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Résumé

La demande croissante de dispositifs photoniques dans la gamme térahertz (THz)
a conduit au développement des Lasers & Cascade Quantique (LCQ). Réalisés en
1994 dans l'infrarouge moyen, ces lasers unipolaires & semiconducteurs comptent
désormais parmi les sources les plus prometteuses pour I’émission THz. Néanmoins,
de nombreux phénomeénes de pertes optiques limitent leurs performances et ’optimi-
sation de ces dispositifs demeure d’actualité. Parmi les sources de pertes, ’absorption
par porteurs libres, qui résulte de transitions intra- et inter-sousbande obliques ac-
tivées par toute source de désordre brisant 'invariance par translation dans le plan
des couches, doit étre précisément modélisée. Ce processus est bien documenté pour
les matériaux massifs ot le modéle semi-classique de Drude peut étre appliqué. En
revanche, pour les LCQ, celui-ci prédit des coefficients d’absorption comparables
voire supérieurs aux réels gains laser.

Ce travail de thése expose un modéle quantique de I’absorption par porteurs
libres dans les structures a cascade quantique suivant deux approches théoriques
différentes : un développement perturbatif au premier ordre au potentiel de désor-
dre et une diagonalisation numérique du Hamiltonien du systéme désordonné. Ces
travaux montrent que 'absorption par porteurs libres est trés faible et radicalement
différente du résultat semi-classique. Ils font également I'analyse des différentes con-
tributions au spectre d’absorption ainsi que la possibilité d’ajuster la forme et la
largeur de raie par une ingénierie de dopage. D’importants effets de localisation spa-
tiale des états électroniques par le désordre ainsi que leur influence sur les taux de
diffusion ont également été étudiés.

Mots-clé : absorption par porteurs libres, structure a cascade quantique,
désordre, transition intra- and inter-sousbande, diffusion, térahertz.
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Abstract

The demand to produce reliable THz detectors and emitters has lead to a sig-
nificant improvement of the Quantum Cascade Lasers (QCLs). First demonstrated
in 1994 in the mid-infrared range, these unipolar semiconductor lasers are one of
the most promising photonic sources for THz emission. Nevertheless, various optical
loss phenomena limit their performances and the improvement of these devices is
intensively researched. Among the possible loss sources, the Free Carrier Absorption
(FCA), that arises from intra- and inter-subband oblique transitions activated by
any disorder source destroying the translational invariance in the layer plane, has to
be accurately modeled. FCA is well documented for bulk materials where the semi-
classical Drude model can be used. For QQCLs, this model predicts FCA coefficients
that are comparable or larger than the actual QCL gains.

This work presents a quantum modeling of FCA in quantum cascade structures
following two theoretical approaches : a perturbative expansion at the first order in
the disorder potential and a numerical diagonalization of the Hamiltonian in presence
of disorder. These calculations show that FCA is very small in QCLs and radically
differs from the semiclassical Drude result. Moreover, they point out the different
contributions to the absorption spectrum and the possibility of ajusting the absorp-
tion linewidth and lineshape by dopant engineering. Important disorder-induced
localization effects have been identified as well as their non negligible influence on
the electronic scattering rates.

Keywords : free carrier absorption, quantum cascade structure, disorder,
intra- and inter-subband transition, scattering, terahertz.
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Introduction générale

Le domaine térahertz (THz) est une région du spectre électromagnétique a la
frontiére entre les technologies électroniques et photoniques qui s’étend de 0.1 & 100
THz. Bien qu’il s’agisse d'une gamme de fréquence pour laquelle de nombreuses ap-
plications ont été identifiées autant sur le plan fondamental qu’industriel [1], celle-ci
est restée inexplorée jusqu’a trés récemment & cause du manque de dispositifs ap-
propriés [2]. Grace aux progrés récents des nanosciences, notamment en matiére de
nanofabrication, ce “fossé THz” est graduellement rempli par I’émergence et ’amélio-
ration de sources et de détecteurs novateurs [3-6].

Parmi ceux-ci, les Lasers a Cascade Quantique (LCQ) sont des lasers a semicon-
ducteurs unipolaires pour lesquels I’émission de photons a lieu entre deux états de
conduction [7]. Fruits d’une ingénierie de bandes et d’une maitrise de la croissance de
couches de semiconducteurs nanométriques, ils se composent d’une série périodique
de puits quantiques couplés. A l'intérieur d’'une période donnée, les électrons issus
de la période précédente sont injectés par effet tunnel vers le niveau supérieur de
la transition laser. Ils émettent un photon en relaxant vers le niveau inférieur dont
ils sont ensuite extraits par effet tunnel et/ou par émission de phonons optiques
vers la période suivante. Un méme électron peut ainsi produire N photons par effet
de cascade. La premiére réalisation d’un laser a cascade quantique date des années
1990 dans l'infrarouge moyen [8]. Depuis, leur longueur d’onde d’émission a pro-
gressé vers la gamme THz et c’est dans les années 2000 que les LCQ THz ont vu
le jour [9]. Grace & leur compacité et leur flexibilité d’ingénierie, les LCQ sont de-
venus les sources photoniques les plus prometteuses pour cette gamme de fréquence.
Cependant, il n’existe toujours pas de source THz intense et fiable & température
ambiante et les LCQ THz restent des dispositifs & optimiser. Leur développement
reste & ce jour un sujet de recherche compétitif et internationnal [10-14].

En effet, a ces longueurs d’onde ot I'énergie des photons laser devient comparable
a I’énergie d’activation thermique, la difficulté réside dans la conservation de l'inver-
sion de population menacée par divers phénoménes de pertes |10|. Les premiéres réa-
lisations industrielles des LCQ ont déja vu le jour pour la gamme moyen infrarouge
mais la compréhension des mécanismes physiques régissant les pertes est, pour ce
qui concerne les LCQ THz, nettement insuffisante. On concoit donc I'importance
des études en amont qui visent & optimiser ces dispositifs quantiques complexes.
L’amélioration des LCQ passe ainsi par 'optimisation du design des structures mais
également par une compréhension détaillée des mécanismes de pertes.

Parmi ceux-ci, I'absorption des photons laser par les porteurs libres de la zone
active est bien détaillée et bien documentée pour les matériaux massifs ou le modéle
semi-classique de Drude prédit une croissance de ’absorption en A ou p =~ 2 — 3
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et A est la longueur d’onde d’émission [15]. L’absorption par porteurs libres ré-
sulte de transitions optiques obliques (dans I’espace des vecteurs d’onde E) médiées
par les diffuseurs de la structure. Ce phénoméne est connu dans les lasers inter-
bande conventionnels pour étre d’efficacité moyenne justement en raison des courtes
longueurs d’onde [16]. Au contraire, dans les lasers intra-bande tels que les LCQ),
pour lesquels les longueurs d’onde sont plus grandes, ce mécanisme doit étre plus
important. Pour ces hétérostructures quasi-bidimensionnelles, les estimations des
pertes par porteurs libres obtenues par extrapolation des résultats semi-classiques
conduisent a des valeurs de coefficient d’absorption qui, si elles s’avéraient exactes,
prédiraient 'extinction des LCQ THz [17]. 1l existe en effet trés peu voire pas de
calculs explicites et réalistes de ce mécanisme de pertes dans les structures a cascade
quantique alors qu'une modélisation précise de celui-ci est nécessaire a 1’améliora-
tion de ces dispositifs.

Un autre effet sérieusement néfaste a I’émission des LCQ est la diffusion inter-
sousbande des porteurs. Celle-ci ruine l'inversion de population en dépeuplant le
niveau supérieur de la transition laser [18|. Les taux de diffusion relatifs & ces pro-
cessus de pertes sont généralement évalués a I'approximation de Born qui ne tient
pas compte de la nature fortement localisée des états électroniques de la struc-
ture réelle (c’est-a-dire en présence de désordre), ni méme de 'existence d’états liés
dont I’énergie se retrouve inférieure au minimum de sous-bande. Or, ces états par-
ticuliers doivent probablement jouer un roéle statistique important, notamment aux
températures typiques de fonctionnement des structures THz. Pour ce processus-ci
également, une modélisation réaliste incluant ces effets de désordre s’impose.

Le sujet principal de cette thése s’inscrit donc dans ce contexte d’amélioration
des LCQ et porte sur I’étude théorique des mécanismes de réabsorption des pho-
tons dans les structures a cascade quantique. Le but de ce travail est double. Il
s’agit d’'une part de proposer une analyse quantitative détaillée de ces phénoménes
de pertes souvent traités de maniére incompléte et d’autre part, d’apporter une
description plus précise des phénoménes de diffusion entre états désordonnés des
hétérostructures quasi-bidimensionnelles.

Ce manuscrit est organisé en quatre chapitres.

Le chapitre I s’inscrit dans la continuité de cette introduction générale et
présente les généralités de base du fonctionnement et de I’architecture des structures
a cascade quantique. Il détaille notamment les propriétés d’émission mais aussi les
différentes sources de pertes optiques. Les différentes sources de désordre qui ac-
tivent les transitions obliques de ’absorption par porteurs libres y sont présentées et
les modéles théoriques et numériques que nous avons développés pour le traitement
de ces différents diffuseurs y sont exposés.

Le chapitre II présente une premiére approche théorique de ’absorption par
porteurs libres. Celle-ci repose sur un développement perturbatif des états électro-
niques au premier ordre au potentiel de diffusion. Dans un premier temps, les li-
mites du modéle semi-classique de Drude seront discutées ainsi que la difficulté a
extrapoler ces résultats semi-classiques aux structures a cascade quantique. Dans un
second temps, I’approche perturbative elle-méme sera ensuite détaillée ou les cas de
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transitions intra- et inter-sousbande obliques médiées par les défauts d’interface, les
impuretés ionisées, le désordre d’alliage et les phonons seront traités. Ce chapitre se
concluera par une étude de I’évolution des pertes par porteurs libres en température
et par une comparaison des différentes configurations de polarisation de 'onde élec-
tromagnétique absorbée.

Le chapitre IIT détaille une seconde approche de calcul de I'absorption dans
les LCQ. Celle-ci consiste a diagonaliser numériquement le Hamiltonien du systéme
en présence de désordre. Deux types de diffuseurs statiques seront considérés pour
cette étude : les défauts d’interface et les impuretés ionisées issues du dopage de la
structure. Grace a nos techniques numériques, les différentes contributions et leurs
mécanismes physiques associés seront analysés. Ces résultats seront ensuite com-
parés aux résultats perturbatifs du chapitre IT ainsi qu’a d’autres modéles courants
d’absorption, fondés notammenent sur les fonctions de corrélation. Ce chapitre se
concluera par la démonstration de l'existence de quasi-régles de sélection optiques
efficaces malgré la nature désordonnée de la structure. La possibilité d’ajuster la
forme et la largeur de raie d’absorption inter-sousbande par ingénierie de dopage
sera également discutée.

Le chapitre IV est consacré a I’étude des diffusions inter-sousbande entre états
propres du systéme désordonné. En reprenant une approche numérique similaire a
celle développée au chapitre III, nous analyserons I'influence des états liés et localisés
par le désordre sur les taux de diffusion. Les dépendances de ces taux en fonction
du nombre de diffuseurs et de leur position dans la structure seront étudiées.



INTRODUCTION GENERALE




Chapitre 1

Structures a cascade quantique :
pertes optiques et diffusion

I.1 Introduction

Le développement de techniques de croissance élaborées, telles que I’épitaxie par
jets moléculaires [19, 20| et I’épitaxie en phase vapeur d’organo-métallique [21], a
permis la réalisation d’hétérostructures de semiconducteurs quasi-bidimensionnelles
(quasi-2D). Le controle de Iépaisseur des couches au plan atomique prés ainsi que
la variété des matériaux disponibles ont fait des hétérostructures quasi-2D des can-
didats idéaux pour les applications optoélectroniques et actuellement, les meilleurs
lasers dans l'infrarouge (IR) et dans le visible sont des lasers a puits quantiques de
semiconducteurs.

Dans ces structures nanométriques, I’alternance des couches des différents matériaux
brise 'invariance par translation le long de I’axe de croissance. En conséquence, une
hétérostructure quasi-2D idéale peut absorber une onde électromagnétique polarisée
suivant cette méme direction par le biais de transitions intra-bande de conduction.
En revanche, aucune transition optique intra-bande n’est possible pour les autres
configurations de polarisation.

La premiére observation expérimentale de ’émission inter-sousbande (ou intra-bande)
a été reportée par Gornik et al. dans le gaz d’électrons 2D d’une structure Si/SiOy
[22]. Suite & cette mesure, Ando et al. ont proposé une approche théorique des tran-
sitions inter-sousbande ainsi que du role joué par les diffuseurs et les effets N-corps
dans ce processus radiatif [23]. Parallélement, le concept de super-réseau fut proposé
par Esaki et Tsu en 1970 [24]. Une telle hétérostructure est une séquence de puits
quantiques couplés dont les barriéres sont suffisamment fines pour autoriser le pas-
sage tunnel et la délocalisation des porteurs sur toute la structure. Cette idée a alors
conduit Kazarinov et Suris & proposer un nouveau type d’émetteur intra-bande. Ils
prédirent qu'une amplification de I’émission inter-sousbande pouvait étre obtenue
dans un super-réseau biaisé, c’est-a-dire soumis & un champ électrique statique ap-
proprié [25, 26|. Le concept de structure a cascade quantique était né. Il a fallu
ensuite attendre I'optimisation des techniques de croissance et de nanofabrication
pour que les premiéres observations d’émission inter-sousbande soient faites dans
les matériaux III-V [27, 28|, jusqu’a I’émergence des Lasers a Cascade Quantique
(LCQ) avec la premiére observation d’une émission laser dans le moyen-IR en 1994
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[8], puis en 2002 dans le domaine térahertz (THz) [9)].

Mis a part les LCQ, un certain nombre de dispositifs, dont le fonctionnement repose
aussi sur les transitions optiques intra-bande d’une structure a cascade quantique, a
simultanément été développé [7, 29]. Parmi eux, on compte notamment les détecteurs
infrarouge a puits quantiques (QWIP pour Quantum Wells Infrared Detector) [30]
et les détecteurs a cascade quantique (QCD pour Quantum Cascade Detector) [31].

Les structures a cascade quantique dominent désormais ’optoélectronique dans le
lointain infrarouge. Néanmoins, les performances de ces structures complexes et
novatrices restent affectées par une variété de phénomeénes de pertes. Une part im-
portante de 'optimisation des LCQ, notamment ceux émettant dans la gamme THz,
concerne la réduction des pertes optiques telles que 1’absorption des photons laser
par les porteurs de la structure.

