétés optiques

des échantillons. Dans le cas où la fluence utilisée n’est pas trop haute, il est possible de

considérer une description basée sur la statistique de Poisson. Pour laquelle, le nombre moyen

d’excitons générés par boîte quantique est calculé en fonction de la fluence de l’impulsion

pompe F et de la section efficace σ pour la fréquence du photon de pompe considérée [70] :

⟨N0⟩ = σF (5.4)

A partir du nombre moyen d’excitons de l’équation précédente, il est possible de calculer la

probabilité initiale d’avoir généré N excitons [77] :

PN(t = 0) =
⟨N0⟩N

N !
e−⟨N0⟩ (5.5)

Après excitation par l’impulsion pompe, la probabilité qu’il y a N excitons par boîte quan-

tique suit l’équation d’évolution suivante [77] :

dPN

dt
(t) =

PN+1(t)

τN+1

− PN(t)

τN
(5.6)
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Nous nous retrouvons donc avec un système d’équations à partir duquel il est possible

de retrouver les temps de recombinaison radiative (τ1) et non radiative τN à partir des

données expérimentales. C’est ainsi que les taux de recombinaison intrinsèque peuvent être

déterminés dans des échantillons avec une bonne séparation des nanocristaux, et suivent

une loi en N3, tel que [77, 4] :
1

τN
=
N3CA

V 2
(5.7)

Avec CA et V qui sont respectivement le coefficient Auger et le volume de la boîte quantique

considérée. Le coefficient Auger dans le cadre des nanostructures est défini en fonction du

rayon du nanocristal comme [78] :

CA = γr3 (5.8)

Dans des études antérieures, le coefficient γ a pu être déterminé pour des échantillons de

boîtes colloïdales de HgTe peu agrégées, dont la surface est couverte de ligands de dodecané-

thiol. Il a pour valeur γ = 1, 2 · 10−9 cm3 · s-1 [4]. Il est important de noter cependant que les

taux obtenus sont très dépendants de la passivation de la surface des boîtes colloïdales. En

effet, la réduction de la taille des ligands va, en plus de causer un décalage vers le rouge du

bord d’absorption, entrainer une augmentation de l’efficacité des processus Auger [79]. Or, le

développement de dispositifs électroluminescents nécessite que les porteurs injectés puissent

transiter vers les nanocristaux luminescents. C’est pour cela que les processus Auger sont

donc un facteur limitant à prendre en compte dans le dévelopement de tels dispositifs.

4 Temps de vie associés aux différents types de recombinaison des

excitons

Afin de retrouver les temps de vie des différents processus de recombinaison, nous avons

utilisé un modèle d’ajustement à la courbe simple utilisant deux fonctions exponentielles :

f(t) = a1e
− t

τ1 + a2e
− t

τ2 (5.9)

Ainsi à chaque processus sont associés une amplitude ai et un temps de vie τi. Afin de se

concentrer sur les processus de recombinaison excitonique, nous avons appliqué cet ajus-

tement à la courbe aux données expérimentales présentées dans la partie 1, sur les boîtes

couvertes de ligands de dodecanéthiol pour une fluence de 60 µJ.cm−2, pour les énergies

égales et inférieures à celle de l’exciton. Un exemple d’ajustement à la courbe est visible

en figure 35. La procédure d’ajustement a covergé vers les valeurs présentées en figure 36.

Nous constatons que pour ces données expérimentales, l’amplitude du processus rapide est

plus importante et représente en moyenne 63,3 % du signal et que le temps de vie obtenu

93 of 144



Fig. 35 : Courbe de réflectivité transitoire normalisée pour un délai compris entre -1 et 500

ps, à 0,62 eV (2 µm), pour des boîtes colloïdales de HgTe avec un premier exciton à 0.62 eV

(2 µm). La courbe rouge correspond aux données expérimentales tandis que la courbe noire

correspond à un ajustement à la courbe utilisant l’équation (5.9).

(a) (b)

(c)

Fig. 36 : Temps de vie obtenu avec l’ajustement à la courbe en fonction de l’énergie de

photon de sonde pour (a) le processus de relaxation rapide et (b) le processus de relaxation

lente. (c) Amplitudes normalisées par le maximum du signal, associées aux deux processus.
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varie entre 16 et 26 ps. Ces constantes de temps nous laissent à penser que le processus de

recombinaison rapide est due à la recombinaison du biexciton. En effet, ces valeurs sont du

même ordre de grandeur que celles obtenues lors d’études antérieures [4]. Les temps obtenus

pour le second processus de relaxation varient entre 125 et 270 ps. Ces temps de vie sont

très inférieurs à ce qui est présenté dans la littérature et qui est de l’ordre de la nanose-

conde [3, 4, 79]. Ces temps ne sont pas compatibles avec des processus Auger différents de la

recombinaison du biexciton. Pour s’en convaincre, nous pouvons reprendre l’équation (5.1)

qui nous indique que nous devrions observer 3 temps de relaxation dans le cas où il y a

génération de trions. Pour commencer, il n’est pas possible que l’un des temps de vie de

recombinaison du trion soit inférieur ou égal à celui du biexciton car nous obtiendrons un

taux de recombinaison du trion de signe opposé négatif. Par conséquent, ils ne nous restent

que deux cas limites, soit les processus de recombinaison de trions sont complètement sy-

métriques et difficilement différenciables, soit l’un de ces deux processus a une très faible

probabilité de se produire. Afin de tester ces hypothèses nous pouvons implanter les temps

de vie que nous avons trouvé pour la recombinaison du biexciton de 26 ps pour τXX et consi-

dérer ces cas limites. Pour commencer, essayons de voir ce qui se passe si nous considérons

que l’un des deux processus de recombinaison de trions a une faible probabilité (τX+ qui

tend vers l’infini par exemple), alors nous obtenons :

τX− = 2τXX (5.10)

Ce qui nous donne une valeur de 52 ps et est un ordre de grandeur inférieur à la valeur

trouvée pour le processus long. Si nous supposons maintenant que les processus de trions

sont complètement symétriques (τX+ = τX−), alors l’équation (5.1) nous donne un temps de

vie pour les trions de 104 ps. Ce résultat a le bon ordre de grandeur mais reste très inférieur

à la valeur trouvée expérimentalement de 270 ps. Pour finir, il est peu probable que nous

ayons à faire à des processus impliquant des recombinaisons de triexcitons car comme il a

été observé dans le cas des boîtes colloïdales de CdSe, ces processus se produisent à des

échelles de temps encore plus courtes que celle du biexciton [75, 80]. Afin de compléter

notre investigation des phénomènes de recombinaison, nous avons conduit des expériences

sur des échantillons avec une bande interdite de 0,65 eV, en faisant varier la fluence entre 5

et 80 µJ.cm−2. L’impulsion pompe et l’impulsion sonde ont respectivement une tache focale

de 1 mm et de 300 µm de diamètre sur l’échantillon.Le signal de réflectivité transitoire

obtenu est visible en figure 37. La dynamique à temps court reste consistante tandis que

celle à temps long change comme nous pouvons l’observer en figure 37b, où la queue du

signal devient beaucoup plus raide à haute fluence. L’analyse de ces données expérimentales
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(a) (b)

Fig. 37 : Réflectivité résolue en temps de boîtes colloïdales de HgTe avec un premier exciton

à 0,65 eV, à une énergie de photon de 0,65 eV (a) entre -1 et 10 ps, et (b) entre 0 et 500 ps.

fait apparaître une dépendance avec la fluence des deux temps de vie extraits. Comme nous

pouvons le voir sur les figures 38a et 38c, les temps de vie τ1 et τ2 gardent une valeur similaire

quelque soit la longueur d’onde de la sonde mais diffèrent de fluence à fluence. Cela reste

discutable cependant dans le cas de la relaxation rapide, étant donné que les barres d’erreur

sont importantes pour les données aux plus basses fluences et se répercutent sur la moyenne

de τ1 en fonction de la fluence (voir figure 38b). En effet, si nous enlevons les points avec

des barres d’erreurs importantes, nous pouvons moyenner sur les points restants, pour toute

énergie de photon et toute fluence et obtenir une valeur de < τ1 >= 42 ± 5 ps. Celle-ci

est beaucoup plus proche de l’ordre de grandeur attendu d’après la littérature concernant

la recombinaison Auger du biexciton [4, 61, 81] et consolide son interprétation. Nous avons

malgré tout apposé un fit linéaire à la moyenne de τ1, qui correspond à la ligne bleu de la

figure 38b et nous donne τ1(F ) = −0, 427F+66, 6 où F est la fluence de la pompe. L’évolution

de τ2 en fonction de la fluence est plus atypique car comme nous pouvons le voir sur la figure

38c, les temps de vie obtenus s’étendent à quelques centaines de picosecondes entre 20 et 80

µJ.cm−2, à des valeurs de l’ordre de la nanoseconde pour 5 et 10 µJ.cm−2. C’est d’autant

plus flagrant lorsque nous considérons la valeur moyenne de τ2 en fonction de la fluence du

faisceau pompe et semblent suivre une loi de la forme τ2(F ) = (τ2,0−τ2,∞)e−F/F0+τ2,∞ (voir

figure 38d). τ2,0 correspond au temps de vie à basse fluence et vaut τ2,0 = 1, 2± 2 ns ; tandis

que τ2,∞ correspond au temps de vie à haute fluence et possède pour valeur τ2,∞ = 268± 70

ps. Enfin la valeur du paramètre de l’exponentielle obtenu est F0 = 14±5 µJ.cm−2. Le temps

de vie τ2,0 laisse à penser que le processus de relaxation plus lente s’avèrent effectivement être

la recombinaison radiative de l’exciton qui d’après les études antérieures est de l’ordre de la

nanoseconde [4, 61]. Cette disparité du temps de vie de la recombinaison radiative peut être
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(a) (b)

(c) (d)

(e)

Fig. 38 : Temps de vie (a) τ1 et (b) τ2 obtenus avec le modèle de fit pour le temps de

relaxation court en fonction de la fluence et de l’énergie de photon. Moyenne de (b) τ1 et

(d) τ2 en fonction de la fluence. (e) Amplitudes normalisées moyennées des processus de

recombinaison en fonction de la fluence.
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due à différents facteurs tel que l’environnement chimique et la passivation de la surface des

nanocristaux. En effet, si les ligands sont trop courts ou que la surface n’est plus protégée,

il en résulte une agrégation des boîtes qui impacte les taux de recombinaison radiative et

non-radiative [4]. Une autre possibilité est que la fluence est suffisante pour générer une

densité de porteurs photoexcités importante. Or, il a été observé que cela va accroître la

probabilité d’effet tunnel entre les boîtes et entraîne une augmentation des possibilités de

recombinaison de paires électron-trou, que le processus soit radiatif ou non [82].

5 Effet de la température sur les films de boîtes colloïdales

Nous avons réalisé des expériences pompe-sonde tout en changeant la température de

l’échantillon. Pour cela l’échantillon a été placé dans notre cryostat capable d’atteindre des

températures entre 7 et 300 K. L’échantillon de films de boîtes analysé est composé de

boîtes de HgTe avec une bande interdite effective de 0,62 eV (2 µm) et ”encapsulés” avec

des ligands de dodécanethiol. L’échantillon a été excité avec une impulsion pompe centrée

à 1,55 eV (800 nm), tandis que l’énergie de photon de la sonde était dans une gamme

comprise entre 0,54 et 0,73 eV (1,7 - 2,3 µm). Les taches focales de la pompe et de la sonde

ont respectivement un diamètre de 1 mm et 300 µm. Comme nous pouvons le voir en figure

39, l’inversion du signe semble changer de position, étant donné que la courbe qui passe

la ligne noire en pointillé du zéro sont les signaux à 0,65 eV et 0,62 eV à respectivement

300 et 200 K. De plus à 100 K, nous constatons que le signal à 0,59 eV est très proche de

subir le changement de signe du signal. Comme nous en avions discuté dans la partie 1,

nous interprétons l’origine du changement de signe comme du signal intrabande généré par

les porteurs photoexcités. Par conséquent, ce déplacement du changement de signe indique

un resserrement de l’écart d’énergie entre les niveaux de conduction. De plus, la diminution

progressive du maximum de la partie négative du signal avec la diminution de température

nous indique un décalage vers le rouge de la résonance du premier exciton, en accord avec

les observations d’expériences antérieures sur les boîtes de HgTe [3, 7]. Nous constatons

également que la variation maximale du signal aux énergies de photon où l’inversion de

signe n’a pas encore eu lieu (0.54-0,56 eV à 300K, 0,54 eV à 200 et 100K), reste à une

valeur de l’ordre de -1 % entre 100 et 300 K. Cependant, nous observons un changement de

l’amplitude et de la durée de la dynamique rapide que nous avions attribué à la relaxation

des trous vers le sommet de la bande de valence. Par conséquent, nous pouvons en déduire

que cette observation est causée par le changement de l’interaction entre les trous et le bain

thermique. Celui-ci diminuant au fur et à mesure que nous réduisons la température de

l’échantillon. A 10 K, nous observons que le changement de signe est présent à toutes les
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(a)

(b)

(c)

Fig. 39 : Réflectivité transitoire à 20 µJ.cm−2 entre 0,54 et 0,73 eV à (a) 300 K, (b) 200

K et (c) 100 K. La flèche rouge indique l’amplitude du processus de relaxation rapide des

trous.
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(a)

(b)

Fig. 40 : Réflectivité transitoire à 20 µJ.cm−2 entre 0,54 et 0,73 eV à (a) 10 K et (b) 7 K.
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énergies de photon de sonde utilisées lors de nos expériences (figure 40a), suggérant que la

largeur de la bande interdite est beaucoup plus petite que l’énergie de la gamme spectrale

que nous avons utilisé pour notre impulsion sonde. Pour finir, nous observons à 7 K, un

signal inhabituel sur toute la gamme de longueur d’ondes que nous avons utilisé. Le signal

présente une rapide excitation suivie d’une queue de relaxation exponentielle, aboutissant

à un retour à l’équilibre au bout de 4 ps. Cette transition est étrange et il est difficile de

faire une interprétation de ces derniers résultats. Une possibilité pourrait être que le niveau

1Se se retrouve en dessous du niveau de Fermi, causant un dopage n des boîtes. De ce fait,

nous aurions à faire à une dynamique intrabande et pourrait expliquer le temps similaire

avec la relaxation intrabande des boîtes aux plus hautes températures. Cependant, cette

hypothèse parait étrange si on se réfère aux études antérieures, car celle-ci ne semblent pas

démontrer d’impact significatif sur la photoluminescence en fonction de la température de

ces échantillons mis à part le décalage vers le rouge [3]. Seul une étude avec une impulsion

sonde dans la gamme de l’infrarouge moyen pourrait nous renseigner sur les potentielles

raisons de ce changement.

6 Utilisation des boîtes colloïdales pour l’application aux sources

lumineuses

La réalisation de sources lumineuses à base de films de boîtes colloïdales nécessite de

connaître la dynamique des porteurs lorsqu’ils sont perturbés. Par conséquent, nous avons

analysé la dynamique ultrarapide dans les films de boîtes et obtenu les temps caractéris-

tiques des processus en jeu en fonction de la fluence. Mais ces nanostructures ne sont pas

utilisables telle quelle à cause de la faible conduction de celles-ci. Afin d’améliorer celle-

ci, il est nécessaire de remplacer les ligands à la surface des boîtes par des ligands plus

courts. C’est pour cela qu’une procédure d’échange de ligands est utilisée pour remplacer

les ligands de dodecanéthiol par des ligands d’acide mercaptopropionique qui sont beaucoup

plus courts, avec une taille moyenne de 0,5 nm. Nous avons caractérisés ces films de boîtes

quantiques par spectroscopie pompe-sonde, avec des impulsions pompe et sonde respective-

ment centrées à 1,55 eV (800 nm) et 0,62 eV (2 µm). La longueur d’onde pour la sonde a été

choisie pour correspondre à la transition optique du premier exciton. L’impulsion pompe

et l’impulsion sonde ont respectivement une tache focale de 500 µm et de 250 µm de dia-

mètre sur l’échantillon. Le problème est que nous observons un problème similaire à ce que

nous avons observé pour les hautes fluences avec les boîtes à ligands longs. La probabilité

de saut quantique augmente et les porteurs s’en retrouvent beaucoup plus délocalisés. Par
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Fig. 41 : Réflectivité résolue en temps d’un film de boîtes colloïdales de HgTe avec des ligands

d’acide mercaptopropionique et dont la bande interdite est à 0,62 eV, pour les fluences entre

10 et 60 µJ.cm−2. L’impulsion pompe est centrée à 1,55 eV et l’impulsion sonde est centrée

à 0,62 eV.

conséquent, les phénomènes de recombinaison Auger s’en retrouvent amplifiés comme nous

pouvons le voir en figure 41 où même à des fluences inférieures à 40 µJ.cm−2, les boîtes

relaxent en quelques centaines voir dizaines de picosecondes (voir figure 41). Cela contraste

grandement avec le HgTe avec du dodécanethiol pour lequel nous avions un temps de vie

lent de 270 ps seulement à 80 µJ.cm−2.

Fig. 42 : Temps de vie obtenus avec l’ajustement aux courbes de la figure 41 avec l’équation

(5.9).

Afin de remédier au problème de la diminution de l’efficacité de la recombinaison radia-

tive causée par le raccourcissement des ligands, une nouvelle stratégie a été adoptée. Celle-ci

consiste à faire un mélange de HgTe avec un autre type de nanocristaux, permettant ainsi

un transfert de charge d’une partie des porteurs photoexcités dans le HgTe. Cependant, il

est nécessaire que les porteurs transférés aient une probabilité de recombinaison faible dans
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le second type de boîte quantique. Le choix a été porté vers l’oxyde de Zinc (ZnO), qui

est un isolant à grand gap (3,2 eV dans sa forme de matériau massif). Les nanocristaux de

ZnO sont recouverts de butylamine pour permettre leur solubilité dans le chloroforme et

leur permettre de se mélanger avec les nanocristaux de HgTe [2]. Afin d’avoir une meilleure

compréhension de la dynamique des porteurs à l’intérieur des films comprenant ce mé-

lange de nanocristaux, nous avons mené des expériences de réflectivité résolue en temps sur

des échantillons sans ZnO et avec 50 % de ZnO. Les nanocristaux de HgTe de ces deux

échantillons ont de nouveau été manufacturés pour être centrées à 0,62 eV et possèdent des

ligands d’acide mercaptopropionique. Les expériences réalisées ont été effectuées dans les

mêmes conditions expérimentales indiquées au début de cette section.