Dans ce premier chapitre, nous exposons le contexte général de ce travail de thése.
Dans un premier temps, nous présenterons les principes de base des LCQ ainsi que
leurs états de conduction. Dans un deuxiéme temps, nous détaillerons les différentes
sources de pertes optiques qui dégradent leur émission, en particulier celles qui
consistent en ’absorption des photons laser par les électrons. Ces processus étant
fortement dépendants des mécanismes de diffusion, nous concluerons ce chapitre par
une description détaillée des différents diffuseurs élastiques et inélastiques que nous
considérerons dans les chapitres suivants comme les médiateurs de I’absorption par
porteurs libres ou encore de la fuite non-radiative des porteurs.

I.2 Laser a cascade quantique

Ces lasers & semiconducteurs couvrent actuellement une vaste gamme spectrale
qui s’étend du moyen-IR au THz. L’intérét et le développement de ce dispositif
quantique n’ont cessé de croitre depuis sa création en 1994 et de nombreuses ap-
plications, aussi bien fondamentales qu’industrielles, ont déja été identifiées. Parmi
elles, on compte les techniques de spectroscopie [32, 33|, 'imagerie biomédicale [34],
la sécurité [35], les télécommunications [36] ou encore I'astronomie [37]. Le but de
cette section n’est pas de proposer une revue détaillée des LCQ [38, 39| mais plutot
de présenter les principes de base de leur fonctionnement et de leur architecture qu’il
est nécessaire d’exposer avant d’aborder les chapitres suivants.

Comme toute structure a cascade quantique, le LCQ est constitué d’une alter-
nance de couches de semiconducteurs formant une série de puits quantiques couplés.
Grace a I'alternance des couches, les porteurs sont confinés spatialement dans la di-
rection de croissance et leur énergie est quantifiée en états de sous-bande. Les LCQ
se distinguent tout d’abord des diodes laser conventionnelles par leur unipolarité. La
transition radiative a lieu exclusivement en bande de conduction, n’impliquant alors
qu'un seul type de porteurs : les électrons. La figure 1.1 compare les différents pro-
cessus d’émission dans les hétérostructures quasi-2D. Le diagramme I.1.a représente
I’émission bipolaire typique d’une diode laser. Le photon, d’énergie hw, est produit
par la recombinaison d’un électron de la bande de conduction et d’un trou de la
bande de valence. L’énergie laser est forcément inférieure au gap d’énergie F, du
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F1GURE I.1 — Comparaison des processus d’émission dans une hétérostructure quasi-
2D. (a) Schéma de I’émission inter-bande. Cette transition optique est bipolaire et
a lieu entre un électron de la bande de conduction (BC) et un trou de la bande
de valence (BV). Le photon est émis & une énergie dont la valeur minimale est
forcément supérieure au gap d’énergie du matériau puits : iw > E;. (b) Schéma
de I’émission inter-sousbande. Cette transition optique est unipolaire et a lieu entre
deux sous-bandes de conduction. Le photon est émis a I’énergie hw = F,,1 — E,.
(c) Profil de bande d’un puits quantique réalisé a partir de lalternance de couches
du matériau barriére A et du matériau puits B. La structure est de largeur L, et V,
désigne la discontinuité en bande de conduction.

matériau puits de la structure [40|. Le diagramme I.1.b représente I’émission unipo-
laire des LCQ. Dans ce cas de figure, le photon est produit par relaxation radiative
inter-sousbande d’un électron de conduction et I’énergie de cette transition corres-
pond a I’écart entre les deux niveaux de sous-bande E,, 1 —FE,,, pourvu que les masses
effectives pour le mouvement dans le plan soient identiques. Par ailleurs, cette éner-
gie est controlée par I’épaisseur (L,) et la hauteur des puits quantiques (V4). Con-
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trairement aux lasers inter-bande ot I'énergie £, est intrinséque au matériau utilisé
[41], il est par contre possible d’ajuster la fréquence d’émission d’un LCQ par un
choix judicieux des matériaux mais aussi des épaisseurs de couches [42, 43|. Le di-
agramme [.1.c représente la structure d’un puits quantique, brique de base des LCQ.

o f Injection barrier 1020
N\ i lo.15
LY\ \f‘}
yavara WA Y
SVATAY AY, ~0.10
S 1L / WA
et Rt S ‘l f ,4\-
Injector Active SL | L
~

FIGURE 1.2 — Profil en bande de conduction du premier LCQ THz réalisé. Cette
figure est extraite de 'article de Kohler et al. |9].

La figure 1.2, extraite de 'article de Kohler et al. [9], représente une portion
du profil en bande de conduction du premier LCQ THz realisé. Ce diagramme de
bande met en évidence une autre caractéristique principale du LCQ : sa périodicité.
La période est en effet 'unité fondamentale de ces émetteurs. Celle-ci est composée
d’une zone active dans laquelle le photon laser est produit et d’une zone de transport
tunnel formée de super-réseaux [44, 45]. On distingue alors deux parties principales
de la période d’un LCQ aux fonctions bien distinctes mais pour autant complémen-
taires :

— l'injecteur est constitué d’un super-réseau dont les états sont organisés en mini-
bande. Cette minibande de transport permet 'injection des porteurs dans la
zone active.

— la région active est composée d’'un nombre variable mais relativement faible
de puits quantique®. La région active est la zone dans laquelle I'inversion de
population est réalisée et la transition laser est souvent qualifiée de verticale ou
de diagonale. Ces deux cas correspondent a la situation ot les états supérieur
et inférieur de la transition sont localisés dans le méme puits ou dans des puits
différents.

En régime de fonctionnement, la structure entiére est biaisée par 'application
d’un champ électrique statique paralléle & I'axe de croissance. Ce potentiel permet
d’aligner le niveau de l'injecteur avec le niveau supérieur de la transition laser, per-

1. Le nombre de puits quantiques de la zone active varie d’un laser & 'autre. Il peut s’élever
a une dizaine de puits pour les LCQ IR. En revanche, pour les LCQ THz, les structures peuvent
étre plus simples et ne comporter que quelques puits [11, 46, 47].
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mettant ainsi le passage des électrons dans la structure. Le méme électron subit une
relaxation entre deux niveaux de sous-bande de la zone active de chaque période,
émettant un photon, et est extrait puis injecté dans la période suivante ot il y subira
une nouvelle relaxation. L’extracteur d’'une période donnée coincide ainsi avec l'in-
jecteur de la période suivante. Dans certains lasers, le niveau bas de la transition
laser peut étre vidé par émission de phonon optique longitudinal. Dans ce cas, la
séparation en énergie entre le niveau bas de la transition laser et I'extracteur est
égale a I’énergie d'un phonon optique longitudinal et le LCQ est qualifié de LCQ a
“dépopulation par phonon”[45, 47, 48]. Cette périodicité permet ainsi de “recycler”
les porteurs d’une période a 'autre et de contribuer a chaque fois & ’émission laser.
Un électron donné produira donc idéalement N, photons (ou N, est le nombre de
périodes du LCQ) par effet de cascade. La figure 1.3 schématise le passage d’un
électron dans une période du LCQ. Les fleches horizontales vertes représentent le
transport tunnel a travers les minibandes injectrice et extractrice et la fléche verti-
cale verte représente la transition radiative laser dans la zone active.

mjecteur

zone
active

extracteur

T~

L V

axe de croissance

FIGURE 1.3 — Schéma du passage d’un électron dans une période de LCQ. Celui-ci
est injecté sur I’état supérieur de la transition laser de la zone active par effet tunnel
(fleches horizontales vertes). Puis, il relaxe radiativement vers I’état inférieur de la
transition laser (représenté par la fléche verticale verte) et le photon est émis (fléche
rouge). L’électron est finalement extrait de la zone active par effet tunnel via la
minibande de 'extracteur pour étre injecté dans la période suivante.

Enfin, comme pour tout laser, une cavité est nécessaire a 'amplification de I’émis-
sion générée par la zone active. Cette amplification, autrement dit le gain laser, peut
alors égaler les pertes et générer I'oscillation laser. Le milieu actif est intégré dans
un guide d’onde qui, par un choix judicieux de sa composition et de sa géométrie,
permet 'amplification et la collection du mode laser [39).
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1.3 Etats de conduction

Un certain nombre d’approches théoriques et de techniques numériques a été
développés pour calculer les états électroniques des hétérostructures quasi-2D dont
les structures a cascade quantique. Dans les matériaux cristallins, 'invariance par
translation conduit a 'existence d’états électroniques de Bloch |nE) d’énergie €
ol k est le vecteur d’onde 2D associé et n est indice de bande [49]. I’indice n est
discret pour les états liés de la structure et continu pour les états étendus du con-
tinum. Dans les semiconducteurs, le dopage et la température du systéme induisent
une population finie de porteurs en bande de conduction. A ’équilibre thermique et
en présence des faibles concentrations électroniques (faibles comparées a celles des
métaux), il est correct d’approximer les relations de dispersion par des dispersions
paraboliques centrées au minium de la bande de conduction. Dans ce manuscrit, nous
considérons une dispersion de bande isotrope. Ceci revient a prendre en compte une
masse effective m* scalaire pour les électrons. Cette situation est approximativement
réalisée dans les matériaux trés largement utilisés pour I'optoélectronique tels que

le GaAs.

Dans sa version la plus simple (modéle a une bande), les fonctions d’onde en-
veloppe VU, d’énergie associée ¢, sont solutions du Hamiltonien effectif H.¢ du systéme
[50, 51] :

HoU(F) = 0(7) (11)

ou 7 = (p, z). Pour une hétérostructure quasi-2D, le mouvement des porteurs est
quantifié le long de I’axe de croissance (z). Un tel systéme est alors décrit par le
Hamiltonien enveloppe suivant :

N S

o) T o) T V) Vas() (1.2)

Heff = ﬁz

o Vj(2) est la discontinuité en bande de conduction entre le matériau barriére et le
matériau puits et ott m*(z) est la masse effective en bande de conduction. La valeur
de ces deux paramétres dépend de la position z et présente des variations brutales
aux interfaces de la structure a cause du changement de couche. Le terme Vi, tient
compte des imperfections de ’échantillon telles que les impuretés, les phonons, les
fluctuations de I’alliage ou encore la rugosité d’interface. Ce désordre, source de dif-
fusion pour les porteurs, sera exposé en détail en section I.5.

En absence de désordre (Vs = 0), la structure est invariante par translation dans
le plan des couches de croissance (x,y). L’équation aux valeurs propres (I.1) devient
alors un probléme séparable en p'et en z. Les états enveloppe du Hamiltonien effectif
idéal s’écrivent dans ce cas :

. 1 -
U (r) = (rink) = xn(z —¢eikp L.3
(7) = (k) = xal2) 7= L3

ott S est la surface des couches et k = (kg ky). La composante y,, de la fonction
d’onde enveloppe traduit du confinement spatial des porteurs le long de 'axe de
croissance ? tandis que la composante d’onde plane traduit de leur mouvement libre

2. Notons que les fonctions d’onde des états liés pour le mouvement suivant z (E,, < V;) sont
des fonctions réelles : |x,|? = x2.

10
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dans le plan (x,y). L’énergie correspondante de 1'état (1.3) peut étre écrite comme
la somme de deux composantes :

h2 k2
.= F,
nk + 2m*

(1.4)

ol E, est I'énergie de I’état lié de sous-bande n pour le mouvement suivant z
(E, < V},) et le second terme correspond a I'énergie cinétique de 1'état |nk) donnée
par la dispersion parabolique.

Dans notre approche numérique, les états x,(z) et leur énergie F, sont déter-
minés en résolvant I’équation de Schrodinger indépendante du temps suivant 1'axe
z: X

ﬁzmﬁz + Vi(2) | Xn(2) = Enxn(2) (1.5)
avec V4(z) =V, dans le matériau barriére et V, = 0 dans le matériau puits de la
structure. L’équation (I.5) est résolue numériquement par la méthode des matrices

de transfert [52].

Le confinement unidimensionnel du systéme permet, par le controle des niveaux
d’énergie E,,, d’ajuster la position des raies d’émission/absorption inter-sousbande
de la structure. Ainsi, comme nous ’évoquions en section 1.2 par un design approprié
des épaisseurs de couche, il est possible de couvrir les domaines spectraux de I'IR,
du moyen-IR ou encore du THz. Cette ingénierie de bandes est donc au coeur du
développement des dispositifs optoélectroniques tels que les QWIP, QCD et LCQ. A
titre d’exemple d’ajustabilité du spectre des énergies des hétérostructures quasi-2D,
nous montrons sur la figure 1.4 les quatre niveaux de sous-bande de la structure de
double puits quantique 10 nm/2 nm/ Ly d’Ing 53Gag 43As/GaAsg 515bg 49 sur laquelle
un champ électrique statique ﬁbias est appliqué parallélement & ’axe de croissance
(Fbias = Fhiastliz, Frias = 12 kV.em™1).

Le graphe présenté est obtenu en faisant varier la largeur Ly du second puits. Les
largeurs du premier puits et de la barriére centrale restent quant a elles constantes.
Les énergies E,, sont calculées en résolvant numériquement ’équation de Schrédinger
(I.5) ou le potentiel Vias(2) = eFhiasz induit par le champ statique appliqué est inclu
dans le terme Vj(z). Chaque alliage est traité a Uapproximation de cristal virtuel
(voir section 1.5.2) donnant une hauteur de barriére de V, = 360 meV ainsi que des
masses effectives m;, = 0.043m, dans le matériau puits (InGaAs) et m; = 0.045mq
dans le matériau barriére (GaAsSb) [53].

Le spectre des énergies liées pour le mouvement suivant z est organisé en dou-
blets. Ces doublets d’états résultent de I’hybridation des états propres de chaque
puits. De plus, deux anti-croisements se distinguent nettement. Ceux-ci correspon-
dent a la situation particuliére ot les états y; et xs, essentiellement localisés dans
le puits de largeur 10 nm et d’énergies respectives F et E3 quasi-indépendantes de
Lo, s’hybrident respectivement avec les états yo et x4 d’énergie décroissante en Lo.
Ceci se produit au voisinage de Lo ~ 10 nm et de Ly ~ 12.5 nm. Dans ces deux
cas, les états x3 et x4 (ou respectivement x; et y2) sont délocalisés sur les deux
puits de la structure, comme le montre la figure 1.5. Enfin, a plus grande largeur Lo,
la localisation spatiale des états propres croit en augmentant I’épaisseur du puits.