Fig. 43 : Mesure de réflectivité résolue en temps à 60 µJ/cm² pour les échantillons contenant

uniquement du HgTe (noir) et 50 % de HgTe (bleu). Le signal à 50 % de HgTe a été multiplié

par 2 pour la comparaison. (ref [2])

Si nous comparons les courbes de la figure 43, nous pouvons constater que la présence

des nanocristaux de ZnO affectent très peu la longue queue de relaxation. Cependant, il en

est autrement pour la composante rapide du signal. Il en résulte que son amplitude relative

est plus petite que pour le signal avec seulement du HgTe. Cette composante rapide est liée

à la dynamique de thermalisation des porteurs des états de haute énergie vers le bas de la

bande de conduction. Ces porteurs étant sur des états délocalisés, ils peuvent facilement être

transférés vers les nanocristaux de ZnO. Par conséquent, les électrons qui ont exécuté un

transfert de charge ne peuvent plus relaxer vers le premier état de conduction du HgTe et ne

peuvent pas non plus se recombiner dans le ZnO. Il en résulte la réduction de l’amplitude du

processus rapide et nous donne une indication de la présence d’un transfert de charge entre

les deux espèces de nanocristaux [2]. Ce film de HgTe et ZnO a pu par la suite être incor-

poré dans la conception d’une LED infrarouge composée d’un empilement de verre/oxyde
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d’indium-étain (ITO)/ZnO/ZnO+HgTe/PbS/Au. Dans cette structure, la couche de ZnO

sert d’injecteur d’électrons et la couche de nanocristaux de PbS, à ligands thiolés courts,

comme injecteur de trous. Ces deux couches encadrent la couche luminescente de boîtes de

HgTe et de ZnO, dans laquelle les porteurs peuvent se recombiner pour émettre un photon.

La proportion des deux espèces donnant l’émission la plus efficace est le mélange 50 % de

HgTe et 50 % de ZnO. Le schéma de la LED est disponible en figure 44b. Nous avons ca-

(a)

(b) (c)

Fig. 44 : (a) Schéma du dispositif expérimental de caractérisation de l’électroluminescence

de la LED. (b) Schéma de la LED (ref [2]). (c) Comparaison de la mesure de la photolumi-

nescence d’un film de HgTe avec l’electroluminescence de la LED (ref [2]).

ractérisé l’émission infrarouge de cette source en opération par spectroscopie à transformée

de Fourier. L’appareil a été placé au point focal d’un miroir parabolique hors axe avec une
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distance focale de 5 cm et une ouverture de 10 cm afin d’obtenir un angle solide important

dans le cas d’une émission isotrope de la LED. Celle-ci est réfléchie puis envoyée sur un

dispositif de deux miroirs paraboliques hors axe de distances focales respectives de 18 et 9

cm. Ce dispositif a été utilisé afin de réduire la taille du faisceau par deux pour augmenter

la densité de photons et d’améliorer le rapport signal sur bruit. Afin d’augmenter celui-ci

d’autant plus, nous avons placé un modulateur mécanique au point focal de ces deux mi-

roirs afin d’induire une modulation d’une fréquence choisie arbitrairement de 456 Hz. Le

faisceau est ensuite envoyé dans le spectromètre qui était connecté à notre amplificateur de

détection synchrone permettant d’extraire la composante du signal à 456 Hz et d’améliorer

la sensibilité de la mesure. Un schéma du dispositif expérimental est disponible en figure

44a. Nous avons pu ainsi mesurer l’émission de la diode et constater que sa longueur d’onde

d’émission était de 2 µm, avec un léger décalage vers le rouge par rapport au spectre de

la photoluminescence (voir figure 44c). Cette LED présente une efficacité quantique de 0,3

% qui est supérieure aux dispositifs concurrents actuels [2]. L’utilisation de la spectrosco-

pie ultrarapide a permis la caractérisation des propriétés électroniques des films de boîtes

quantiques colloïdales de HgTe avec différents types de ligands ainsi que des mélanges avec

du ZnO. Cela a permis de mettre en lumière certains des facteurs limitants des dispositifs

optoélectroniques à base de nanocristaux de HgTe et de trouver des compromis à la mise en

oeuvre de la première LED infrarouge émettant à 0,62 eV.

7 Application des nanocristaux de chalcogénure de mercure dans

le cadre de la photodétection

Comme nous l’avons démontré précédemment, l’utilisation de boîtes quantiques col-

loïdales permet le développement de dispositifs optoélectroniques compétitifs tel que des

sources lumineuses dans l’infrarouge [68, 2]. Ils peuvent aussi être utilisés pour la réalisa-

tion de photodétecteurs détectant dans l’infrarouge moyen et avec une possibilité de plus

faible coût que des détecteurs MCT et InSb qui nécessitent des techniques de croissance

épitaxiale. Afin d’atteindre cet objectif, il est possible d’utiliser des boîtes quantiques de

HgSe dopées n, qui possèdent une absorption intrabande entre l’état 1Se et 1Pe. Le pro-

blème de ces nanostructures est qu’elles présentent un fort courant d’obscurité [5]. De plus,

nous allons constater avec les résultats expérimentaux présentés dans la suite, que l’élec-

tron photoexcité retourne à son état fondamental extrêmement vite et empêche donc une

capture efficace pour un dispositif de photodétection. Une stratégie qui a été proposée pour

palier ce problème consiste à ajouter une seconde espèce de boîte quantique avec un temps
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de relaxation plus long, des meilleurs propriétés de conduction et dont le premier état de

conduction serait aligné avec l’état 1Pe du HgSe afin de permettre un transfert de charge

par effet tunnel [83]. Le HgTe est un très bon candidat pour cela à cause de la grande accor-

dabilité du premier exciton dans le domaine infrarouge. Ceci permettant une ”ingénierie de

la fonction d’onde” flexible. De plus il a été démontré que la concentration en boîtes était

aussi un facteur pouvant influencer le positionnement des niveaux d’énergies des deux types

de boîtes [83]. C’est pour cela que le choix s’est porté sur des boîtes de HgSe dopées n, de

rayon RHgSe ≈ 2,5 nm, avec une absorption intrabande à 0,31 eV et des boîtes de HgTe

non dopées, de rayon RHgTe ≈ 5 nm, avec une bande interdite de 0,50 eV (2,5 µm). Afin de

caractériser la dynamique des porteurs dans ce mélange, nous avons réalisé des expériences

de spectroscopie ultrarapide sur trois types de films avec une impulsion pompe centrée à

1,55 eV (800 nm) pour promouvoir les électrons à des hauts états d’énergie et une impulsion

sonde centrée à 0,31 eV (4 µm) permettant d’observer l’évolution de l’absorption du HgSe.

Un détecteur InSb a été utilisé afin de récolter le faisceau réfléchi par l’échantillon. Les deux

premiers échantillons étaient respectivement des films de boîtes quantiques de HgSe et HgTe

pur, tandis que le dernier était un film comprenant un mélange des deux types de boîtes.

Nous allons comparer les dynamiques observées dans les différents films. Dans le film de

boîtes de HgSe, nous observons après excitation, un pic positif de forme gaussienne (voir

figure 45a) que nous interprétons comme étant soit de l’absorption induite, soit comme un

effet Stark induit par les porteurs photoexcités avant relaxation vers l’état 1Pe (voir figure

46b), dont le temps de vie associé est τHS→1Pe = 0, 8 ± 0, 2 ps. L’indice HS correspond

aux états de haute énergie vers lesquels les électrons ont été promus après excitation par

l’impulsion pompe. Finalement les électrons retournent à leur état fondamental avec un

temps de vie de τ1Pe→1Se = 3, 0± 0, 3 ps. La dynamique du film de boîtes de HgTe que nous

pouvons voir en figure 45b, à cette longueur d’onde est très similaire à ce que nous avons

observé précédemment à la résonance, avec une décroissance importante de la réflectivité

suivie d’une décroissance caractérisée par une somme de deux exponentielles. L’ajustement

à la courbe de celle-ci nous donne deux temps de vie τfast = 30 ± 7 ps et τslow = 200 ± 60

ps. Ces valeurs sont du même ordre de grandeur que celles identifiées pour les échantillons

de films de HgTe observés à leur résonance. Par conséquent, nous en déduisons que nous

avons affaire à une observation en dehors de la résonance de la dynamique de recombinaison

des excitons (voir figure 46c), avec τfast associé à la recombinaison Auger du biexciton et

τslow associé à la recombinaison radiative de l’exciton. Pour finir, la dynamique du mélange

de HgTe et HgSe qui est disponible en figure 45c, présente une dynamique similaire à celle

du HgTe pur sur les 5 premiers picosecondes. Cependant, nous observons une inversion de
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(a)

(b)

(c)

Fig. 45 : Réflectivité transitoire normalisée réalisée à une fluence de 100 µJ.cm−2, à 0,31

eV (4 µm) pour les films (a) de HgSe, (b) de HgTe et (c) du mélange de HgSe et de HgTe.
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signe progressive dont le maximum est à 50 ps. Nous interprétons cette variation inédite

comme le transfert de charge entre les boîtes d’espèce différente, comme indiqué avec une

flèche noire sur la figure 46d. En effet, cette position du maximum de cette dynamique a une

belle correspondance avec le calcul du temps de transfert de charge provenant d’un modèle

de diffusion de la référence [5] :

τHgSe→HgTe =
eRHgSeRHgTe

µkBT
(5.11)

En considérant la mobilité des porteurs du film µ ≈ 10−2 cm2.V −1.s−1 [84, 85] et les rayons

des deux types de boîtes, nous obtenons τHgSe→HgTe ≈ 50 ps. A partir de cette valeur, nous

pouvons déduire un taux de transfert de charge que nous pouvons comparer avec le taux

de relaxation des électrons dans HgSe, nous obtenons τ1Pe→1Se/τHgSe→HgTe ≈ 0,12. Cette

valeur est du même ordre de grandeur que celle obtenue pour les mesures de courants photo-

induits qui est de 17 % [5]. Nous remarquons que cette expression du temps de transfert

de charge diffère de celle obtenue par le modèle d’Einstein que nous avions dérivé dans le

chapitre 1 :

τhop =
e(RHgSe +RHgTe)

2

6µkBT
(5.12)

Cette dernière donne une valeur de τhop ≈ 36 ps et garde donc le même ordre de grandeur.

Toutes les observations citées précédemment supportent l’hypothèse du transfert de charge

et permet de démontrer encore une fois le potentiel de la spectroscopie ultrarapide dans

le développement de dispositifs optoélectroniques. En effet, ces expériences ont permit de

mettre en évidence le phénomène de transfert de charge dans les nanostructures de HgSe et

HgTe et a permis une meilleure compréhension de la partie active du photodétecteur avec

une température de fonctionnement de 200 K, utilisant ce mélange de boîtes colloïdales

en l’intégrant dans l’architecture d’un résonateur à mode guidé [5]. Cette température de

fonctionnement est très encourageante pour le développement de photodétecteurs dans le

moyen infrarouge fonctionnant à des températures plus hautes que les 80 K nécessaire à

l’utilisation des détecteurs usuels tel que les détecteurs MCT ou InSb. Cependant, il n’est

pas évident de déterminer quel type de mécanisme intervient dans le transfert de charge.

S’il s’agit d’effet tunnel non résonant ou d’un transport aidé par les ligands. Des expériences

en fonction de la température, avec des ligands différents ou un changement de l’alignement

du premier niveau excité du HgSe et du premier niveau de conduction du HgTe, pourraient

nous donner des indices sur le mécanisme en jeu.

Dans ce chapitre, nous avons pu mettre en évidence les processus en jeu dans la dyna-
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(a) (b)

(c) (d)

Fig. 46 : (a) Absorption du film comprenant le mélange des boîtes quantiques de HgTe

et HgSe. Leurs contributions respectives sont indiquées par des flèches. (b) Dynamique de

relaxation dans le HgSe du niveau 1Pe vers le niveau 1Se. (c) Dynamique de recombinaison

excitonique observée dans le HgTe. (d) Ensemble des dynamiques présentes dans l’échan-

tillon du mélange de boîtes. La flèche noire représente le transfert de charges entre les deux

types de boîtes. La figure d’origine de (b), (c) et (d) provient de la référence [83].
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mique des porteurs dans les films de boîtes colloïdales de HgTe grâce à la spectroscopie

ultrarapide. Nous avons observé après excitation, une relaxation rapide des trous en moins

de 300 fs vers le haut de la bande de valence et une relaxation lente des électrons en 3

ps, vers le bas de la bande de conduction. Ces processus sont suivis d’une longue queue

de relaxation associée aux phénomènes de recombinaison des excitons et biexcitons. Nous

avons pu observer l’impact de l’échange de ligands pour des ligands plus courts et mettre

en évidence une recombinaison plus rapide des excitons associée à une augmentation des

interactions électron-électron. Ce qui est préjudiciable pour la recombinaison radiative et

l’application des films de HgTe dans les sources lumineuses. Nous avons pu observer l’im-

pact de la présence d’une seconde espèce de boîte quantique dans deux cas distincts et pour

lesquels un transfert de charge a pu être mis en évidence. Dans le cas du mélange avec 50 %

de HgTe et 50 % de ZnO, qui a été utilisé pour palier l’augmentation de la recombinaison

non-radiative après échange des ligands, le transfert de charge a principalement impacté la

dynamique rapide après excitation en réduisant son amplitude. Nos expériences sur les films

de HgTe et de HgSe utilisés pour la photodétection ont pu mettre en évidence un transfert

de charge entre les deux espèces de nanocristaux, dont la dynamique est maximale au bout

de 50 ps. Ces expériences ont démontré l’intérêt de la spectroscopie ultrarapide à l’extrac-

tion des temps caractéristiques des processus intervenant dans la dynamique des porteurs.

Ces temps sont indispensables au développement d’applications optoélectroniques des films

de boîtes quantiques colloïdales de HgTe.
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Chapitre 6 - Étude en température du bismuth mono-

cristallin

Nous avons réalisé des mesures de la réflectivité résolue en temps des boîtes quantiques

de HgTe pour des températures inférieures à la température ambiante. Pour cela, nous avons

placé nos échantillons dans un cryostat optique capable d’en contrôler la température entre

6 et 295 K. Afin de nous assurer du bon fonctionnement du cryostat et de préparer les

mesures à températures inférieures à la température ambiante sur les boîtes quantiques,

nous avons réalisé des expériences sur le bismuth dont la dynamique résolue en temps a

été étudié de manière succincte sur une grande plage de températures [86, 87, 88, 89]. Le

présent chapitre est consacré à l’investigation approfondie du bismuth monocristallin dans la

plage de l’infrarouge proche. Nous débutons par une présentation de ce matériau, exposant

ses caractéristiques fondamentales pour établir un contexte approprié. Par la suite, nous

explorons les mécanismes sous-jacents à la génération de phonons cohérents, détaillant les

différentes conditions nécessaires de ce processus non linéaire.

La section suivante se penche sur l’étude des résultats obtenus lors de nos expériences

de réflectivité résolue en temps du bismuth dans l’infrarouge proche, à différentes tempé-

ratures. Une première analyse avec un modèle d’ajustement à la courbe est suivie par une

modélisation du bismuth photoexcité, offrant ainsi une compréhension plus approfondie de

la réponse optique de ce matériau, obtenue pour les différentes températures et énergies de

photon que nous avons testé.

1 Présentation du bismuth

Le bismuth est un semi-métal cristallisant dans le système cristallin trigonal et présente

une structure en feuillets atomiques maintenus par des forces de van der Waals [90, 91]. Il est

usuellement étudié dans la maille hexagonale dont les paramètres de maille sont a = 0,4546

nm et c = 1,1862 nm [92]. Un autre choix avantageux de maille pour étudier le bismuth est

la maille rhomboédrique, qui contient deux atomes par maille et dont les vecteurs peuvent

être définis par rapport aux paramètres de maille de la maille hexagonale (voir figure 47a).

Les vecteurs de la base rhomboédrique exprimés en coordonnées cartésiennes sont donnés
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par [93] :

a⃗1 =

(
−a
2
,−

√
3a

6
,
c

3

)

a⃗2 =

(
a

2
,−

√
3a

6
,
c

3

)

a⃗3 =

(
0,

√
3a

3
,
c

3

) (6.1)

Le volume de la maille primitive est défini comme Vlat = a2c/2
√
3. Le réseau réciproque

associé au réseau rhomboédrique est disponible en figure 47b et les vecteurs de base du

réseau réciproque exprimés en coordonnées cartésiennes sont [93] :

b⃗1 = 2π

(
−1

a
,−

√
3

3a
,
1

c

)

b⃗2 = 2π

(
1

a
,−

√
3

3a
,
1

c

)

b⃗3 = 2π

(
0,

2
√
3

3a
,
1

c

) (6.2)

Pour finir, le bismuth présente deux phonons optiques de symétrie A1g et Eg pouvant se

(a) (b)

Fig. 47 : (a) Représentation du réseau hexagonal et du réseau rhomboédrique du bismuth

(ref [90]). (b) Réseau réciproque du réseau rhomboédrique du bismuth (ref [90]).

coupler avec les porteurs du bismuth. Une représentation schématique de ces modes est
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Fig. 48 : Schéma des déplacements atomiques des modes de phonons A1g et Eg dans la

maille du Bismuth. (ref [94])

disponible en figure 48. En comparant cette figure avec la figure 47a, il nous est possible

de déduire que le mode A1g est un mode de respiration tandis que le mode Eg est un mode

de cisaillement. Ils ont été observés expérimentalement dans le cadre de la spectroscopie

ultra-rapide et ont respectivement pour fréquence à température ambiante, νA1g = 2, 92

THz [87, 95, 96] et νEg = 2, 16 THz [97].

2 Mécanismes de génération de phonon cohérents

Dans cette section dédiée aux mécanismes de génération de phonons cohérents, nous

explorons les conditions préalables essentielles à ce phénomène. Pour cela, nous introduisons

les différents facteurs à prendre en compte, par des considérations d’optique non linéaire ainsi

que les théories de génération impulsive et displacive de phonon cohérents.

2.1 Pré-requis de la génération de phonon cohérents

Les processus de génération de phonons cohérents impliquent des processus de l’optique

non-linéaire tel que la diffusion Raman dans le cas des matériaux transparents. Or, cela

implique des relations de conservation de l’impulsion et d’énergie pour des interactions à

3 particules, similaires à ce que nous avons étudié précédemment pour les processus de

génération de seconde harmonique et d’amplification paramétrique optique. Le phonon est

un boson tout comme les photons du faisceau incident et diffusé, auquel nous associons
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l’énergie Eph = h̄ωph. La conservation de l’énergie et de l’impulsion permettent donc de

relier les pulsations et vecteurs d’ondes des particules intervenant dans l’interaction, et

d’obtenir les relations [43, 10.3] :

|ω1 − ω2| = ωph

±(k⃗1 − k⃗2) = k⃗ph

(6.3)

Dans le cas de la conservation de l’énergie, nous voyons apparaître respectivement les pul-

sations ω1 du faisceau incident et ω2 du faisceau diffusé. De même, nous introduisons k⃗1,

k⃗2 et k⃗ph qui sont respectivement les vecteurs d’onde du faisceau incident, du faisceau dif-

fusé et du phonon permettant de respecter l’accord de phase. Dans les faits, la norme des

impulsions des photons est inversement proportionnelle à la longueur d’onde des photons

considérés. Celle-ci est de l’ordre de quelques centaines à plusieurs milliers de nanomètres

dans le cadre du spectre visible et infrarouge, tandis que la distance interatomique est de

l’ordre de quelques angströms. Dés lors, une première constatation qui peut être faite à

partir de la deuxième équation est que seul des modes de phonons au point Γ (le centre

de la première zone de Brillouin) de l’espace réciproque peuvent être excités de manière

cohérente dans le cadre de nos expériences. La présence de la valeur absolue de la première

équation et du symbole ± de la seconde équation peuvent surprendre mais s’expliquent

par l’existence de deux types de processus de diffusion Raman. En effet, il y a le processus

(a) (b)

Fig. 49 : Schémas des transitions intervenant dans les processus de diffusion Raman (a)

Stokes et (b) anti-Stokes. |v⟩ est un état virtuel électronique tandis que |n⟩ et |m⟩ sont deux

états vibratoires du mode de phonon ωph. ω1 et ω2 sont respectivement les pulsations du

photon incident et du photon diffusé.