11
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FIGURE 1.4 — Variations des énergies propres de la structure 10 nm/2 nm/Lo
d’Ing 53Gag 43A8/GaAsg 515bg 49 en fonction de la largeur de puits Lo. Les paramétres
de calcul sont : m}, = 0.043mg, m; = 0.045mg, V;, = 360 meV et Fis = 12 kV.em™!
[54]. Ces courbes ont été obtenues en résolvant 1’équation (I.5) par dichotomie
numeérique ou le champ ﬁbias a été discrétisé le long de 'axe z.

Notons qu’une diminution de l'intensité du champ appliqué aura un effet similaire
sur la localisation des fonctions d’onde enveloppe [55].

Jusqu’a présent, nous avons traité le cas de structures idéales qui, par nature,
sont invariantes par translation suivant les directions = et y. Le calcul des états
propres des structures réelles, c¢’est-a-dire en présence de diffuseurs (Vgis # 0), n’est
pas aussi immédiat et fera 'objet des chapitres suivants. Néanmoins, les approches
perturbatives, les résolutions numériques ou encore les approches diagrammatiques
contribuent & une variété de méthodes de traitement du désordre. Au cours de notre
étude, nous verrons que la prise en compte des diffuseurs ainsi que les approximations
utilisées jouent un role essentiel dans la modélisation de telles hétérostructures, en
particulier les LCQ THz.

I.4 Pertes optiques et absorption

Les structures a cascade quantique sont des dispositifs photoniques prometteurs
pour I’émission et la détection dans la gamme THz. Cependant, dans ce domaine
spectral, aucune émission laser n’a encore été observée a température ambiante
et 'amélioration de ces structures fait ’objet d’une recherche soutenue. La figure
1.6, extraite de Dlarticle de revue de Sirtori et al. [6], présente les températures
de fonctionnement maximales des LCQ THz (en mode pulsé) rapportées a ce jour.
Bien que ces températures restent inférieures aux températures typiques des modules
Peltier (7" ~ 230 K), une nette progression a été faite au cours des douze derniéres
années. La décroissance brutale observée autour de 4-5 THz est due au fait que les
énergies de photons tendent vers les énergies de phonons optiques (36 meV dans

GaAs).

12
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FIGURE 1.5 — Profil de bande de conduction (trait continu gris) et modules
carrés des fonctions d’onde y,, n = 1,..,4 de la structure 10 nm/2 nm/L,
d’In0.53Ga0,43As/GaAso_51Sb0_49. Graphe supérieur . L2 = 10 nm. Les états X3 et X4
sont délocalisés sur les deux puits quantiques de la structure. Cette situation corres-
pond au premier anti-croisement de la figure 1.4. Graphe supérieur : Lo = 12.5 nm.
Les états x1 et o sont délocalisés sur les deux puits quantiques de la structure.
Cette situation correspond au second anti-croisement de la figure 1.4.

La dégradation des performances des structures a cascade quantique est attribuée
a une variété de phénoménes tels que les pertes optiques, la dissipation thermique
[56] ou encore la saturation du gain laser [57]|. L’optimisation de ces dispositifs
passe certes par le développement de nouveaux designs mais aussi par une meilleure
compréhension théorique des mécanismes de perte en vue d’une modélisation plus
réaliste.

Parmi les processus de pertes optiques dans les LCQ, nous pouvons citer ces trois

13
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FIGURE 1.6 — Températures de fonctionnement maximales des LCQ THz en mode
pulsé répertoriées a ce jour (points rouges) en fonction de la fréquence du photon
laser. La droite en pointillé repésente la loi empirique d’évolution de ces tempéra-
tures. La déviation observée autour des fréquences de 4-5 THz s’explique par le fait
que les énergies de photons tendent vers des valeurs égales a celles des phonons LO.
Encart : évolution temporelle des températures de fonctionnement maximales des
LCQ THz. Cette figure est extraite de la référence de Sirtori et al. [6].

principaux cas de figure :

— les photons laser sont absorbés par le milieu ambiant. Il s’agit ici des pertes
que le mode laser subit a chaque reflexion sur les miroirs de la cavité, ou encore
de 'absorption des photons par les porteurs du guide d’onde.

— les photons laser sont absorbés par les porteurs de la zone active. On distingue
alors deux situations : I’absorption inter-sousbande résonante et 1’absorption
non résonante appelée aussi “absorption par porteurs libres”.

— les photons laser ne sont pas produits du tout a cause de ’échappement non
radiatif des porteurs. Dans ce dernier cas, le niveau supérieur de la transition
laser est dépeuplé par diffusion inter-sousbande des électrons.

Dans ce travail de thése, nous nous sommes intéressée aux processus de pertes op-
tiques ayant lieu dans la zone active uniquement, limitant ainsi nos considérations a
des structures simples de quelques puits quantiques couplés (double ou triple puits
asymeétriques) pour la modélisation. Dans ce manuscrit, nous traiterons donc les
deux derniers types de pertes optiques. L’absorption par porteurs libres et I’absorp-
tion inter-sousbande seront largement étudiées aux chapitres II et III et le chapitre
IV sera consacré a la fuite non radiative des porteurs. Dans cette section, nous ex-
posons quelques généralités sur I’absorption dans les hétérostructures quasi-2D et
nous mettons en évidence son lien avec les différentes sources de diffusion.
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Comme nous l'avons évoqué précédemment, une hétérostructure idéale est in-
variante par translation dans le plan (z,y) mais perd cette invariance le long de
I’axe de croissance. En conséquence, il ne peut y avoir d’absorption de 'onde lu-
mineuse si son vecteur polarisation est paralléle aux directions x ou y. Seule une
onde polarisée suivant I’axe z peut induire des transitions optiques inter-sousbande.
Alinsi, en présence d’une onde électromagnétique plane et progressive se propageant
dans la direction ¢, de champ électrique associé Eun = Eye'@™ et 3 la fréquence
angulaire w, I'élément de matrice dipolaire inter-sousbande |nk) — [n/k’) vaut :

(W' By - pI0E) = 6 [(n'[pz|n>uz Rl 1;‘] Foe ! (1.6)

a 'approximation dipolaire électrique. Cette relation démontre bien I'activation des
transitions optiques par la polarisation suivant ’axe z. Notons qu’a ce stade, toute
transition intra-sousbande |nk) — |nk’) avec I'absorption d’un photon d’énergie
hw = o (K? — k?) et de vecteur d’onde ¢ = (k' — k), reste interdite pour toute
polarisation puisque I’énergie et le vecteur d’onde ne peuvent étre simultanément
conservés. Par contre les transitions inter-sousbande |nk) — |n’l¥) sont autorisées
et produisent des raies d’absorption atomiques (fonctions delta) centrées a 1’énergie

E, — E, [40], comme le montre le schéma de gauche de la figure 1.7.

STRUCTURE IDEALE STRUCTURE REELLE

rd

() 1 o) 4

rdg
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FIGURE L7 — Schéma de la forme de raie d’absorption inter-sousbande |1%) — |2K)
d’une hétérostructure quasi-2D. Schéma de gauche : Cas d’une structure idéale. La
raie d’absorption est une raie “atomique” delta centrée a I'énergie Fy — ;. Schéma
de droite : Cas d’une structure réelle, les diffuseurs de la structure perturbent le
mouvement des électrons dans le plan des couches de croissance et la raie d’absorp-
tion a une largeur finie. Cette largeur refléte directement I'influence des processus
de diffusion.

Dans notre approche d’états enveloppe et en présence d’une onde électromagné-
tique polarisée le long de ’axe de croissance, nous devons inclure dans le Hamiltonien
effectif Heg (1.2) le terme d’interaction lumiére-matiére suivant (a ’approximation
dipolaire [58]) :

eFeom 1 . 1
+ L7
PP (L.7)
Dans la suite du mansucrit, par analogie aux matériaux massifs, nous donnerons nos
résultats en terme de coefficient d’absorption a(w) (exprimé en cm™!). Pour cela,
nous évaluons dans un premier temps le taux de perte d’énergie P(w) en utilisant la

Hisgns = —
fight 2w [m*(z)
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régle d’or de Fermi pour traiter I'interaction lumiére-matiére. Puis, en supposant que
le champ électrique de 'onde électromagnétique est uniforme sur toute la longueur
de la structure L, [59], le coefficient d’absorption «(w) et le taux de perte P(w) sont
reliés par la relation :

_ 2P(w)

"~ eoen,y Eon L, S

Ainsi, comme démontré par ’équation (I.6), pour une structure idéale autant P
que Qinira disparaissent du bilan d’absorption tandis que :

(1.8)

me?

I
Ufpger (W) =

——(Ny — )| |p|n) 26 (B — E,, — hw L.9
e Ny = NI} PO(B — By =) (19)
ou IV; et Ny sont respectivement les concentrations surfaciques d’électrons des sous-
bandes n et n’ et oil nous avons négligé la dépendance en z de la masse effective 3.
Par ailleurs, & partir de la relation :

2 = [2 P ] (1.10)

m* T 2m*

I'expression du coefficient d’absorption (1.9) peut également étre écrite en fonction
de I'opérateur dipolaire inter-sousbande :

o (1) Te*w

int = —
inter Eocanz

o (N1 — No)|[{n/|2|n)|*0( B — B, — hw) (L.11)
Cette expression est équivalente a l'expression (I1.9) et peut étre alternativement
obtenue en approximant le couplage lumiére-matiére par le terme E - d (ou d est le
moment dipolaire électrique) au lieu du couplage A- 5 (ot A est le potentiel vecteur)
que nous avons considéré jusqu’a présent.

Le cas des structures réelles, autrement dit désordonnées, est différent puisque
le désordre perturbe le mouvement idéalement libre des porteurs dans le plan (z,y).
L’invariance par translation y est alors brisée et les niveaux électroniques discrets
subissent un élargissement proportionnel & U'intensité du couplage au diffuseur [60].
Les échantillons réels présentent donc des raies d’absorption inter-sousbande de
largeur finie [61, 62|, comme le montre schématiquement le graphe de droite de
la figure L.7.

La prise en compte empirique la plus courante des effets d’élargissement des
niveaux consiste a transformer la fonction delta en une fonction lorentzienne dans
le bilan d’absorption :

e*w T

Ny — Np)|(n'|z[n) |
(N1 = N2)[(n|z[n)]| 2+ (B, — E, — hw)?

hier” () =

! = [.12
inter €OC’HTLZ ( )

«

ou la largeur I' tient justement compte de tous les processus de diffusion. Cette
approximation lorentzienne pour laquelle le facteur I' est un paramétre phénomeéno-
logique est immédiate mais expression (I.12) présente néanmoins deux difficultés
majeures. La premiére concerne 'identification incorrecte de la raie d’absorption avec

3. Dés lors que les états électroniques restent majoritairement localisés dans les puits de la
structure, nous prenons en compte la masse effective des électrons dans le matériau puits.
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I’écart non perturbé E,, — E,. En présence de désordre, cette différence d’énergie
doit en principe comprendre les renormalisations des niveaux dues aux diffusions
ou encore les éventuels décalages de polarisation et d’effets excitoniques [63-65|. La
seconde difficulté concerne le statut du paramétre I'. Celui-ci reste vague car il n’y
a aucune prise en compte des mécanismes réels de diffusion, en particulier de leur
dépendance en température ou encore en fonction de l'indice de bande. Des taux de
diffusion semi-classiques sont généralement utilisés. Pourtant, cette approche peut-
étre problématique loin de la résonance, pour |hiw — E,» — E,| > T, ou les pertes
par porteurs libres dominent. De plus, nous verrons en section 1.5 que les efficacités
des différents diffuseurs sont fortement dépendantes de leurs positions dans la struc-
ture. Une compréhension compléte des élargissements des niveaux par le désordre
est donc hautement souhaitable dés lors que I'amélioration du design des structures
a cascade est en jeu.

1.5 Désordre et sources de diffusion

Les diffuseurs de la structure brisent I'invariance par translation dans le plan des
couches de croissance et perturbent le mouvement des électrons. Ils sont a I'origine
de I'élargissement des niveaux électroniques et activent les transitions intra- et inter-
sousbande non radiatives. Dans les hétérostructures a multi-puits quantiques cou-
plés, la brisure de 'invariance par translation le long de I'axe de croissance entraine
d’importantes modifications des différents mécanismes de diffusion par rapport au
cas du matériau massif. Les diffuseurs élastiques tels que les impuretés ionisées et le
désordre d’alliage, bien que similaires a leurs équivalents dans les massifs, ont des
efficacités de diffusion fortement dépendantes de la position des centres diffuseurs
le long de I'axe z. Une autre différence majeure entre les matériaux massifs et les
systémes quasi-2D est l'existence d’un nouveau mécanisme de diffusion propre a
Ialternance des couches de I'hétérostructure : la rugosité d’interface. En revanche,
a part lexistence de modes de phonons supplémentaires tels que les modes d’inter-
face, la diffusion par ces diffuseurs inélastiques dans une structure quasi-2D reste
qualitativement similaire a celle du matériau massif. Dans la suite de cette sec-
tion, nous introduisons une par une ces différentes sources de diffusion et présentons
les différents potentiels de désordre que nous considérerons dans les chapitres qui
suivent.

I[.5.1 TImpuretés ionisées

Dans les hétérostructures quasi-2D, tout comme dans les matériaux massifs, les
impuretés ionisées peuvent avoir deux origines distinctes : les impuretés résiduelles
du cristal et les impuretés donatrices introduites par le dopage. Les impuretés résidu-
elles dépendent intrinséquement du type et de la qualité du matériau utilisé alors
que les donneurs ionisés constituent une source de diffusion connue pour étre efficace
[63] et inévitable & cause de la nécéssité d’introduire des porteurs supplémentaires
dans la structure. Dans ce manuscrit, nous nous intéresserons exclusivement aux
impuretés ionisées issues du dopage. Les expressions des potentiels exposées dans
la suite ainsi que leurs dépendances en fonction des différents paramétres du sys-
téme restent cependant valables pour une distribution d’impuretés résiduelles ; seul
le signe du terme d’interaction varie suivant le cas ou les impuretés sont des don-
neurs (interaction négative, potentiel attractif) ou accepteurs (interaction positive,
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potentiel répulsif).