Stokes, pour lequel il y a création d’un phonon avec un décalage vers le rouge du photon

diffusé tandis que le processus anti-Stokes, annihile un phonon et provoque un décalage vers
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le bleu du photon diffusé. Les deux types d’interactions sont représentées sur les figures 49a

et 49b respectivement, où |v⟩ est un état virtuel, |n⟩ et |m⟩ sont deux états vibratoires du

mode de phonon ωph. Cependant afin d’avoir la génération cohérente du phonon, il est in-

Fig. 50 : Schéma du spectre gaussien d’une impulsion laser contenant les deux fréquences

de photon intervenant dans le processus de diffusion Raman.

dispensable d’avoir la présence des deux ondes électromagnétiques de manière similaire aux

processus non-linéaires décrit dans le chapitre des techniques expérimentales. Cela signifie

donc que l’impulsion pompe doit avoir un spectre suffisamment large (voir figure 50). Étant

donné que nous travaillons avec des impulsions gaussiennes d’une durée de l’ordre de 35 fs,

nous pouvons facilement évaluer cette largeur grâce à la limite de Fourier exprimée avec la

relation :

∆ν∆t ≥ 1

4π
(6.4)

Avec ∆t que nous prenons égal à la largeur à mi-hauteur temporelle de notre impulsion,

nous obtenons une largeur à mi-hauteur spectrale ∆ν supérieure ou égale à 3 THz. Par

conséquent, cette condition est respectée dans le cadre de de nos expériences sur le bismuth

et laisse place à un grand nombre de soustractions de fréquences de photons possibles,

rendant le processus efficace.

2.2 Génération impulsionelle et displacive de phonons cohérents

Dans le cadre de la génération de phonon cohérents d’une expérience pompe-sonde, le

processus peut être décrit classiquement par une équation d’oscillateur harmonique perturbé,
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décrivant l’évolution de la coordonnée normale du phonon Q [43, 10.3] :

d2Q

dt2
(t) + 2γ

dQ

dt
(t) + ω2

phQ(t) =
F (t)

m
(6.5)

γ est l’amortissement du mode tandis que F (t) est la force extérieure induisant la génération

du phonon cohérent et qui dépend du type de processus de génération. Dans le cadre de

la génération par diffusion stimulée Raman impulsionnelle (ISRS), cette force est déduite

à partir du dipôle moléculaire électrique induit par le champ électromagnétique polarisé

linéairement, qui a pour champ électrique E⃗(z, t). La direction z correspond à l’axe per-

pendiculaire à la surface de l’échantillon. Le dipôle électrique induit est défini grâce à la

polarisabilité moléculaire du matériaux α tel que :

d⃗(z, t) = ε0αE⃗(z, t) (6.6)

La polarisabilité est en général décrite par un tenseur et est supposée dépendre de la distance

internucléaire Q tel que [43, 10.3] :

α(t) = α0 +

(
∂α

∂Q

)
0

Q(t) (6.7)

α0 est la polarisabilité moléculaire du matériaux lorsque la distance interatomique est à

l’équilibre. A partir des équations (6.6), (6.7) et de l’énergie potentielle pour un dipôle

induit par un champ extérieur W = −d⃗ · E⃗/2, nous pouvons définir la force appliquée tel

que :

F (t) = −na
dW

dQ

Avec na qui est la densité atomique du matériau. Nous obtenons finalement :

F (t) =
ε0na

2

(
∂α

∂Q

)
0

E⃗2(z, t) (6.8)

Nous implantons maintenant l’équation précédente dans l’équation 6.5, nous obtenons l’équa-

tion de la dynamique du phonon dans le cadre de la théorie ISRS [98] :

d2Q

dt2
(t) + 2γ

dQ

dt
(t) + ω2

phQ(t) =
ε0na

2m

(
∂α

∂Q

)
0

E⃗2(z, t) (6.9)

Si nous considérons le cas simple d’un matériau isotrope ainsi qu’un champ électrique po-

larisé selon la direction y, alors nous pouvons considérer que la composante αyy du tenseur

de polarisabilité et l’équation précédente devient :

d2Q

dt2
(t) + 2γ

dQ

dt
(t) + ω2

phQ(t) =
ε0na

2m

(
∂αyy

∂Q

)
0

E⃗2(z, t) (6.10)

Pour une impulsion gausienne, le champ électrique s’écrit comme :

E⃗(z, t) = Ae−
(t−zn/c)2

2σ2 cos (ωp(t− zn/c)) e⃗y (6.11)
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A, n, ωp et σ sont respectivement l’amplitude du champ électrique, l’indice optique du

matériau traversé, la fréquence centrale de l’impulsion et la variance associée à l’impulsion.

Celle-ci est déduite de la durée de l’impulsion pompe τp = 2
√
2ln(2)σ. Afin de simplifier les

notations nous posons aussi :

α′ =

(
∂αyy

∂Q

)
0

(6.12)

Si nous décidons que t = 0 correspond au moment où le maximum de l’impulsion pompe

arrive sur la surface de l’échantillon situé à z = 0, et que nous implantons les équations 6.11

et 6.12 dans l’équation 6.10, celle-ci s’écrit :

d2Q

dt2
(t) + 2γ

dQ

dt
(t) + ω2

phQ(t) =
ε0na

4m
α′A2e−

(t−zn/c)2

σ2 (6.13)

La solution de cette équation différentielle, obtenue par la technique des fonctions de Green,

pour un faible amortissement γ est [98] :

Q(z > 0, t > 0) = Q0e
−γ(t−zn/c)sin(ωph(t− zn/c)) (6.14)

L’amplitude Q0 du phonon est définie comme :

Q0 =
ϵ0naα

′A2
√
πσ

4mωph

e−ω2
phσ

2/4 (6.15)

Cette équation nous permet d’obtenir une condition supplémentaire sur la génération du

phonon cohérent. En effet, l’amplitude du phonon sera maximale si σ tend vers zéro à cause

du facteur e−ω2
phσ

2/4. Afin d’avoir un processus efficace, il est donc indispensable que la durée

d’impulsion de la pompe soit très petite comparée à la période du phonon :

τp ≪
2
√

2ln(2)

ωph

(6.16)

Le modèle ISRS décrit jusqu’à présent donne de très bons résultats pour les matériaux trans-

parents mais n’est pas satisfaisant dans le cas des matériaux absorbants. A titre d’exemple,

il ne permet pas d’expliquer l’absence de l’observation du mode Eg du bismuth à l’état de

bulk. C’est pour cette raison que des modèles tel que la génération displacive de phonons

cohérents (théorie DECP) ont été développés. L’hypothèse du modèle est que la densité

d’électrons excités par l’impulsion pompe j(t), change le potentiel interatomique et induit

un déplacement des atomes de leur position d’équilibre initiale vers une position d’équilibre

métastable Q0(t). Ainsi l’équation de la dynamique du phonon s’écrit dans le cadre de ce

modèle comme [99] :

d2Q

dt2
(t) + 2γ

dQ

dt
(t) + ω2

phQ(t) = ω2
phQ0(t) avec Q0(t) = ξj(t) (6.17)

Le déplacement atomique induit est supposé linéaire et introduit par l’intermédiaire de

la constante de proportionnalité ξ. Si nous nous fions à l’hypothèse de base derrière ce

117 of 144



modèle, nous pourrions penser que le mécanisme d’excitation sous-jacent est différent d’un

processus Raman. Cependant, le modèle de la diffusion stimulée Raman transitoire (TSRS)

qui généralise la théorie ISRS, prend comme point de départ la résolution perturbative du

hamiltonien du solide considéré. Celui-ci comprend un terme de couplage électron-phonon

et permet d’obtenir le déplacement induit par le calcul des amplitudes de transitions [100].

C’est ainsi que toutes les conditions citées dans la partie précédente ainsi que cette partie

pour une excitation causée par diffusion Raman, sont tout aussi pertinentes dans le cas des

solides opaques.

3 Réflectivité résolue en temps du bismuth dans l’infrarouge proche

à différentes températures

3.1 Première analyse

Nous avons réalisé des mesures de la réflectivité résolue en temps du bismuth, dans le

cadre d’expériences de spectroscopie pompe-sonde, dans le domaine de l’infrarouge proche

à température variable. L’échantillon de bismuth a été placé dans un cryostat afin d’y ap-

pliquer des températures de 100 et 294 K. Le bismuth a été excité avec un faisceau pompe

à 3,09 eV (400 nm) obtenu par génération de seconde harmonique avec un cristal de BBO.

La impulsion pompe possède un diamètre au point focal de 300 µm, ainsi qu’une largeur

temporelle de 45 fs et est modulé par un modulateur mécanique à une fréquence de 500

Hz. Le faisceau sonde fut généré grâce à notre OPA, pompé tout comme le BBO par un

faisceau pompe avec une longueur d’onde de 1,55 eV (800 nm) avec une cadence de 1 kHz.

Les impulsions de sonde en sortie de l’OPA ont été focalisées sur des taches plus petites de

200 µm pour sonder une région uniformément excitée de la surface de l’échantillon. Dans le

cadre de nos expériences, l’énergie de photon de notre sonde variait entre 0,52 eV et 0,77

eV. La structure de bande du Bismuth ainsi que les transitions interbandes associées aux

impulsions pompe et sonde sont représentées respectivement sur les figures 51a et 51b. La

première figure illustre les transitions électroniques qui peuvent être induites par l’impulsion

laser de pompe de 3,09eV et sont représentées par des flèches bleues, signifiant la promotion

d’électrons des bandes d’énergie inférieures vers les bandes supérieures. La seconde figure

quand à elle, complète la précédente en illustrant le transitions sensibles aux impulsions

sondes infrarouges utilisées. Ici, les flèches oranges correspondent à une énergie de photon

de 0,77 eV et les flèches rouges à 0,52 eV. La zone ombrée entre ces deux ensembles de

flèches définit la gamme des longueur d’ondes intermédiaires entre ces deux limites, acces-

sibles pour la sonde, permettant ainsi une investigation détaillée de la réponse du matériau
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sur un continuum d’énergie dans le spectre infrarouge. Ces investigations sont essentielles

pour obtenir un début de compréhension de la dynamique ultra-rapide des porteurs dans le

bismuth. En effet, elles nous donnent des indices sur les potentielles voies de relaxation des

porteurs.

(a)

(b)

Fig. 51 : (a) Transitions possibles pour l’impulsion pompe utilisée (3.09 eV) représentées par

les flèches bleues. (b) Transitions possibles pour les impulsions sonde que nous avons utilisés

(0,52 - 0,78 eV). Les flèches rouges et oranges représentent respectivement les transitions

disponibles à 0,52 et 0,78 eV. Les zones en roses correspondent aux transitions disponibles

pour les énergies entre les deux bornes indiquées. La structure de bande utilisée provient de

la référence [90].

La figure 52 présente les courbes expérimentales de la réflectivité transitoire à la surface

du bismuth pour les températures de 100K et 295K et trois fluences de pompe (0,5, 1,0 et

2,0 mJ/cm2). Le signal présente une composante oscillante autour de THz, correspondant

au mode optique cohérent A1g du bismuth, ce qui est en accord avec les études antérieures

[87, 95, 96, 97]. Par ailleurs, nous observons également une dynamique de relaxation avec
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(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Fig. 52 : Réflectivité transitoire du bismuth entre 1,6 et 2,4 µm pour les fluences de 0,5

mJ.cm−2 à (a) 100 K, (b) 294K ; de 1,0 mJ.cm−2 à (c) 100 K, (d) 294K ; et de 2,0 mJ.cm−2

à (e) 100 K, (f) 294K.
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une variation lente, attribuée à la dynamique des électrons et au couplage électron-phonon.

Il est important de souligner que l’amplitude de la composante oscillatoire diminue à

mesure que l’énergie des photons de sonde diminue (c’est-à-dire pour des longueurs d’onde

plus grandes). Cette observation suggère que pour les énergies les plus basses, les transitions

sondées impliquent des électrons avec un couplage plus faible au phonon cohérent. De plus,

à des températures plus basses, l’amplitude et la durée de vie de la composante oscillatoire

augmentent, comme l’ont suggéré des études antérieures menées à une sonde d’énergie de

photon de 1,55 eV [87]. De plus, bien que l’amplitude du phonon augmente avec la fluence

quelle que soit la longueur d’onde de sonde et la température, la durée de vie diminue en

raison d’une interaction plus élevée entre phonons, résultant de l’anharmonicité du potentiel

interatomique, comme il avait été observé lors d’investigations antérieures [87, 88, 95]. Afin

d’étudier l’évolution de la dynamique du phonon cohérent, nous avons effectué une dérivée

temporelle de la réflectivité transitoire et nous avons fait une première analyse du signal,

avec un modèle d’ajustement à la courbe expérimentale utilisant la fonction suivante :

d

dt

(
∆R

R

)
(t) = 2πνphAe

− t
τph sin(2πνpht+ bt2 + ϕ) (6.18)

A, νph, τph, b, et ϕ sont respectivement l’amplitude du signal, la fréquence du phonon optique,

la durée de vie du phonon optique, le chirp de la fréquence du phonon et sa phase.

Une première constatation est que nous observons une variation de la fréquence du

phonon au cours du temps. Ce chirp de la fréquence du phonon A1g a déjà été observé et

son origine largement débattue dans la littérature [97, 101, 102, 103]. Cependant, à partir

des résultat de l’ajustement des données expérimentales avec l’équation (6.18), qui peuvent

être consultés sur la figure 53, nous constatons que dans les conditions données de la fluence

de pompe et de la température du cristal, la valeur de la fréquence et le chirp du phonon

optique dépendent également de la longueur d’onde du faisceau sonde. Cette observation

est curieuse, étant donné que, si nous nous referons aux modèles discutés précédemment

ainsi qu’aux études précédentes, nous nous attendons à ce que la fréquence et sa variation

au cours du temps, soient déterminées uniquement par la fluence de la pompe, qui contrôle

à son tour l’amplitude des oscillations du phonon. En effet, plus l’amplitude est élevée, plus

grande est l’anharmonicité du potentiel interatomique subie par les atomes oscillants.

3.2 Modélisation du bismuth photoexcité

Pour comprendre la relation entre la fréquence du phonon, le chirp et l’énergie de photon

de la impulsion sonde, il est nécessaire de prendre en considération la longueur de pénétra-

tion des impulsions pompe et sonde. Celle-ci dépend de la longueur d’onde de l’impulsion
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(a) (b)

(c) (d)

Fig. 53 : (a)/(c) Fréquences et (b)/(d) chirp pour chaque longueur d’onde, obtenus par le

modèle d’ajustement à la courbe pour les données expérimentales à 100/294K.
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considérée et a pour formule :

l(ω) =
c

2ωκ(ω)
(6.19)

Cela a deux conséquences. Pour commencer, cela signifie que la dépôt de l’énergie de la

pompe n’est pas uniforme dans le volume du cristal à cause de l’absorption qui suit une loi

exponentielle décroissante en fonction de la profondeur. La seconde conséquence est que pour

des énergies de photons différentes de sonde, nous explorons différentes couches atomiques

du cristal. Afin de reproduire la variation temporelle linéaire et positive de la fréquence du

phonon optique observée, nous avons donc pris en considération, la longueur de pénétration

du faisceau pompe. A cause de celle-ci, la quantité d’énergie déposée varie en fonction de la

profondeur du cristal. Par conséquent, l’amplitude et la fréquence du phonon qui dépendent

des phénomènes d’anharmonicité et de relâchement de la liaison, ne sont pas constantes

dans tout le volume excité. C’est ainsi qu’elles dépendent de la position de la couche ato-

mique par rapport à la surface de l’échantillon. Cela a notamment été mis en évidence lors

d’expériences de diffraction X ultrarapide, afin de caractériser la dynamique femtoseconde

du bismuth [104]. Par conséquent, différentes parties du phonon cohérent générées à diffé-

rentes profondeurs sont observées par la sonde, avec une pondération dans chaque couche

atomique, qui dépend de sa longueur de pénétration. Dans les faits, cela revient à considé-

rer que chaque couche atomique du bismuth se comporte comme un oscillateur isolé. Il en

résulte que la dynamique globale dépendra de la profondeur de pénétration qui peut être

sondée pour une énergie de photon donnée. À titre de comparaison, la figure 54 montre la

longueur d’absorption en fonction de l’énergie des photon dans la plage spectrale utilisée

dans nos expériences. Afin de modéliser le changement de fréquence, nous avons donc cher-

ché à calculer le profil en profondeur de fréquence des phonons causé par l’excitation du

système. Pour ce faire, nous avons utilisé une approximation harmonique, qui relie le déca-

lage vers le rouge de la fréquence des phonons ωph,0 au relâchement de la liaison moléculaire

causé par le chauffage du gaz d’électrons [87] :

ω2
ph(z, t) ≈ ω2

ph,0

(
1− kBTe(z, t)

Eb,0

)
(6.20)

Eb,0 est l’énergie de liaison de la liaison et est égale à 1,938 eV, et la fréquence des phonons

LO à 0 K, ωph,0, est fixée à 3 THz.

Afin d’obtenir l’évolution de la température des électrons Te, nous avons calculé un

modèle à deux températures du bismuth photoexcité, où nous avons considéré à la fois les

électrons et le réseau cristallin du bismuth, en utilisant les équations suivantes :

Ce
dTe
dt

= −G(Te−TL) + ∇⃗(Ke∇⃗(Te)) + S(t)

CL
dTL
dt

= G(Te − TL)

(6.21)
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Fig. 54 : Longueur de pénétration du rayonnement électromagnétique dans le bismuth en

fonction de l’énergie de photon. Une représentation en 3 dimensions a été ajoutée pour

montrer le profil spatial de la pompe ainsi que de la sonde pour les énergies de 0,62 et 0,77

eV. Les énergies de sonde utilisées sont indiquées par la lignes verticales en pointillé noir de

la zone rouge.
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Les Ci, Ti et Ki représentent respectivement la capacité thermique, la température et la

conductivité thermique de la partie considérée du système. La lettre ”e” représente les

électrons, et ”L” représente le réseau cristallin. La conductivité thermique du réseau cristallin

est négligée car la plupart de la diffusion de chaleur est assurée par les électrons pour des

températures supérieures à 10 K [105]. S(t) représente le terme source correspondant à

l’excitation du système par un laser impulsionnel gaussien avec une largeur à mi-hauteur de

2
√
2 ln(2)σ = 50 fs :

S(t) =
F (1−R)√

2πlpσ
e−

1
2(

t−t0
σ )

2

e−z/lp (6.22)

F est la fluence du laser d’excitation, z est la profondeur de l’échantillon et t0 est le temps

auquel l’impulsion pompe atteint la surface. Les valeurs de R et lp sont la réflectivité et la

profondeur de pénétration à l’équilibre, à la longueur d’onde du laser d’excitation, qui ont

été déterminées à partir de données optiques provenant d’études antérieures [106, 107]. G

est un terme de couplage électron-phonon qui permet l’échange d’énergie entre les électrons

et le réseau cristallin. Il est défini pour des températures supérieures à la température de

Debye comme [108] :

G =
π2

6

mc2sne

τeTe
(6.23)

m représente la masse des électrons, cs est la vitesse du son dans le bismuth, qui est égale

à 1541 m/s [109]. ne représente la densité d’électrons libres, qui pour le bismuth est égale à

5 électrons par atome. Enfin, 1/τe représente le taux de diffusion des électrons.