Afin de modéliser les donneurs, nous considérons une distribution de Ny, dif-
fuseurs attractifs coulombiens répartis aléatoirement sur le plan (x,y) de surface S.
Ainsi, pour un plan de dopage unique placé a la position z = z; dans ’hétérostruc-
ture, le potentiel de diffusion total généré par cette distribution d’impuretés s’écrit :

Nimp

1

2
(&
‘/im ﬁ,Z = -
p( ) Ameoe, JZ1 \/(ﬁ_ﬁj)2+ (z — Zl>2

(1.13)

ol g¢ est la permittivité du vide et €, la constante diélectrique relative du matériau.
Comme nous allons calculer les éléments de matrice de diffusion, il est plus commode
de considérer la transformée de Fourier-Bessel du potentiel coulombien (I1.13) :

2 Nimp
- e 1 =
Vi - _ = o= Qle—2],iQ-(P—F;) 1.14
(@) 2e06,5 ; % Qe e (I.14)

ot § = (Qz, Q). Les vecteurs p; = (x;,y;) repérent les positions des diffuseurs
dans le plan (z,y). Les coordonnées (z;,y;) sont des coordonnées aléatoires générées
par notre code numérique. Par conséquent, le calcul de toute grandeur ou quan-
tité physique qui dépend de ce potentiel de diffusion doit nécessairement contenir
une moyenne sur un nombre suffisamment important de configurations aléatoires
de désordre. En pratique, nous générons numériquement N couples de coordonnées
aléatoires (z;,y;) et nous calculons la quantité physique en question pour chaque
couple (z;,y;). La valeur finale de la quantité en question est alors moyennée sur les

N configurations aléatoires *.

Nous montrons sur la figure 1.8 I'allure du potentiel de Coulomb effectif Vi, (p)
dans le plan des couches de la structure de double puits quantique 9/2/3 nm de
GaAs/Alyo5GaAsg 7s. Le plan de dopage a été placé a la position z; = 3 nm dans le
puits le plus large de la structure ou I’état fondamental y; est essentiellement loca-
lisé. Le potentiel coulombien résulte de la distribution de 8 impuretés sur la surface
S = 200 x 200 nm?. Pour obtenir ces graphes, le potentiel de Coulomb Vi, (g, 2)
(Eq. 1.13) a trois dimensions a été moyenné sur I'état enveloppe x? :

Vimp () = / 0232 (2)Vimp (7. 2) (115)

Dés lors que l'on suppose des diffuseurs non corrélés, leurs positions aléatoires
p; disparaissent des calculs effectués a 'approximation de Born. En effet, lorsquun
nombre relativement faible d’impuretés est distribué aléatoirement sur le plan (z, y)
(distribution diluée de diffuseurs), les différents facteurs de phases e'7? oscillent.
Ainsi, sur plusieurs distributions d’impuretés, la valeur moyenne du module carré

—

de Vimp(Q) (Eq. 1.14) ne dépend plus que du nombre d’impuretés :

Nimp = Nimp + ( Z PPy <Z ' T (i) (L.16)

1,J,iF] J

4. Les N configurations aléatoires de désordre sont issues de N tirages indépendants.
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FIGURE 1.8 — Allure du potentiel coulombien effectif (moyenné sur 1’état enveloppe
x3) dans le plan (z,y) de la structure 9/2/3 nm de GaAs/Alj05GaAsg 75. Ce potentiel
est créé par une distribution aléatoire de 8 impuretés sur la surface S = 200 x
200 nm?, situé a la position z = 3 nm dans la structure. (a) Représentation du
potentiel sur le plan des couches (z,y). (b) Cartographie de la surface désordonnée
(vue & deux dimensions).

Parallélement, alors que dans le matériau massif il est inutile de préciser 'emplace-
ment de la cellule unitaire qui contient les donneurs, dans une hétérostructure quasi-
2D, il devient par contre fondamental de spécifier la position du (ou des) plan(s) de
dopage par rapport aux états électroniques initiaux et finaux de la diffusion. Typi-
quement, la diffusion par impuretés sera plus efficace si la position z; est proche du
maximum du module carré des fonctions d’onde enveloppe de I’état final ou initial.
Elle sera par contre négligeable si I'impureté est suffisamment “éloignée” des états
impliqués dans la diffusion. Nous illustrons cette dépendance en calculant I’élément
de matrice inter-sousbande |nk) — |[n'k’) du potentiel de Coulomb créé par une
impureté unique :

62

B Vipl) = — S
(7B VanglnF) = — 5"

TP () |z =l ) (L.17)
ol qg= k— k' est la variation de vecteur d’onde au cours de la diffusion. Sur la figure
.9, nous montrons la variation de cet élément de matrice, ou plus précisément celle
du facteur (n/|e~9*=#!|n), en fonction de la position z du plan de dopage pour
plusieurs valeurs de g. La structure considérée pour ce calcul est le double puits
quantique asymétrique 10/2/12 nm d’Ing 53Gag43As/GaAsg51Sbgag et les états de
sous-bande n = 1 et n’ = 2 sont considérés. Ces graphes montrent que la position
des impuretés le long de 'axe de croissance joue en effet un réle important puisque
le module carré de I’élément de matrice du potentiel de Coulomb (I.17) peut étre
soit, trés petit : c’est le cas d’une impureté éloignée des états et localisée dans les
barriéres latérales de la structure (pour —5 > z; > 0 nm et z; > 24 nm) ; soit peut
atteindre une valeur maximale lorsque z; est prés d’un maximum de la fonction
X3 ou x5 (2 ~ 5 nm et z ~ 18 nm). Ces considérations sont pertinentes lorsque
I'optimisation de la structure est engagée.

I.5.2 Désordre d’alliage

Comme dans le matériau massif, le désordre d’alliage dans une hétérostructure
quasi-2D est une source de diffusion intrinséque aux alliages utilisés. Dans une modé-
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FIGURE 1.9 — Variations du facteur de forme (2|e~?*~#!|1) du potentiel de Coulomb
& une impureté en fonction de la position z; du plan de dopage dans la structure
10/2/12 nm d’Ing 53Gag.43As/GaAsg515bg .49 et pour trois valeurs de la variation g
de vecteur d’onde : ¢ < L' (pointillé bleu), ¢ = L;" (continu vert) et ¢ > L;*
(pointillé rouge). Les paramétres de calcul sont : m* = 0.067mg, m’ = 0.045m, et
V, = 360 meV. [66]

lisation simple, il résulte de la somme de diffuseurs non corrélés et de courte portée.
Dans les alliages Ga;_,Al,As du groupe III par exemple, chaque site du réseau est
occupé par un atome de gallium Ga avec une probabilité = et par un atome d’a-
luminium Al avec la probabilité (1 — z). Si l'alliage est idéal, tous ces sites sont
indépendants. De plus, les atomes Ga et Al étant isovalents, les liaisons chimiques
entre les atomes Ga et As ou entre les atomes Ga et Al sont trés similaires. Par con-
séquent, en premiére approximation, il est possible de définir un cristal virtuel ou
tous les sites des éléments du groupe III sont en moyenne occupés par des atomes qui
contribuent au potentiel cristallin d’'une quantité (1 —z)Vg,+2Va [58]. La différence
Vaioy entre le potentiel cristallin réel et le potentiel virtuel diffuse les ondes de Bloch
dans le cristal. Ainsi, a cette approximation de cristal virtuel (VCA pour Virtual
Cristal Approzimation), le potentiel Voo, est habituellement défini ainsi |67, 68] :

Valloy = Z x(VGa - VAI) - Z(l - x)(VGa - VA])

ﬁGa ﬁAl

=AVQq |2 0(F— Raa) — (1 =) Y 6(7 — Ray) (1.18)
RGa RAI

ol ﬁca/Al = (PGa/AlL ZGaya1) sont les positions respectives des sites de Ga/Al, Qg est
le volume de la cellule unitaire du cristal VCA et ou AV est la force effective du
potentiel. Celle-ci est donnée par la moyenne du terme (Vg, — Vaj) sur une cellule
unitaire. Bien que la valeur de AV reste mal connue, il est courant de faire I'hy-
pothése que ce paramétre est relié a la discontinuité en bande de conduction Vj, de
la structure. Celle-ci s’éléve généralement a une fraction d’eV [69, 70].
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L’expression de I’élément de matrice de diffusion associé aux fluctuations de 1’al-
liage découle de I'expression (1.18) :

. . AV 2
(|6 Vatog I ) 2 = ( v )

X Z Xn(ZGa)Xn’ (ZGa)ei(lg/*E)'ﬁGa
éGa
2
—(1—=x) Z Xn(ZAl)Xn'(ZAl)ei(k?_E)'ﬁAl (I.19)
EAI

Dans l'expression (1.19), les deux sommes sont effectuées sur les zones Ga;_, Al As
de I'hétérostructure. En moyennant sur les sites de Ga et Al et en supposant qu’il
n’existe aucune corrélation entre ces sites, nous obtenons finalement :

- )= 1_ Q AVQ
oV ) P = SE=0GSEE [ et
Gai_z Al As

Comme pour les donneurs coulombiens, I'effet du désordre est fortement affecté par
la quantification de la taille du systéme le long de I'axe de croissance. Ceci est du
a la distribution inégale des états enveloppe Y, dans les différentes couches de la
structure. Dans la plupart des hétérostructures, le désordre d’alliage contenu dans
les barriéres (zones ou les états y,, sont de faible amplitude) est significativement
moins efficace que le désordre contenu dans les puits de la structure, 1a ol les états
sont, majoritairement localisés. Nous illustrons cette dépendance sur la figure .10
ot les variations de I’élément de matrice (Maoy), donné en (1.20), sont tracées en
fonction de la longueur de la structure. Pour ce calucl, nous avons considéré un
simple puits quantique de longueur L,. Le matériau utilisé est I'alliage ternaire
Ing 53Gag 43As/GaAsg 51Sbg 49 pour lequel le paramétre AV est supposé étre le méme
pour les deux alliages et de valeur AV = 0.6 eV [69, 70]. Sauf dans le cas limite ou
le puits quantique est tellement étroit que les densités de probabilité de présence
électroniques sont comparables dans les barriéres et dans le puits, l'efficacité du
désordre d’alliage est réduite par le facteur de recouvrement des fonctions d’onde.

I1.5.3 Rugosité d’interface

Dans les hétérostructures de semiconducteurs, la maitrise des dimensions et de la
géométrie des différents milieux est essentielle a I'ajustement des énergies des niveaux
électroniques. Toutefois, la formation des interfaces n’est pas idéalement maitrisée
et l'alternance d’un matériau a ’autre n’est pas instantanée. Par conséquent, les
interfaces ne sont pas lisses mais présentent des fluctuations d’'un matériau dans
Iautre. Ces fluctuations sont distribuées de fagon aléatoire sur 'interface et ont une
épaisseur d’au moins un plan atomique. Ces défauts, propres aux hétérostructures et
présents seulement aux interfaces, consituent alors une source de diffusion inévitable
pour les porteurs. La formation des interfaces reste un phénomeéne complexe et mal
connu. Le développement de modéles de rugosité d’interface les plus simples possi-
bles a donc fait 'objet de nombreuses recherches théoriques |71, 72]. Par ailleurs,
notons que nous développons nos approches dans le formalisme de la fonction en-
veloppe mais dans une description plus microscopique de ces diffuseurs, 'interface
(méme si idéale) ne se réduit pas a un unique plan mais plutdot a une collection
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FiGURE [.10 - Evolution de [Iélément de matrice effectif (Maoy) =
(|{1%|Vanoy |2K") |*) 0w en fonction de la longueur L, de la structure de simple puits
d’Ing 53Gag 43A8/GaAsy515bg49. Les paramétres de calcul sont : mf = 0.043my,

m; = 0.045my, Vi, = 360 meV et AV = 0.6 eV.

d’atomes idéalement arrangés.

Un des modéles de désordre d’interface trés fréquemment utilisé est celui qui
relie le potentiel de désordre d’interface aux fluctuations corrélées de la position des
défauts dans le plan des couches. Celui-ci est détaillé en [23] et [63]. Considérons alors
la déviation A(p) de l'interface d’un plan. L’hétéro-interface nominale est située a
la position zy et Vj, désigne toujours la hauteur de barriére de la structure. Dans ces
considérations, les électrons de la structure sont diffusés par le potentiel :

V(p,z) = ViOlz — z0 + A(p)]
= ViO(z — 20) + Vi{O[z — 20 + A(p)] — O(z — %)} (I.21)

ou O(x) est la fonction de Heaviside : O(z) = 1si x > 0 et O(x) = 0si 2 < 0.
Ce potentiel de diffusion est ainsi écrit comme la somme des contributions non
perturbées de l'interface idéale et des contributions de la perturbation :

Vaet (0, 2) = Vi{O[z — 20 + A(p)] — O(2 — 20) } (I.22)
[’élément de matrice de désordre de cette perturbation entre deux états de sous-

bande |nk) et |n/k') est égal A :

— — TN = 20
(nk|Vaet|n'k') = %/dzpel(k k)'p/ dzxn(2) X (2)
z0—A(P)

Vi (k)5
~ Fbxn(zo)xnf(z())/d?pe“k MPA(p) (1.23)

Les fluctuations A(p) ont une distribution & moyenne nulle. Par conséquent, aucun
décalage des énergies n’existe au premier ordre en A.
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Pour 'estimation des taux de diffusion, le module carré de ’élément de matrice
(I.23) est moyenné :

2

. , Vi
(R Vit ) 2w = - n(20) i 20)1
< / / P pdf PP (AP A ) (124)

Dans ce modéle de rugosité d’interface, c’est donc la fonction de corrélation (A(7)A(0))ay
qui joue le réle principal et trés souvent ’hypothése d’une fonction gaussienne de
(p' — p) est considérée [63] :

—

(AB)A(F))ar = AZexp (—@) (1.25)

Une description alternative consiste a considérer une distribution exponentielle des
corrélations :

(AD)A(P))ay = A exp (— ‘p,/; ﬁ‘) (1.26)

Cette autre distribution a présenté de meilleurs ajustements avec les données expéri-
mentales [73, 74|. Le calcul complet de I’élément de matrice (I.24) moyenné donne
finalement pour le facteur de correlation gaussien :

7 17, V2 k? — E 2/\2
(Vi B 2w =~ Dn(20) i ()P APA exp <_%> (127)

ot les coeflicients statistiques A et A sont généralement traités comme des paramétres
d’ajustement. Notons que toute déformation du potentiel de confinement par les
charges fixes et mobiles associées aux fluctuations d’interface a été négligée. Ando
et al. ont discuté ces modifications en détail, en particulier dans le cas d’interfaces
Si/SiOy |75]. Dans les structures a cascade quantique, il est cependant attendu que
de telles variations soient trés faibles car les concentrations en porteurs sont bien in-
férieures a celles des transistors Si MOSFET (généralement de I'ordre de 10'? ¢cm ™2
dans ces derniers).