Pour réaliser la diffusion thermique causée par les électrons, nous définissons la conduc-

tivité des électrons comme [108] :

Ke =
v2Ceτe

3
(6.24)

v représente la vitesse des électrons et peut être approximée par la vitesse de Fermi pour

des températures bien inférieures à la température de Fermi TF = EF/kB [110]. Comme

la capacité thermique des électrons dépend de leur température, nous pouvons l’écrire en

fonction du coefficient de capacité thermique Ae :

Ce = AeTe (6.25)

Dans le cas d’un gaz d’électrons libres, le coefficient de capacité thermique est écrit [108] :

Ae =
π2k2Bne

2EF

(6.26)

Pour le bismuth, nous obtenons Ae = 66, 50 J.K−2.m−3. Pour la capacité thermique du

réseau cristallin, il a été démontré que le modèle de Debye reproduit fidèlement la capacité

mesurée expérimentalement pour une température de Debye TD = 119 K [96]. C’est ainsi
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que la capacité calorifique du réseau commence à changer significativement seulement pour

des températures inférieures à ∼ 100 K comme nous pouvons le voir en figure 55. Ainsi,

nous avons décidé par simplicité d’utiliser la loi de Dulong Petit, pour laquelle la capacité

thermique du réseau cristallin est écrite en fonction de la densité atomique na :

CL = 3nakB (6.27)

Nous avons calculé la densité atomique en utilisant les données cristallographiques de la

référence [92], qui donne na = 2, 83·1028 m−3, en accord avec des études antérieures [95, 111].

Nous obtenons avec l’équation (6.27), CL = 1,17·106 J.K−1.m3. Le taux de diffusion des

Fig. 55 : Capacité thermique théorique du réseau du bismuth dans le cadre du modèle de

Debye et de la loi de Dulong Petit.

électrons est écrit en utilisant la règle de Matthiessen en fonction des différents processus

de diffusion, tels que la diffusion électron-électron et électron-phonon [110] :

1

τe
=

1

τe−e

+
1

τe−ph

(6.28)

Dans les matériaux conducteurs massifs, le taux de diffusion électron-électron suit généra-

lement une dépendance quadratique en fonction de la température électronique [108, 112].

Ainsi, il peut être écrit avec une constante dépendant du matériau comme suit :

1

τe−e

= AT 2
e (6.29)
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Quant au taux de diffusion électron-phonon, il est généralement défini pour les basses tem-

pératures dans les métaux comme [110] :

1

τe−ph

= BTL (6.30)

En utilisant les équations (6.28), (6.29) et (6.30), il est possible de calculer un terme

d’échange électron-phonon variable et une conductivité thermique des électrons qui per-

met une meilleure estimation de l’évolution de la température des électrons. Ensuite, nous

implémentons le profil de fréquence des phonons obtenu avec les équations (6.20) et (6.21)

dans la formule suivante de la dérivée temporelle de la réflectivité résolue en temps :

d

dt

(
∆R

R

)
(h̄ω, t) = C(h̄ω)Fe

− t
τph

1

N

N∑
i=1

ωph(zi, t) sin(ωph(zi, t)t+ ϕ(h̄ω))e
− zi

lp e−
zi

ls(h̄ω)

(6.31)

τph, ls(h̄ω) et C(h̄ω) sont respectivement la durée de vie du phonon optique, la profondeur

de pénétration de la sonde et une constante de proportionnalité. La présence de la som-

mation fait écho avec notre hypothèse que chaque couche atomique se comporte comme

un oscillateur isolé. Enfin, comme la dynamique électronique est très lente comparé à la

fréquence d’oscillation du phonon, nous avons considéré que le signal de celui-ci est pré-

dominant dans la dérivée temporelle. C’est pour cette raison qu’il n’y a pas de terme en

e
− t

τph cos(ωph(zi, t)t+ ϕ(h̄ω))/τph. Pour ce modèle, nous avons utilisé N = 100 éléments d’une

épaisseur de 1 nm. Les paramètres de la simulation sont disponibles dans la table 5 et les

figures des dérivées temporelles pour chaque longueur d’onde et températures sont visible

dans les figures 57.

(a) (b)

Fig. 56 : Valeurs extraites pour la constante de proportionnalité C(h̄ω) à chaque fluence

pour les températures de (a) 100 K et (b) 294 K.

Comme nous pouvons le voir sur la figure 56, la constante de proportionnalité pour une

même température et une même énergie de photon, reste du même ordre de grandeur pour
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(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Fig. 57 : Dérivée temporelle de la réflectivité transitoire du bismuth entre 1,6 et 2,4 µm

pour les fluences de 0,5 mJ.cm−2 à (a) 100 K, (b) 294K ; de 1,0 mJ.cm−2 à (c) 100 K, (d)

294K ; et de 2,0 mJ.cm−2 à (e) 100 K, (f) 294K. Les courbes noires en pointillés sont le

résultat des simulations.
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chaque fluence. Nous remarquons des disparités dans le cas de la fluence de 0, 5mJ.cm−2 à

100 K, qui peuvent entre autres s’expliquer par le bruit du signal. Enfin, nous remarquons

que la valeur absolue de cette constante diminue avec l’énergie de photon. Ce qui semble en

accord avec la faible amplitude du phonon cohérent observée dans la réflectivité transitoire

à haute longueur d’onde de sonde (voir figure 52). La phase ϕ(h̄ω) ne semble pas consistante

entre les différents signaux mais reste proche de zéro. De ce fait, l’inconsistance peut venir

du bruit du dispositif expérimental ou bien d’un mauvais positionnement du zéro du signal

expérimental. Nous avons tenté d’utiliser la valeur de la constante de taux de collision

électron-phonon de la référence [111], qui donne B = 8, 37 · 1010 K−1.s−1, mais la meilleure

correspondance avec nos données expérimentales a été obtenue avec B = 2, 34 ·1010 K−1.s−1.

La meilleure correspondance avec les données expérimentales pour la constante de taux de

collisions électron-électron a été obtenue avec A = 1, 2 · 107 K−2.s−1 à T = 294 K et A

= 9, 6 · 107 K−2.s−1 à T = 100 K. Une possible explication de l’accroissement du taux de

collision électron-électron, est que la densité d’états électronique dans l’entourage du niveau

de Fermi, augmente avec la diminution de la température de l’échantillon. Tel que cela a été

observé par spectroscopie photoélectronique résolue en angle entre des températures variant

entre 20 et 400 K [89].

Comme il a été observé précédemment dans la littérature, la fréquence d’oscillation du

phonon cohérent observé ainsi que son amortissement dépendent de la fluence de la pompe

[87]. Cependant, nous avons pu voir par l’intermédiaire de nos données expérimentales et

de ce modèle que ce n’est pas une vision complète du phénomène. En effet, la pompe relaxe

le gaz électronique en augmentant sa température mais le profil thermique en profondeur

induit joue aussi un rôle. C’est ainsi que nous observons des fréquences et des amortissements

différents du phonon optique (voir la figure 53), pour des énergies de photon de sonde

différentes. Le temps de vie du phonon optique du modèle qui est identique pour toutes

les longueurs d’onde de sonde et qui ne varient qu’en fonction de la fluence (voir table 5),

souligne que nous observons toujours la même situation mais sous différentes perspectives à

cause du changement de longueur de pénétration optique en fonction de l’impulsion sonde.

Pour finir, l’accélération de la fréquence au cours du temps est directement corrélée à la

thermalisation du gaz d’électrons et du réseau cristallin. De fait, il est possible de déduire

indirectement le profil thermique du matériaux par observation de l’évolution de la fréquence

du phonon cohérent.
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Tab. 5 : Tableau des paramètres trouvés pour les simulations réalisées à 100 et 294 K ; à

0,5, 1,0 et 2,0 mJ.cm−2

Temperature (K) 100 294

Fluence (mJ/cm²) 0,5 1.0 2.0 0,5 1.0 2.0

A (107 K−2.s−1) 9.6 ± 0,8 1,20 ± 0,09

B (1010 K−1.s−1) 2,34052185 ± 3 · 10−8

τph (ps) 4,6 ± 0,2 1,85 ± 0,04 1,57 ± 0,04 3,5 ± 0,4 2,1 ± 0,2 1,53 ± 0,08

C(0,77 eV) (10−2 cm2/mJ) -2,20 ± 0,09 -4,5 ± 0,1 -2,39 ± 0,07 -1,39 ± 0,05 -1,60 ± 0,06 -1,50 ± 0,05

C(0,73 eV) (10−2 cm2/mJ) -1,34 ± 0,08 -3,06 ± 0,09 -2,33 ± 0,06 -1,26 ± 0,05 -1,44 ± 0,06 -1,09 ± 0,04

C(0,69 eV) (10−2 cm2/mJ) -1,61 ± 0,08 -2,41 ± 0,09 -2,09 ± 0,06 -1,17 ± 0,05 -1,21 ± 0,05 -1,39 ± 0,05

C(0,65 eV) (10−2 cm2/mJ) -1,47 ± 0,08 -2,90 ± 0,09 -2,35 ± 0,06 -0,93 ± 0,04 -1,14 ± 0,05 -1,11 ± 0,04

C(0,62 eV) (10−2 cm2/mJ) -1,07 ± 0,07 -2,74 ± 0,09 -1,73 ± 0,06 -0,96 ± 0,04 -1,07 ± 0,05 -0,99 ± 0,04

C(0,59 eV) (10−2 cm2/mJ) -0,59 ± 0,07 -1,99 ± 0,08 -1,43 ± 0,06 -0,75 ± 0,04 -1,15 ± 0,05 -0,82 ± 0,04

C(0,56 eV) (10−2 cm2/mJ) -0,44 ± 0,07 -1,50 ± 0,08 -1,08 ± 0,05 -0,60 ± 0,04 -1,02 ± 0,05 -0,67 ± 0,04

ϕ(0,77 eV) -0,01 ± 0,04 -0,23 ± 0,02 -0,23 ± 0,02 0,00 ± 0,03 -0,33 ± 0,03 0,00 ± 0,03

ϕ(0,73 eV) 0,00 ± 0,06 0,40 ± 0,03 -0,04 ± 0,02 0,00 ± 0,04 -0,40 ± 0,04 0,00 ± 0,04

ϕ(0,69 eV) -0,04 ± 0,05 0,31 ± 0,04 0,17 ± 0,03 0,00 ± 0,04 0,00 ± 0,04 0,00 ± 0,03

ϕ(0,65 eV) -0,12 ± 0,05 0,26 ± 0,03 -0,07 ± 0,02 -0,31 ± 0,05 -0,31 ± 0,04 0,00 ± 0,04

ϕ(0,62 eV) -0,34 ± 0,07 0,22 ± 0,03 -0,20 ± 0,03 0,00 ± 0,04 -0,31 ± 0,04 0,31 ± 0,04

ϕ(0,59 eV) -0,3 ± 0,1 -0,13 ± 0,04 -0,27 ± 0,04 0,00 ± 0,05 0,00 ± 0,04 0,00 ± 0,05

ϕ(0,56 eV) -0,3 ± 0,2 0,00 ± 0,06 -0,43 ± 0,05 -0,31 ± 0,07 -0,43 ± 0,04 0,00 ± 0,06
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Conclusion et perspectives

Cette thèse a marqué une avancée significative dans la compréhension des boîtes quan-

tiques de HgTe, en dévoilant les dynamiques des porteurs au sein de ces nanostructures grâce

à notre dispositif de spectroscopie laser ultrarapide, possédant une résolution temporelle fine

et un accès à une grande gamme spectrale pour nos impulsions laser. Les mesures de ré-

flectivité résolues en temps ont permis des éclaircissements cruciaux sur la dynamique des

porteurs aux échelles de temps picoseconde et sub-picoseconde. En utilisant, un modèle de

puits quantique à trois dimensions, il nous a été possible de déduire les potentiels processus

intervenant dans la dynamique ultrarapide des porteurs et de construire une interprétation

convaincante de nos résultats expérimentaux. Ces travaux ont permit d’établir des bases

solides pour l’intégration de ces structures dans des dispositifs optoélectroniques. L’utilisa-

tion des expériences de spectroscopie pompe sonde a permit l’exploration de combinaisons

innovantes telles que le mélange de boîtes de HgTe et de ZnO, conduisant à la réalisation

de la première LED centrée à 2 µm. Outre ces avancées, une exploration a été entreprise

avec des films comprenant un mélange de boîtes colloïdales de HgTe et de HgSe dopé n.

Ce mélange a été utilisé pour exploiter l’absorption intrabande du HgSe et palier son pro-

blème de courant d’obscurité. Une application prometteuse de ce mélange a émergé dans le

domaine des photodétecteurs dans l’infrarouge moyen, fonctionnant à 200 K. La synthèse

chimique de ces nanocristaux présente une alternative à moindre coup en comparaison de

la croissance épitaxiale des photodétecteurs infrarouges commerciaux, tels que l’InSb et le

MCT, et représente un pas en avant significatif en termes de faisabilité et d’application

pratique. L’étude du bismuth monocristallin en fonction de la température a également

constitué une facette intrigante de ces travaux, avec une analyse de la dépendance de la

fréquence du phonon cohérent par rapport à l’énergie de photon de la sonde, à l’aide d’un

modèle simple. Cette première tentative d’analyse des résultats expérimentaux singuliers

offre des perspectives nouvelles pour une compréhension approfondie de la dynamique du

phonon cohérent dans le bismuth. Il en a suivi l’étude en température du HgTe colloïdal qui

a permit de mettre en évidence le rétrécissement de sa bande interdite en accord avec les

observations d’études antérieures [7], ainsi que des changements au niveau de la thermali-

sation des porteurs. Nous avons aussi obtenu des résultats expérimentaux surprenants à 7

K pour lesquelles nous n’avons pas d’interprétation solide à l’heure actuelle.

Une étude utilisant des impulsions sonde dans l’infrarouge moyen, voire lointain est

par conséquent une nécessité pour avoir une observation plus fine de l’évolution de la dy-

namique ultrarapide des boîtes quantiques de HgTe. Cela permettrait de pouvoir suivre
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l’évolution du décalage vers le rouge du premier exciton lorsque nous réduisons la tempé-

rature et comprendre ce qu’il se passe aux températures les plus basses. De plus, sonder

les films de boîtes quantiques à cette gamme d’énergie pourrait nous permettre d’observer

directement les comportements intrabande des porteurs et apporter une solidification de

nos interprétations. Les raies d’absorption des ligands sont également comprises sur cette

gamme spectrale et pourrait nous donner des indications sur l’influence du choix des li-

gands sur la dynamique générale des porteurs. Il serait ainsi possible en association avec

la gamme du proche infrarouge d’avoir une image plus complète sur l’impact des ligands

et pourrait mettre en évidence l’origine des asymétries entre les mobilités des électrons et

des trous qu’il a été observé pour des ligands différents [113, 26] de ceux que nous avons

utilisé dans le cadre de nos expériences. Un autre facteur d’intérêt est le choix du substrat

de ces films et leur action sur la dynamique des boîtes qui n’a pas été traité dans le cadre

de cette thèse mais reste important lorsque nous considérons l’intégration à des dispositifs

optoélectroniques. Car comme nous avons pu le voir avec la LED à base de HgTe et de ZnO,

la couche est en contact avec des couches différentes du substrat saphir utilisé lors de nos

expériences. En suivant cette réflexion, il pourrait être aussi d’un grand intérêt de réaliser

des expériences spectroscopie ultrarapide sur ces dispositifs, dans un cadre in operando.

Pour finir, le cadre théorique de cette thèse a permit d’obtenir une base d’interprétation

des résultats expérimentaux comme indiqué plus tôt. Il serait par conséquent intéressant de

pousser cette analyse théorique par l’intermédiaire d’un modèle d’équations différentielles

permettant de suivre la population des différents états quantiques entrant en jeu dans la

dynamique et apporterait une plus-value à l’étude de la dynamique des porteurs dans le

HgTe ou les mélanges qui ont été étudiés pour les dispositifs optoélectroniques présentés.

En somme, cette thèse a considérablement enrichi notre compréhension des propriétés

électroniques et optiques des boîtes quantiques colloïdales de HgTe, tout en explorant des

combinaisons novatrices et en ouvrant la voie à des applications pratiques dans le domaine

de l’optoélectronique. Les multiples facettes de ces travaux témoignent du grand potentiel

du développement de dispositifs à base de boîtes colloïdales.
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Résumé : Cette thèse porte sur l’étude fondamen-
tale et les applications optoélectroniques des boı̂tes
quantiques colloı̈dales de chalcogénure de mercure,
avec une prépondérance pour le tellurure de mer-
cure (HgTe). Celui-ci possède grâce au confinement
quantique des porteurs, d’incroyables propriétés op-
tiques lui permettant de modifier sa bande interdite et
de couvrir l’intégralité du spectre infrarouge. Dans le
cadre de cette thèse, nous nous sommes focalisés sur
une gamme spectrale comprise entre 2 et 4 microns,
qui présente un grand intérêt pour les instruments
de guidage mais aussi la détection de certains pol-
luants. Cette étude a principalement été réalisée par
l’utilisation de lasers femtosecondes, dans le cadre de
la réalisation d’expériences de spectroscopie pompe-

sonde. Cette technique a permit la caractérisation des
propriétés électroniques des porteurs qui sont indis-
pensables au développement et à la réalisation de
sources lumineuses ainsi que de photodétecteurs. En
effet, les données expérimentales obtenues dans le
cadre de cette thèse ont abouti à la réalisation de
la première diode électroluminescente centrée à une
longueur d’onde de 2 microns ainsi que d’un pho-
todétecteur centré à 4 microns et dont la température
de fonctionnement a pu atteindre 200 K, à l’opposé
des 80 K des photodétecteurs moyen infrarouge com-
merciaux. Pour finir, cette étude présente aussi le
comportement du HgTe et du bismuth monocristallin
en fonction de la température. Ce dernier nous ayant
servi d’étalon pour cette partie de la thèse.

Title : Ultrafast dynamics in quantum dots
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Abstract : This thesis focuses on the fundamental
study and the optoelectronic applications of colloidal
quantum dots of mercury chalcogenide, with a pre-
ponderance for mercury telluride (HgTe). Thanks to
the quantum confinement of the carriers, HgTe has
incredible optical properties allowing it to modify its
band gap and cover the entire infrared spectrum. In
this thesis, we focused on a spectral range between 2
and 4 microns, which is of great interest for guidance
instruments but also for the detection of certain pollu-
tants. This study was mainly carried out using femto-
second lasers, in the context of pump-probe spectro-
scopy experiments. This technique allowed the cha-

racterization of the electronic properties of the carriers
that are essential to the development and realization
of light sources and photodetectors. Indeed, the expe-
rimental data obtained in the framework of this thesis
led to the realization of the first light-emitting diode
centered at a wavelength of 2 microns as well as a
photodetector centered at 4 microns and whose ope-
rating temperature could reach 200 K, unlike the 80
K of commercial mid-infrared photodetectors. Finally,
this study also presents the behaviour of HgTe and
monocrystalline bismuth as a function of temperature.
The latter served as a standard sample for this part of
the thesis.
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