Dans ce manuscrit, nous utiliserons un modéle de désordre d’interface légérement
différent. Par rapport & l'interface nominale z = 2, les fluctuations de linterface
sont représentées ici par des protusions de forme gaussienne du matériau puits dans
le matériau barriére ou vice versa. Comme le montre le schéma de la figure .11,
ces défauts sont alors deux types : attractifs dans le premier cas et répulsifs dans le
second. Ces protusions sont centrées sur les sites p;. Elles sont caractérisées par leur
extension o dans le plan des couches et leur profondeur hges (typiquement d’une a
deux monocouches cristallines). A l'interface idéale barriére/puits (z < z9/z > 2),
I’expression du potentiel de désordre s’écrit alors :

Vaal7.2) = 1o (2) e (2 20 (129

P

ol :

Oz — 20)O(haus — défauts répulsifs) -
f(z):{+ (z — 20)O(haet — 2 + 20) (défauts répulsifs) (1.29)

— O(—2 + 20)O(haet + 2 — 20) (défauts attractifs) .
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Pénétration de la
barriére dans le puits:
défaut répulsif

Pénétration du puits dans la
barriére: défaut attractif

FIGURE 1.11 — Schéma d’une hétéro-interface dans une hétérostructure quasi-2D.
Les défauts d’interface proviennent de protusions du matériau puits dans le matériau
barriére (défauts attractifs) et vice versa (défauts répulsifs). Dans notre modéle de
rugosité d’interface, ces protusions ont des allures gaussiennes.

Le désordre d’interface dans son ensemble est caractérisé par la concentration sur-
facique des défauts :
Nagt + N,
Ngef = _akt " rep S P (130)
ol Nayt et Nyep désignent respectivement le nombre de défauts attractifs et répulsifs
a l'interface. De maniére équivalente, nous pouvons définir la fraction fgr de la
surface recouverte par les défauts :

faet =m0 Nge (L.31)

Ce paramétre a I’avantage d’étre indépendant de la taille de ’échantillon. Comme
pour la distribution d’impuretés ionisées de la section 1.5.1, les distributions de dé-
fauts d’interface sont également aléatoires. L’estimation de toute quantité physique
qui en dépend nécessite le méme type de moyennage sur un grand nombre N de
configurations aléatoires de désordre.

L’un des avantages de ce modéle réside dans le fait que les paramétres o et fqef
permettent d’avoir une représentation directe et intuitive de ’extension du désordre.
Un autre avantage d’écrire Vier sous la forme d’une somme de potentiels gaussiens
est lié a la capacité de pouvoir générer des états liés aux défauts d’interface. Néan-
moins, ces états liés sont généralement peu profonds [76] (de Uordre de 1 meV) dans
les hétérostructures de GaAs/(Ga,Al)As car d'une part la profondeur des défauts
haet est faible (typiquement une monocouche, haes = 2.83 A) et d’autre part 'am-
plitude des fonctions d’onde aux interfaces est généralement elle aussi relativement
faible. Les propriétés de ces états particuliers seront étudiées aux chapitres III et TV.

La rugosité d’interface n’affecte pas les différentes sous-bandes de la méme maniére
puisque 'amplitude des fonctions d’onde aux interfaces dépend de l'indice de sous-
bande. Par analogie a la figure 1.8, nous montrons sur la figure [.12 les variations
dans le plan (x,y) du potentiel de désordre d’interface dans un double puits quan-
tique 9/2/3 nm de GaAs/Aly95GaAsg 5. Pour obtenir les graphes de cette figure, le
potentiel de désordre a trois dimensions a été moyenné sur 'état enveloppe x? :

) . zo+thder p Patt)
Vdef(ﬁ) - /dZX1(Z)V;ief(p7 Z) = _‘/b / dZXl Zexp ( )

20

[0 ao Lew (-0 ) am

—h
0 def Prep
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Les graphes de la figure 1.12 correspondent & une configuration aléatoire donnée de
désordre d’interface.
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FIGURE 1.12 — Allure du potentiel effectif de désordre d’interface (moyenné sur
I'état x?) dans les plan (z,y) de la structure 9/2/3 nm de GaAs/Algo5GaAsgrs. Les
parameétres de désordre sont : ¢ = 3.6 nm, hges = 2.83 A et faer = 0.30, soit 172
défauts répartis sur U'interface zp = 9 nm (Nug = Nyep = 86). (a) Représentation du
potentiel sur le plan des couches (x,y). (b) Cartographie de la surface désordonnée
(vue & deux dimensions).

Le lien entre ce modéle de désordre d’interface et le modéle précédent basé sur
les corrélations, peut étre fait en évaluant le module carré de I’élément de matrice
de diffusion moyen. En supposant qu’il n’y a aucune corrélation entre les défauts
attractifs et les répulsifs, celui-ci donne :

P — 4 2V2 4 2(L7 102
(i FIVaerlF) 2oy = =g e "0
N, 20+hdet 2 N, 20 2
X (Tp / dZXn(Z>Xn’<Z> + Stt / Xn(Z)Xn’<Z) (1'33)
20 20—hdet

Dans la limite ou les fonctions enveloppe varient lentement sur 1’échelle du paramétre
hget, nous obtenons alors :

_An*Vio

4h2 Nre +Na 200102
O e

(k| Viaeg |0 KY |2 o -
(1.34)

Ainsi, en comparant les expressions (I1.27) et (1.34), ’équivalence suivante est obtenue :

A =20 3 A= hdef\/ fdef (135)

Pour conclure, notons qu’il est attendu que la rugosité d’interface joue un role
plus important dans les systémes ot les anions sont différents comme par exemple les
composés ternaires de type InAs/(Ga,Al)Sb ou encore (Ga,In)As/Ga(As,Sb). Ceci
est du au fait que la croissance par épitaxie par jet moléculaire de telles couches
s’achéve toujours sur un plan de I’élément V. Par conséquent, dans un simple puits
d’AlSb/InAs/AlIShb par exemple, la croissance de la barriére s’arréte par un plan
de Sb. Ensuite, le croissance de la couche d’InAs commence, laissant une double
couche d’InSb entre les couches d’AISb et d’InAs. La croissance de la couche d’InAs
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s’arréte alors sur un plan d’As. Celle de la seconde barriére laisse donc une double
couche d’AlAs entre les couches d’InAs et d’AlSb. La structure atomique de ces
doubles couches reste mal connue, tout comme la structure d’un défaut d’interface
qui est probablement plus complexe que dans les éléments plus communs du groupe
V. Intuitivement, celui-ci doit probablement avoir une profondeur plus importante
que celle trouvée dans GaAs/(Ga,Al)As. Dans la suite, nous avons tenu compte
empiriquement, de cet effet en supposant dans nos calculs sur les structures sans
anion commun que le profondeur des défauts était d’au moins deux monocouches.

1.5.4 Phonons

Tandis que les impuretés ionisées, le désordre d’alliage et la rugosité d’interface
contribuent a la diffusion élastique des porteurs, les phonons, modes de vibration du
réseau cristallin, constituent les principaux diffuseurs inélastiques [77]. La diffusion
des électrons de la structure par les phonons peut étre analysée suivant la méme
démarche que celle des diffuseurs statiques.

Dans les matériaux polaires tels que GaAs/(Ga,Al)As, 'interaction électron-
phonon est décrite par le terme suivant [78] :

He—phonon = Z [U(CE qz)e—ilfﬁe—i%zb;qz + U*((T’ Qz)ei(fﬁeiqzzb(f,qz (136)

79>

Ce terme décrit le couplage des états électroniques au réservoir d’états bosoniques
de phonons. Dans I'expression (1.36), Popérateur b;qz est lopérateur bosonique de

création d’un phonon dans le mode @ = (¢, ¢.) et bgq. est Popérateur de destruc-
tion correspondant. Dans la suite du mansucrit, nous considérerons deux types de
phonons présents dans l'hétérostructure : les phonons acoustiques longitudinaux
(phonons LA) et les phonons optiques longitudinaux (LO). La force effective v(q, q.)
de l'interaction dépend de la nature du phonon.

Dans le cas de phonons LO et dans les matériaux polaires comme (GaAs, la force
effective v(q, q,) est aussi appelée “terme de Frohlich” et vaut :

B 2me? hwio

7 2= I.
|/ULO<q7qZ>’ €pQQ2 ( 37)

avec £, = ,(00) ™" — &, ot £,(c0) est la constante diélectrique & haute fréquence.
Dans le cas de phonons LA, 'approximation de potentiel de déformation donne :

oad 02 = () (139)

ot € est le volume de I'échantillon (2 = L, x S) et ot :

D2

Co=-—
07 2pc2

(1.39)

avec D le potentiel de déformation, p la densité et ¢, la vitesse longitudinal du son
dans le matériau.
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Pour les deux expressions (1.37) et (1.38), nous négligerons les modifications pos-
sibles du spectre des états phononiques liés a I’hétérostructure elle-méme. Autrement
dit, nous prenons en compte des branches de phonons optiques plates d’énergie cons-
tante hwr,o, ainsi que des branches de phonons acoustiques isotropes et linéaires dont
la pente correspond a la vitesse du son. Ces considérations reviennent a se placer au
voisinage du centre de la premiére zone de Brillouin pour les dispersions phononi-
ques (états de faible vecteur d’onde @, voir figure 1.13).

w(K) optical
acoustic
-n/a 0 iy rt/a;

F1GURE I.13 — Dispersions des états phononiques longitudinaux optiques et acous-
tiques au sein de la premiére zone de Brillouin. Sur ce gaphe, k£ désigne la variable
(@ de nos notations.

Enfin, contrairement aux diffuseurs statiques, ’efficacité de la diffusion par phonons
ne dépend d’aucune position spécifique. En revanche, cette efficacité est fortement
controlée par la température du réseau : les états phononiques sont davantage activés
a haute température et tendent alors & dominer la diffusion des porteurs|77].

1.6 Conclusion

Les techniques de croissance actuelles telles que I’épitaxie par jet moléculaire et
I’épitaxie en phase vapeur ont rendu possible la croissance de couches de semiconduc-
teurs nanométriques dont les interfaces sont relativement bien contrélées. Grace aux
avancées de ces procédés de nanofabrication, toute une gamme d’hétérostructures
a été développée, s’étendant des structures a simple puits quantique comprenant
uniquement deux interfaces, a des séquences plus complexes de plusieurs centaines
de puits couplés.

Dans ce premier chapitre, nous nous sommes intéressée a 1'une des plus élaborées
d’entre elles : le LCQ. Nous avons tout d’abord présenté quelques généralités sur la
structure et ’émission de ces lasers et nous avons montré que ceux-ci se distinguent
des lasers inter-bande conventionnels de par leur unipolarité et leur périodicité. Ces
deux caractéristiques permettent, entre autres, d’obtenir de meilleurs rendements
(un seul électron émet N, photons grace a I'effet de cascade) et, par un choix judi-
cieux des épaisseurs de couche, de couvrir une gamme spectrale étendue du moyen
IR jusqu’au THz. Ces émetteurs a cascade quantique sont donc des dispositifs trés
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prometteurs pour lesquels de nombreuses applications potentielles découlent. Cepen-
dant, une variété de phénoménes de pertes limitent toujours leur performances et
ces dispositifs restent encore a améliorer.

Nous avons détaillé ces différentes sources de dégradation en mettant I’accent sur
les pertes optiques de la zone active. Souvent traités a l'approximation lorentzi-
enne, approximation qui apporte une description vague et incompléte, ces processus
sont directement reliés aux sources de diffusion présentes dans la structure. Une
compréhension détaillée de ces mécanismes de pertes et de diffusion est pourtant
indispensable & une modélisation réaliste des LCQ. Ce travail de thése s’inscrit donc
dans ce contexte d’optimisation des structures a cascade quantique, en particulier
les LCQ, et dans les chapitres suivants, nous proposons deux approches théoriques
de l'absorption par porteurs libres et des taux de diffusion dans les structures a
cascade quantique.
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Chapitre 11

Absorption par porteurs libres

II.1 Introduction

Comme nous I’évoquions au chapitre I, parmi les différentes sources possibles
de dégradation des performances des LCQ, la dépopulation des niveaux laser par
échappement non radiatif des porteurs et la réabsorption des photons peuvent jouer
un role important et restent des sujets largement étudiés [79-83].

L’absorption des photons laser est un mécanisme de pertes inévitable a cause des
porteurs libres de la structure. Les porteurs impliqués dans le processus d’inver-
sion de population, c’est-a-dire situé sur la sous-bande supérieure de la transition
radiative sont les plus efficaces. Grace a I’énergie du photon absorbé, il est alors pos-
sible pour I’électron d’effectuer des transitions intra- ou inter-sousbande, toutes deux
obliques dans I'espace des vecteurs d’onde k. Du fait de la conservation simultanée
de I’énergie et du vecteur d’onde /;, de telles les transitions obliques nécessitent 1’as-
sistance d’un diffuseur de la structure. Bien qu’interdites dans une structure idéale
a cause de I'invariance par translation dans le plan des couches de croissance, elles
sont alors activées par le désordre dans les structures réelles.

L’absorption par porteurs libres est bien documentée dans le cas des matériaux
massifs pour lesquels une approche quantique de calcul [84] conduit & un coefficient
d’absorption proche du résultat semi-classique de Drude [49, 85-88|. Cette approche
quantique prédit une dépendance des pertes par porteurs libres en w™, ou p ~ 2—3
et ot w est la fréquence angulaire de 'onde laser. Ce processus d’absorption est
connu dans les lasers inter-bande conventionnels pour étre d’une efficacité limitée
justement en raison des courtes longueurs d’onde d’émission. Au contraire, dans le
cas des lasers inter-sousbande tels que les LCQ, ce phénoméne devrait étre bien
plus important. Cependant, I'extrapolation trés couramment employée du modéle
de Drude aux LCQ conduit & une absorption par porteurs libres comparable au gain
laser réel [48, 89, 90]. Une telle absorption remettrait considérablement en cause
I'usage futur des LCQ.

Outre 'approche de Drude, il a été montré que dans les LCQ émettant dans le
moyen infrarouge, I’absorption par porteurs libres apportait une faible contribution
aux pertes totales réelles du laser [91]. Une autre estimation de ’absorption par
porteurs libres induit par les défauts d’interface dans des puits quantiques uniques
prédit également un coefficient d’absorption faible [92]. Enfin, d’autres calculs simi-
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laires ont été effectués pour des structures quasi-2D en présence de phonons optiques
et acoustiques [93, 94].

Dans ce deuxiéme chapitre, nous reprendrons dans un premier temps 'approche
semi-classique de Drude et nous montrerons que ’extrapolation d’un tel modéle
aux LCQ présente une difficulté conceptuelle due a la configuration géométrique du
systéme. Nous soulignerons ainsi la nécessité de développer une nouvelle approche
théorique d’estimation des pertes, fondée cette fois-ci sur des hypothéses quantiques.
Dans un second temps, nous détaillerons notre propre modéle d’absorption par por-
teurs libres dans les LCQ, reposant sur un développement perturbatif des états
électroniques idéaux au premier ordre du potentiel de diffusion. Nous traiterons en
détail le cas des diffuseurs élastiques présents dans I’hétérostructure tels que les
défauts d’interface, les impuretés ionisées et le désordre d’alliage, ainsi que des dif-
fuseurs inélastiques tels que les phonons optiques et acoustiques. Nous discuterons
en particulier de la contribution relative de ces différents mécanismes de diffusion
et de I'évolution en température des pertes par porteurs libres. Nous conclurons
finalement ce chapitre par la comparaison de ’absorption en configuration de pola-
risation standard des LCQ (champ électrique de I'onde électromagnétique paralléle &
’axe de croissance) avec la polarisation dans le plan des couches de croissance. Nous
montrerons que pour cette derniére, un comportement “a la Drude” est retrouvé,
soulignant ainsi une nette anisotropie de I’absorption par porteurs libres en fonction
de la polarisation considérée.

11.2 Modéle de Drude

L’absorption par porteurs libres est bien documentée pour le cas des matériaux
massifs. La méthode la plus simple de tenir compte des transitions obliques im-
pliquées est d’y appliquer le modéle semi-classique de Drude [49, 88|.

Considérons un matériau massif illuminé par une onde plane électromagnétique
progressive caractérisée par son vecteur d’onde ¢ et sa fréquence angulaire w. Dans
la représentation semi-classique, le champ électrique Eeme_m de I'onde incidente
accélére les électrons de conduction qui sont également ralentis par la force de frot-
tement —m*g résultant des processus de collision. Le temps 7 désigne alors le temps
de relaxation caractéristique des porteurs et 7 = Tpye ™! leur vitesse. Dans cette
considération, I’équation semi-classique du mouvement de 1’électron est :

L AU -
m oI = —eF.e

oll —e est la charge élémentaire de ’électron. La vitesse des porteurs peut alors étre
déduite de ’équation (II.1) :

—twt ok

m (I.1)

NSy

—eTFom

—

Vo = (112)

m*(1 — iwT)

En régime permanent, les deux forces de (I1.1) se compensent et la vitesse de ’élec-
tron devient proportionnelle au champ électrique. Ceci conduit alors a la loi d’Ohm
reliant le courant J et la conductivité o(w) :

J(w) = 0(w) Eom(w) (IL.3)
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Dés lors que J = nspevy ol n3p est la densité électronique volumique du matériau,
la conductivité o(w) vaut donc :

TL3D€2T (o))

(I1.4)

o(w) = m*(1 — dwr) T 1-—iwr

ol 0y = ”37?1—627 est la conductivité statique du matériau. Le coefficient d’absorption

a(w) est alors défini par :

I1.5
nyegC ( )

ol n, est 'indice de réfraction a la fréquence angulaire w et ¢ est la célérité de la

lumiére. Dans la limite ou w7 > 1, le coefficient d’absorption vaut finalement :

nee?

o(w) = m*n,coCw?T (1L.6)
Le modéle semi-classique de Drude prédit ainsi un coefficient d’absorption a@ oc \?
(a oc w™2) ot \ est la longueur d’onde de 'onde incidente. Pour des paramétres
typiques du matériau GaAs massif (m* = 0.07mg, nzp = 10'° em™3, n, = 3.5 et
7 = 1 ps), une valeur de o &~ 0.12 ¢cm™! est obtenue & une longueur d’onde de
A = 10 pm. Cette valeur est en réalité d’un facteur 3 supérieure a celle obtenue par
une méthode plus précise consistant a résoudre I’équation de Boltzmann et a évaluer
le paramétre phénoménologique 7 [15]. A ce stade, il est évident que ’approche semi-
classique de Drude a des limites, d’une part d’un point de vue physique puisqu’elle
n’apporte aucune description quantique du systéme, mais aussi numérique puisqu’il
n’y a a priori aucune connaissance du paramétre 7 et a fortiori de ses variations
avec la longueur d’onde A ou encore avec la température 7.

Une approche microscopique du probléme consiste a résoudre I’équation de Boltz-
mann pour laquelle les probabilités de diffusion de 1’électron sont déduites des élé-
ments de matrice quantiques du potentiel de désordre. Ou bien, il est aussi possible
de déterminer la dépendance en fréquence de la conductivité, seul ingrédient & intro-
duire dans les équations de Maxwell, par des techniques de calculs diagrammatiques
impliquant les fonctions de Green [17]. A Pordre le plus bas du petit paramétre
wT, une expression similaire a (I1.6) est alors retrouvée mais avec une amélioration
théorique importante : le parameétre phénomeénologique 7 est désormais une quantité
bien définie qui peut étre précisément calculée en fonction des paramétres de bande,
de température, des défauts ou encore des phonons présents dans le matériau. Les
calculs basés sur les équations de Boltzmann démontrent un comportement en A?
avec un exposant p qui dépend du mécanisme de diffusion : p ~ 2.5 pour une diffu-
sion par phonons optiques, p =~ 3.5 pour les impuretés ionisées et p ~ 1.5 pour les
phonons acoustiques [15].

La figure II.1 montre une estimation de I'absorption par porteurs libres dans
les semiconducteurs massifs. Le matériau considéré est GaAs et la température est
fixée a T' = 300 K. Le coefficient d’absorption a la longueur d’onde A = 10 pum
est tracé en fonction de la concentration en électron nsp. Plusieurs mécanismes de
diffusion ont été considérés : les impuretés ionisées (aimp), les interactions électron-
phonon LO (ay,) ainsi que les interactions électron-phonon LA (). La théorie et
les données expérimentales s’accordent quantitativement sur la valeur du coefficient
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FiGURE II.1 — Valeurs théoriques et expérimentales du coefficient d’absorption en
fonction de la concentration électronique dans GaAs massif & 300 K. Figure extraite
de la référence [15].

d’absorption a A = 10 um ainsi que sur ses variations en fonction de la densité nsp.

Le cas des hétérostructures quasi-2D telles que les structures a cascade quantique
est néanmoins plus complexe. Dans le cas d’un LCQ), les régles de sélection optiques
imposent une direction de polarisation du champ émis le long de ’axe de croissance
z de la structure. Les états de conduction quant a eux, sont quasi-2D. Ils possédent
une composante liée décrivant le confinement le long de la direction z introduit par la
structure elle-méme, et une composante étendue dans le plan des couches, suivant les
directions x et y (Eq. I.3). Comme le montre la figure I1.2; une difficulté conceptuelle
a 'application du modéle de Drude a de tels systémes découle immédiatement de
cette configuration puisque le mouvement libre des porteurs a lieu uniquement dans
le plan perpendiculaire au champ électrique de 'onde électromagnétique, rendant
alors impossible toute accélération des porteurs par la force électrique, comme ex-
primé dans 1’équation du mouvement semi-classique (II.1). Cette remarque implique
donc que l'estimation des pertes par porteurs libres a partir du modéle de Drude,
certes valide pour les matériaux massifs, reste sérieusement discutable dans le cas
d’hétérostructures quasi-2D. Notons par ailleurs que la dépendance a(w) ~ w™" avec
p ~ 2 — 3 de ce modéle semi-classique prédit un coefficient d’absorption de I'ordre
de 10?> cm™! pour un LCQ a 2 THz [17], c’est-a-dire comparable aux gains laser
réels, remettant alors sérieusement en question 'efficacité et 'usage futur des LCQ
[48, 89, 90].
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MATERIAU MASSIF SYSTEME QUASI-2D

7’
/ €électron

FIGURE I1.2 — Schéma des différentes configurations du mouvement semi-classique
des électrons en présence du champ électrique de I'onde électromagnétique dans les
matériau massifs (panneau de gauche) et les systémes quasi-2D (panneau de droite).

I1.3 Description quantique : approche perturbative

Comme nous I'avons évoqué en introduction, I’absorption par porteurs libres est
intrinséquement connectée au processus de diffusion intra- et inter-sousbande. Une
description quantitative de ceux-ci est par conséquent nécessaire pour une estimation
quantitative des pertes. La transition optique a lieu entre deux états de sous-bande
a une différence d’énergie égale a celle du photon absorbé fw [95]. La différence
d’énergie entre hw et ’espacement entre les deux sous-bandes est alors compensée par
un changement d’énergie cinétique dans le plan des couches, apporté par un diffuseur
de la structure. Dans la suite de ce chapitre, nous présentons notre modéle pour
I’estimation des pertes par porteurs libres reposant sur une description perturbative
de ces transitions intra- et inter-sousbande obliques, nécessairement assistées par le
désordre.

I1.3.1 Modéle théorique et mécanisme

Afin de décrire notre approche perturbative pour ’estimation des pertes par por-
teurs libres, nous considérons une structure a cascade quantique simple comprenant
N, périodes, chacune de largeur L. La région active de chaque période est com-
posée d'une structure asymétrique a multi-puits quantiques ayant N états liés pour
le mouvement suivant z, notés F, ou n = 1,2, ..., N est I'indice de sous-bande. Les
états électroniques de chaque période sont considérés comme étant indépendants
de ceux de la période suivante. Ainsi, notre étude sera restreinte a la zone active
uniquement. De plus, le champ statique appliqué a la structure ne modifiant pas
fortement les énergies et les fonctions d’onde des états de sous-bande dune péri-
ode donnée, nous négligerons par la suite son effet. Nous supposons également que
I’émission laser a lieu a I'énergie hw entre les états E,_; et F, et nous étudions
les transitions qu’un électron appartenant au niveau supérieur de la transition laser
(E,) peut faire grace a 'absorption du photon.

En absence de désordre, les états propres de la zone active seront notés
(7. zlnk) = x (z)iei’g'ﬁ (I1.7)
) \/g
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avec pour énergie :
p= L, +¢e (IL.8)

nk

U (p,z) =7, e = 722’“* p est la position dans le plan des couches et k est le

vecteur d’onde bidimensionnel associé a I'état considéré. Dans ce cas idéal, une
onde électromagnétique polarisée suivant la direction z, c’est-a-dire se propageant
dans le plan des couches de croissance comme c’est le cas dans les structures de
LCQ, ne peut induire aucune transition intra-sousbande |nk) — |nk’). L’invariance
par translation dans le plan (x,y) impose en effet que les transitions radiatives

soient verticales dans l'espace des k par conservation du vecteur d’onde. De plus,
pour cette polarisation, I’élément de matrice de couplage entre I’électron et le mode
laser vaut strictement (n|p.|n) = 0 [58]. Les transitions inter-sousbande obliques
Ink) — |mk’), quant & elles, bien qu’associées & un élément de matrice dipolaire
non nul : (n|p.|m) # 0, nécessitent toujours de respecter la conservation de I’én-
ergie et du vecteur d’onde k. Dans une structure a cascade quantique idéale, tout
processus radiatif oblique est alors interdit, voir "doublement interdit” (cas des tran-
sitions intra-sousbande). Toutefois, les imperfections présentes dans une structure
réelle peuvent activer ces deux types de transition. Les défauts, les impuretés et
les phonons brisent I'invariance par translation dans le plan des couches, autorisant
alors de tels processus obliques. Dans ce cas, la conservation simultanée de I’énergie
et du vecteur d’onde peut étre respectée grace a un apport de vecteur d’onde Ak par
le diffuseur. Ainsi, 'absorption par porteurs libres peut étre traitée théoriquement
comme un phénomeéne du second ordre impliquant d’une part le photon absorbé et
d’autre part la source de diffusion. On parlera alors d’absorption assistée (ou médiée)
par les défauts, les impuretés ou par emission/absorption de phonons. Remarquons
que la méme phénoménologie appliquée a ’émission de phonon acoustique dans le
graphéne a été baptisée "super-collision” [96].

Dans une structure réelle, en présence de désordre statique, un état électronique
perturbé W - peut étre décrit en terme d’'un développement au premier ordre du
potentiel de désordre Vi :

k is k N E is //k7/
+Z| gy SRVl k) g SRV TRy

nl? - gnk’” gnE - gn”k7’

n''#n, k"
Notons par ailleurs que ce développement au premier ordre des états perturbés com-
porte des dénominateurs d’énergie conduisant a des divergences (voir Eq. I11.9). Dans
une théorie plus compléte, c’est-a-dire a tous les ordres de la perturbation, celles-ci
seraient supprimées et remplacées par des maxima finis. A partir de (I1.9), le calcul
du taux de transition devient alors trés similaire a celui d’une transition oblique
(Ak # 0) interbande dans les matériaux massifs [97).

Pour une onde électromagnétique de fréquence angulaire w, le taux de perte
d’énergie P(w) résultant du bilan net d’absorption (autrement dit incluant également
la contribution de I’émission stimulée) en présence de diffuseurs élastiques et associé
a la transition |nk) — |mk’) est donné par [40] :

7T€2Eem2

Py (w) = > (ot = ) Wz p: |0 20 (e 0 — £, — hw)  (IL10)

kK

m*2w
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ol les cas m = n et m # n correspondent respectivement aux transitions obliques
intra- et inter-sousbande. ¥ et W - donnés en (IL.9) désignent respectivement les
fonctions d’onde de I’état initial et final perturbés par le désordre et la fonction ¢
traduit la conservation de I’énergie lors de ’absorption du photon. Enfin, les termes
Joi et [, sont les fonctions d’occupation respectives de I’état initial et de I'état
final. Le calcul de I’élément dipolaire entre les deux états perturbés conduit aux
expressions :

(n|pz|n”>(n”lg|‘/dis|nk7) <n/;| Vdis|n”lg’>(n”|pz|n>
U =p, U =) = E I1.11
< e |p | nk > n''=#n < En - En// + hu) + En — En” — hw ( )

(U ilp=| ¥, 5) =

En — En// + huw Em — En// — hw

n//

> (<n|pz|n"><n~12|vdis|mk?'> N <nl¥|vcnsln”f5’><n”lpz|m>> (IL.12)

Ce développement montre qu’un couplage intermédiaire virtuel & un état de sous-
bande excitée n” est nécessaire pour avoir une absorption par porteurs libres non
nulle. Ces éléments de matrice reflétent le fait qu’a I'ordre le plus bas du poten-
tiel de désordre, le taux de diffusion de I’électron par le diffuseur élastique résulte
d’une interférence de chemins quantiques pour lesquels soit le potentiel de désordre
agit en premier et le couplage a la lumiére suit, soit I'inverse. Les schémas de la
figure 11.3 représentent, d’un point de vue quantique, les transitions effectuées par
un électron au cours du mécanisme d’absorption par porteurs libres assistée par
une diffusion intra-sousbande |nk) — |nk’). Les deux contributions a 'élément de
matrice y sont représentées. Les fléches verticales représentent I'interaction électron-
photon (conservation du vecteur d’onde l;) et les fleches obliques vertes le couplage
électron-diffuseur. Une représentation similaire est montrée sur la figure I1.4 pour le
mécanisme d’absorption par porteurs libres inter-sousbande |nk) — |[mk’).

[*T terme 20d terme
Env’c

mk

En.-’\'

nk

|75 E

E"_|_l,r\. . If?(!} + EI]-L{{(

FI1GURE I1.3 — Représentation des transitions effectuées par I’électron au cours du
mécanisme d’absorption par porteurs libres intra-sousbande |nk) — |nk’) médiée
par un diffuseur élastique. Le photon laser est émis entre les sous-bandes FE,_;
et F,. Les fléches verticales oranges représentent l'interaction électron-photon. Les
fleches obliques vertes représentent le couplage électron-diffuseur. Les points bleus
représentent les états finaux et initiaux réels de la transition intra-sousbande oblique
représentée par la fléche oblique rouge. Les points gris représentent les états virtuels
intermédiaires.
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FIGURE I1.4 — Représentation des transitions effectuées par 1’électron au cours du
mécanisme d’absorption par porteurs libres inter-sousbande |nk) — |mk’) médice
par un diffuseur élastique. Le photon laser est émis entre les sous-bandes FE,_;
et E,. Les fléches verticales oranges représentent 'interaction électron-photon. Les
fleches obliques vertes représentent le couplage électron-diffuseur. Les points bleus
représentent les états finaux et initiaux réels de la transition inter-sousbande oblique
représentée par la fléche oblique rouge. Les points gris représentent les états virtuels
intermédiaires.

Dans la suite, nous faisons une restriction a 3 sous-bandes en prenant F,
comme état virtuel intermédiaire. Nous considérons alors la situation ot 1’électron
revient sur sa sous-bande initiale n (transition intra-sousbande) ou bien est éjecté
sur la sous-bande supérieure n + 1 (transition inter-sousbande). Mais il est clair
qu’une estimation compléte de tous les processus de pertes par porteurs libres de-
vrait nécessairement comprendre une somme sur toutes les autres sous-bandes de la
structure. Dans ce cas, I’élément de matrice dipolaire devient :

ol R,m(w) est un facteur résonant dont I'expression dépend du type de la transition
effectuée par ’électron :

2 = [(nlp:|n + 1) (nk|Vas|mk') [P R2,,, (w) (11.13)

1 1 .
+ sim=mn;
Run(w) = { ™7 Ef” ~ B e B B (I1.14)

sim=n+1.

hw—E,, + E,

Quantitativement, remplacer w par w — i7 dans (I1.14) aurait le méme effet que de
resommer la série des perturbations. Ceci implique que les formules présentées par
la suite sont valables lorsque |w — wym| > 1/7 0l Wy, est la fréquence résonante
inter-sousbande et 7 est le temps de relaxation typique des porteurs, comme défini
en section I11.2.

En supposant que le mode laser est uniforme sur toutes les N, périodes de la
structure a cascade quantique, le coefficient d’absorption « est relié au taux de perte
d’énergie du mode laser par [40, 98] :

_ Ny P(w)

.15
% (I1.15)

a(w)
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o I = ggen, B2 /2 est Uintensité de la radiation laser et V = N,L.S est le volume
de la structure entiére. Le coefficient d’absorption « est alors indépendant du nom-
bre de périodes IVp,.

I1.3.2 Cas des diffuseurs élastiques

Dans la suite, nous discutons les mécanismes d’absorption assistés par des dif-
fuseurs élastiques donnant un temps de vie des porteurs de quelques picosecondes
[99, 100] tels que les défauts d’interface, les impuretés ionisées et le désordre d’alliage.
Cela revient alors a remplacer le potentiel Vgis dans les expressions (11.9) a (I1.13) par
celui de la source de diffusion considérée. Pour simuler la zone active, nous considé-
rons une structure de double puits quantique 23/2/12 nm de GaAs/Alg15GaAsgs
ayant 6 états liés pour le mouvement en z. Chaque période est espacée de la suivante
d’une barriére d’épaisseur 5.6 nm. La longueur d’une période est donc de 42.6 nm.
Nous nous restreignons aux trois premiers états en considérant que le photon laser
est émis a 'énergie hw = Ey — Fy = 11.41 meV et nous étudions les transitions intra-
et inter-sousbande obliques |2k) — |2k7) et |2k) — |3k} (F3 — Ey = 11.46 meV). Les
structures de LCQ THz contenant relativement peu d’électrons, nous considérons
une densité de porteurs typique de n, = 2.17 x 10’ ¢m™2 [11]. Ceci nous permet
alors de considérer des distributions de Maxwell-Boltzmann pour les fonction d’oc-
cupation de (II.10), pour lesquelles les deux sous-bandes sont thermalisées & la méme
température électronique 7' [77] :

fop=ePCumm) o oA ) (I11.16)
oll yi. est le potentiel chimique du systéme et 8 = (kgT)~'. La figure II.5 montre
I’évolution du coefficient d’absorption assistée par les défauts d’interface pour deux
différents types de fonctions d’occupation. A ces faibles densités de porteurs, 'ap-
proche de Boltzmann reste en effet équivalente & celle de Fermi-Dirac et cela est
d’autant plus vrai que la température est élevée. En revanche, pour des densités
plus élevées, les distributions de Boltzmann apportent une mauvaise description des
occupations et deviennent de moins en moins fiables & mesure que T" diminue : le
gaz d’électrons devient dégénéré (le potentiel chimique entre dans la sous-bande
de conduction). Notons enfin que la dépendance linéaire du coefficient d’absorption
en fonction de la densité électronique sera discutée plus en détail dans les calculs
explicites qui suivent.

Rugosité d’interface

Comme décrit au chapitre I, les défauts d’interface sont modélisés par une distri-
bution aléatoire de défauts attractifs et répulsifs gaussiens [54, 98, 101] et le potentiel
Vaer qui leur est associé est défini par 'expression (1.28). Ceux-ci sont introduits sur
les deux interfaces internes de la structure de double puits quantique, maximisant
ainsi leur couplage aux électrons, et chaque interface est repérée le long de 'axe de
croissance par la position zy. Le calcul de 1’élément de matrice de Vi inclu dans

1. Ces paramétres d’alliage correspondent & une hauteur de barriére de Vj, = 115 meV.
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FiGURE I1.5 — Evolution du coefficient d’absorption en fonction de la densité élec-
tronique pour la structure 23.8/3.1/9.8 nm de GaAs/Aly15GaAsggs en présence de
désordre d’interface (0 = 3.6 nm, faor = 0.30 et hger = 2.83 A). Les différentes des-
criptions des populations électroniques telles que I’approche de Fermi-Dirac (trait
continu et trait pointillé) et celle de Maxwell-Boltzmann (carrés et triangles) sont
comparées pour une température 7' =5 K (bleu) et 7' = 300 K (rouge).

I'élément de matrice dipolaire en (I1.13) conduit a I'expression suivante :

ad = 2 2 2 2
R[Vaalmt) = 2TVt S St (o) — Sah(@uits ()] (1117)

20

ou q = k — K est la variation de vecteur d’onde entre I'état initial et 'état final de
la diffusion élastique. Les termes S2° et S'P sont respectivement des sommes sur
les phases contenant les positions aléatoires p; des défauts attractifs et des défauts
répulsifs :

Natt/rep
Sziytl/rep(cf): Z eilj‘ﬁj (1118)
j=1

Lexpression des intégrales u2™ et u'® dépend de la nature de la transition oblique.

On distingue les deux cas : m = n = 2 pour la transition intra-sousbande et n = 2
et m = 3 pour la transition inter-sousbande :

20+hget
/ dzxe(2)xs(z) sim=n;
U (z9) = 20 (I1.19)

z0+hdet
/ d203(z) — ()] sim £

20

20
/ dzx2(2)xs(2) sim =mn ;

i (z0) = ¢ it (11.20)
| ade) - @ sim .
20—Ndef
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En considérant une distribution de défauts non corrélés, la moyenne sur les positions
aléatoires des sommes (I1.18) se réduit a gatt/rep Natt/jrep- Le module carré de
I'élément de matrice dipolaire initialement donné en (I1.13) vaut alors :

420tV

(U, 2|p-| W, ) = e |(2]p.|3) PRI R (w) (IL.21)
avec :
FIt = [Mace|uit, (20) 2 + Mep [ ulsE (20) ] (11.22)

20
Ol Nyt €t Nyep sont les densités surfaciques de défauts attractifs et répulsifs respec-
tivement. Le facteur F9 tient compte du recouvrement des fonctions d’onde des
deux états impliqués dans le couplage au défaut aux interfaces rugueuses. L’appli-
cation de la conservation de I'énergie € - = €, -+ hw lors du processus d’absorption
par porteurs libres et le calcul des sommes sur les vecteurs d’onde k et k' conduisent
a Pexpression suivante pour le coefficient d’absorption :

et () = 7T62neVb20

(@) = T e (1 € IR R () [ () (I1.23)

avec

* 2 _
Igfé< )—QWFdefeXp[ 2m*o? (hw Em—i-En)}

h2

X /OO dxe =+ (77\/372 + Bx(hw — E,, + En))
0
x Oz + f(hw — E,, + E,)] (11.24)

ot I est la fonction de Bessel d’ordre 0 d’argument imaginaire [102], n = 4m*o?/(8h?)
et x est une variable d’intégration sans dimension. La fonction © désigne ici, et par la
suite, la fonction de Heaviside. Comme nous I’avions évoqué dans le commentaire de
la figure I1.5, Pexpression (I1.23) prédit un coefficient d’absorption proportionnel a
la densité de porteurs n. mais aussi a la densité de diffuseurs ngg /rep a travers le fac-
teur Fgf,f . Cette expression ne donne par ailleurs aucun comportement en w™ comme
prédit par I’approche semi-classique de Drude. Au contraire, les deux expressions
relatives aux cas intra- et inter-sousbande divergent lorsque ’énergie du photon tend
vers I'écart en énergie F3 — Ey a travers le facteur résonant R,,,. Pour la structure
de double puits quantique décrite précédemment, nous avons évalué numériquement
le coefficient d’absorption par porteurs libres ad®! en fonction de ’énergie du photon
hw. Nous étudions alors la dépendance de ce coefficient en fonction des différents
parameétres du probléme, en particulier, les paramétres de désordre.

La figure 11.6 montre 'évolution du coefficient d’absorption o associé aux
transitions intra- (|2k) — |2K")) et inter-sousbande (|2k) — [3k')) obliques. Loin
de la résonance, les courbes obtenues présentent des valeurs d’absorption relative-
ment faibles, de 'ordre de 1072 ecm™!. Celles-ci sont en accord avec les estimations
antérieures de pertes par porteurs libres [92] mais sont en forte contradiction avec
les estimations données par une extrapolation du modéle de Drude aux structures
quasi-2D [17]. Ces faibles valeurs d’absorption résultent de plusieurs causes. Tout
d’abord, le coefficient d’absorption dépend linéairement de la concentration d’élec-
trons, or celle-ci reste petite dans les structures de LCQ THz (~ 10'° cm™') ; ensuite,
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la nature interdite (voire doublement interdite) de ces phénoménes du second ordre
réduit la probabilité de transition ; et enfin, les défauts d’interface sont des diffuseurs
peu efficaces, générant un potentiel a court rayon d’action d’amplitude faible. Notons
également que le coefficient d’absorption oSt des transitions intra-sousbande reste
plus faible que ads’ pour les transitions inter-sousbande. La principale raison a cela
est que le transfert de vecteur d’onde dans le cas inter-sousbande est plus faible que
dans le cas intra-sousbande, comme le montrent les arguments de I’exponentielle de
19 et ceux de la fonction [y. Rappelons également que la transition inter-sousbande

oblique est simplement interdite alors que 'intra-sousbande est doublement interdite
par la conservation de I’énergie et du vecteur d’onde.

Notons par ailleurs que ces courbes présentent une augmentation du coefficient
d’absorption lorsque w — 0. Au méme titre que la divergence en hiw = FE3— F», celle-
ci refléte la limite de notre approche perturbative puisque sur cette plage des basses
énergies, la condition w7 > 1 n’est plus vérifiée. La description du comportement du
systéme a ces trés basses fréquences (et également au voisinage de la résonance) né-
cessite une approche théorique plus compléte, notamment en présence de diffuseurs
a court temps caractéristique de diffusion tels que la rugosité d’interface.

T T T
— intra-sousbande -

2
10 ¢ --* inter-sousbande 7

~———
e ——
o

Absorption (cm'l)

Energie du photon (meV)

FI1GURE 1.6 — Coefficient d’absorption par porteurs libres médiée par les défauts
d’interface (owef) associé aux transitions obliques intra-sousbande [2k) — |2k’) (con-
tinu vert) et inter-sousbande |2k) — [3%') (pointillé rouge). B3 — Fy = 11.46 meV.,
ne = 2.17 x 10" em=2. for = 0.30, 0 = 3.6 nm et hger = 2.83 A, Nyyy = Nyep =
Naeg/2. T =100 K. Structure 23/2/12 nm de GaAs/Alg15GaAsg gs.

La figure 11.7 montre I’évolution du coefficient a%°f pour trois fractions de recou-
vrement de la surface de I’échantillon par les défauts. Augmenter cette fraction fge
revient & augmenter le nombre de défauts a 'interface, comme indiqué dans 'expres-
sion (I.31). Comme nous 'avons évoqué précédemment, absorption par porteurs
libres est proportionnelle & la densité défauts. A mesure que le nombre de diffuseurs
augmente, la probabilité d’étre assisté par I'un d’entre eux pour absorber le photon
augmente et ce, linéairement. Ainsi, pour une surface d’échantillon donnée, I’absorp-
tion est proportionnelle au nombre de diffuseurs.
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FiGURE II.7 — Coefficient d’absorption par porteurs libres médiée par les défauts
d’interface (ovgef) associé aux transitions obliques (a) intra-sousbande [2k) — |2k
et (b) inter-sousbande |2k) — [3k") pour différentes valeurs de la fraction de re-
couvrement fger : 0.5 (pointillé bleu), 0.30 (continu rouge) et 0.60 (pointillé vert).
Ey — Ey = 11.46 meV. n, = 2.17 x 10 ¢cm™2. ¢ = 3.6 nm et hge = 2.83 A.
Natt = Nyep = Naet/2. T = 100 K. Structure 23/2/12 nm de GaAs/Aly15GaAsgss.

Une autre dépendance moins intuitive mais tout aussi importante est celle qui
concerne l'extension spatiale des défauts, désignée par le paramétre o dans notre
modéle de désordre [54] (voir sous-section 1.5.3). La figure I1.8 montre ’évolution
du coefficient a®®! en fonction de I'énergie Aw pour deux valeurs de ce paramétre o.
D’une part, bien qu'une augmentation de o entraine une diminution du nombre de
défauts a fraction fuer et surface S fixées, 'absorption augmente avec o et d’autre
part, les pentes des ailes d’absorption sont fortement modifiées par une augmenta-
tion de ce paramétre. Dés lors que ce dernier apparait & plusieurs reprises dans les
préfacteurs et les exposants des équations (I11.23) et (I1.24), la dépendance o (o)
a une énergie de photon fixée reste complexe. Il est néanmoins possible d’avoir un
raisonnement qualitatif reposant sur I'idée que plus la surface efficace de diffusion est
grande, plus la diffusion est probable augmentant ainsi les pertes par porteurs libres.
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FiGURE II.8 — Coefficient d’absorption par porteurs libres médiée par les défauts
d’interface (cger) associé aux transitions obliques (a) intra-sousbande [2k) — [2k)
et (b) inter-sousbande |2k) — [3k') pour différentes extensions spatiales de défaut :
o = 3.6 nm (pointillé vert) et ¢ = 5.6 nm (continu rouge). F3 — Fy = 11.46 meV.
ne = 217100 em 2. faer = 0.30 et hger = 2.83 A. Nogy = Nyep = Naer/2. T = 100 K.
Structure 23/2/12 nm de GaAs/Alg15GaAsg gs.

Impuretés ionisées

Les impuretés ionisées sont décrites par le potentiel Coulombien défini par 'ex-
pression (I.14) et sont réparties sur un plan (x,y) repéré par la position z; sur 'axe
de croissance. La figure 11.9 représente le profil de bande de conduction ainsi que
le module carré des fonctions d’onde enveloppe x2 et x3 de la structure de double
puits considérée. Les trois plans d’impuretés pris en compte dans le calcul qui suit
y sont repérés par les positions z; (I = 1,2,3). L’abscisse z; = 5 nm correspond
a une position ou 'amplitude de y3 est plus importante que celle de o, 'abscisse
7y = 31 nm coincide avec le maximum de la fonction X3 et enfin z3 = —8 nm repére
une position dans la barriére injectrice de la structure. Au cours de cette étude,
nous nous intéressons uniquement aux impuretés donneuses induites par le dopage
de la structure. Celles-ci sont alors décrites par un potentiel coulombien purement
attractif. Une concentration de porteurs de n, = 2.17 x 10'° cm™2 correspond a un
nombre d’impuretés par plan de Njy,p, = 8.

En suivant la méme démarche de calcul que celle établie pour les défauts d’in-
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FIGURE I1.9 — Profil de la bande de conduction (trait continu gris) et modules carrés
des fonctions d’onde enveloppe X, (trait continu bleu) et ys3 (trait continu rouge)
de la structure de double puits quantique 23/2/12 nm de GaAs/Alg15GaAsggs. Les
plans d’impuretés ionisées, repérés par la position z; (I = 1,2,3), sont représentés
par les lignes verticales vertes.

terface, nous trouvons I'expression de I’élément de matrice de désordre suivant :

—2me?

(K| Vig ) = =25 (@) (g, ) (11.25)

oll k = dmege, et ¢ = k' — k. Le terme S™P(7) est une somme similaire aux termes

tt .. , . . ,
S2/reP omprenant les positions aléatoires des impuretés

Nimp

S(g) =Y et (11.26)
j=1

et FImP et le facteur de forme associé au potentiel coulombien dont I'expression
dépend également de la nature des transitions :

[ dzaepa@e = sim =

Fvimrrnnp(qJ Zl) =
/muaa—ﬁ@mﬂ*Mam#n.

(11.27)

Notons que ces deux fonctions dépendent de la localisation (ou délocalisation) et du
recouvrement des fonctions d’onde dans la structure, en particulier a la position z
du plan de dopage. Le calcul du coefficient d’absorption donne alors :

6
€ NeNimp

= 1 — e ) (2]p,|3)|? R? P I1.28
16mgggmrm*Lzh2w( e 2Ip23) |7 Ry (W) Lt (w) ( )

ou les facteurs résonants R, ont déja été définis en (I1.14) a la section précédente
et ou :
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I™P () = Z /000 dre "0 [z + B(hw — E,, + E,,)]

2l

> /QW dQFrlLTnp[Qnm(xa 9,&));2[]
0 2 (I,Q,W)

nm

(I1.29)

avec (0, le module de la variation de vecteur d’onde :

2m*
2 _
nm('r’ 9,&)) - W
x |22 4 B(hw — Ep + E,) — 2cos 0v/2% + Bx(hw — E,, + E,)|  (11.30)
Le coefficient d’absorption a!™P est, sur plusieurs aspects, similaire a a9 obtenu

pour les défauts d’interface : la dépendance en fonction de la concentration élec-
tronique n, et de la densité surfacique des impuretés nin;, sont linéaires. Notons que
dans ce calcul, nous avons considéré un potentiel de Coulomb non-écranté. Cette
approximation est d’autant plus fiable & haute température puisque la longueur
d’écrantage de Debye qgl = nee?/[kpTe 0] vaut 80 nm a T = 300 K. Par ailleurs,
les transitions virtuelles obliques sont caractérisées par les élements de matrice
(2| Vip|3K") ou (3K|Vimp|2K7). L’écrantage du potentiel coulombien peut alors étre
négligé si la variation de vecteur d’onde @, > qp puisque a grand transfert de
vecteur d’onde, les potentiels écrantés et non-écrantés coincident. Mais nous savons
que pour le cas d’une transition intra-sousbande par exemple, la conservation de
I'énergie impose que k' = \/k? + 2m*w/h. Du coup, Iécrantage peut étre négligé
si k' —k = \/k?+2m*w/h — k > qp. Notons qu’ici y/2m*w/h ~ 10* cm™! ce qui
est typiquement 10 fois plus grand que gp. Pour les états électroniques les plus peu-
plés, Q.. > qp et les effets d’écrantage peuvent donc étre négligés. Au chapitre 111,
ces effets d’écrantage seront néanmoins pris en compte a I’approximation de Debye-
Hiickel dans notre calcul de diagonalisation numérique du Hamiltonien en présence
de désordre car nous nous intéressons & un aspect différent des effets du désordre
tels que la création d’états liés ou résonants. De plus, et plus généralement, ces effets
se produisent au-dela de I'approximation de Born.

La figure I1.10 présente les résultats du calcul du coefficient d’absorption o/™P
donné en (I1.28) pour les différentes positions du plan de dopage de la figure I1.9
et pour les transitions obliques intra-sousbande |2k) — |2k") (graphe a) et inter-
sousbande [2k) — |3K") (graphe b). L’allure obtenue est similaire & celle du coef-
ficient a°f : les facteurs résonants R,,, introduisent de nouveau la résonance en
hw = E3 — F5 et les transitions intra-sousbande donnent une absorption d’'un ordre
de grandeur plus faible que les transitions inter-sousbande. FEn revanche, contraire-
ment au désordre d’interface, le régime wr < 1 n’est pas atteint pour les donneurs
lorsque w — 0.

Comme nous l'avons montré au chapitre I, la force du potentiel coulombien
dépend de la position relative des impuretés par rapport a la densité de présence élec-
tronique. Placer les impuretés au maximum (ou minimum) du produit des fonctions
d’onde des états initiaux et finaux entraine une absorption plus (moins) importante.
La présence d’un plan d’impuretés dans la barriére injectrice (z; = —8 nm) conduit
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F1GURE I1.10 — Coefficient d’absorption par porteurs libres médiée par les impuretés
ionisées (qmp) associé aux transitions obliques (a) intra-sousbande |2k) — |2k7) et
(b) inter-sousbande |2k) — [3k') pour différentes positions du plan d’impuretés
z = 5 nm (continu rouge), z; = 31 nm (pointillé vert) et z; = —8 nm (pointillé
bleu). F3 — Fy = 11.46 meV. nyyp, = n, = 2.17 x 10" em™2. T = 100 K. Structure
23/2/12 nm de GaAS/Alg.lg)GaASo.gg).

a une absorption significativement peu efficace puisque les fonctions d’onde y ont
une amplitude trés faible. La position z; = 31 nm est celle qui donne le coefficient
d’absorption le plus important car ’écart entre les amplitudes des fonctions d’onde
y est plus grand qu’en z; = 5 nm, augmentant ainsi les termes F™P, Au chapitre I11,
nous analyserons en détail, par diagonalisation numérique, I'influence de la position
des donneurs dans la structure sur la forme et la largeur de la raie d’absorption
[103]. De nouveau, nous constaterons que la suppression des divergences dans les
facteurs résonants implique de ne pas se limiter a I’ordre le plus bas au potentiel de
désordre.

Désordre d’alliage

Le désordre d’alliage est traité a l’approximation de cristal virtuel (VCA) [58,
67] décrite au chapitre I. Nous considérons donc des diffuseurs “delta” localisés sur
chaque site du réseau cristallin. A partir de I’élément de matrice de désordre calculé
en (1.20), I’élément de matrice dipolaire entre les deux états perturbés de la transition
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vaut :

[(2Ip=13)%  Zanoy (1 — Tanoy) AV

Jralloy I1.31
(5m — &, — hw)2 S nm ( )

(PPl ) * =

oll Zaoy €st le pourcentage d’alliage du matériau, AV est le potentiel effectif de
désordre et €y est le volume de la cellule unitaire du cristal. De méme ici nous
retrouvons les termes de localisation/délocalisation des fonctions d’onde a travers
les facteurs suivants :

/ dzx2(2)xs(2) sim =mn;
Fahoy = ¢ ook (1L.32)
{Alwuaa—ﬁ@ngm#n.
alloy

Ces deux facteurs sont intégrés sur tout 'axe z en supposant que le désordre d’alliage
est présent sur toute la structure contrairement aux défauts d’interface ou encore
aux impuretés ionisées qui sont localisés sur des plans précis.

A partir de I’élément de matrice (I1.31), 'expression suivante du coefficient d’ab-
sorption est établie en présence de désordre d’alliage :

oy (1 — Taney) AVZQ

alloy 1 — —Bhw 9 } 3 2R2 [alloy 11.33
o) = S =l 2SI (1 e (o )P R, () () (1133
avec :
21.2 * h2k2
12199 (1) = /koe—ﬁh R2/2m7 | palloy 126 (hw —E,+ E,+ 5 *) (I1.34)
m

La figure I1.11 montre les résultats du calcul de o' pour la structure 23/2/12 nm
d’'Ing 53Gag 43As/GaAsg 51Sbg.49. Les paramétres de désordre sont les suivants : AV =
0.6 eV [69], Zanoy = 0.53 dans les puits de la structure et x,0y = 0.51 dans les bar-
rieres. Qy = a? /4 ot ag = 5.935 A[104]. La température est fixée & T = 100 K et trois
calculs différents sont comparés : cas d’un désordre dans les barriéres uniquement,
dans les puits uniquement et enfin sur toute la structure de double puits. Compte
tenu de la trés faible localisation des fonctions d’onde dans les barriéres, ’essen-
tielle de la contribution aux pertes est apportée par le désordre présent dans les
puits d'TnGaAs. Ainsi, les intégrales en z des facteurs F21% en (I1.32) peuvent alors
étre restreintes aux puits uniquement et une seule fraction d’alliage, Zau0, = 0.53,
peut alors étre prise en compte. Une allure similaire aux précédents mécanismes de
diffusion est de nouvau obtenue : la résonance est située a 'énergie F3 — Ey (ici
15.15 meV pour cette structure ternaire), les valeurs du coefficient d’absorption loin
de la résonance restent du méme ordre de grandeur que les précédentes estimations
relatives aux défauts d’interface et aux impuretés ionisées, mais restent toujours en
fort contraste avec celles prédites par 'extrapolation du modéle semi-classique de
Drude aux structures quasi-2D.

I1.3.3 Cas des diffuseurs inélastiques

Jusqu’a présent, nous avons traité en détail le cas d'une absorption par porteurs
libres médiée par les diffuseurs élastiques présents dans la structure. Or, il est bien
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5
10 .
- désordre dans les barriéres

103 | * désordre dans les puits

— structure enti¢re

Absorption (cm'l)

Energie du photon (meV)

F1GURE II.11 — Coefficient d’absorption par porteurs libres médiée par le désor-
dre d’alliage (cvanoy) associé aux transitions obliques intra-sousbande 12k) — |2K)
pour une localisation du désordre d’alliage dans les barriéres (pointillé vert),
les puits quantiques (croix bleues) ou dans la structure entiére 23/2/12 nm
d’Ing 53Gag.43As/GaAsg 515b 49(continu rouge). F3 — Ey = 11.46 meV. n, = 2.17 X
101 cm™2. AV = 0.6 €V et 40, = 0.53 dans InGaAs et zqy0, = 0.51 dans GaAsSh.
T =100 K.

connu et bien établi que les interactions électron-phonon, notamment phonon LO,
dominent la mobilité électronique des semiconducteurs ITI-V et II-VI & haute tem-
pérature [77, 100]. Il parait donc évident que ces couplages inélastiques affectent
également I'absorption par porteurs libres dans les hétérostructures de type LCQ.
Dans ce paragraphe, nous détaillons les processus de pertes par porteurs libres as-
sistés par I’émission et I’absorption de phonon. Nous traitons deux types de phonons
présents dans ces structures : les phonons LLO dans un premier temps et dans un
second temps, les phonons LA.

Phonons optiques longitudinaux

En présence de ces diffuseurs inélastiques, nous devons désormais considérer des
états électroniques couplés a un réservoir de bosons contenant N, phonons. Ainsi,
par analogie au cas des diffuseurs élastiques, nous étudions les transitions obliques
du type [V, zy ) — |\Ijmk?,Nq71> pour une absorption de phonon et [V . ) —
‘\Ijml;’,Nq+1> pour une émission de phonon. Ces deux processus sont représentés sur
la figure I1.12 pour I'absorption de phonon LO et sur la figure 11.13 pour 1’émis-
sion. Les fléches oranges dirigées verticalement représentent ’absorption du photon
laser d’énergie hw et les fléches obliques vertes 1’absorption/émission du phonon
LO. Notons qu’ici, en plus d’apporter une variation de vecteur d’onde a I’électron,
le couplage au phonon modifie également le bilan énergétique du porteur. Par une
absorption de phonon LO, I’électron atteint un état d’énergie Aw + hwro, tandis que
par une émission de phonon LO, les états d’énergie hw — hwo sont accessibles.
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Absorption phonon LO Absorption phonon [.LO
Intra-sousbande Inter-sousbande

/) B,

ho + ho
Lo hio + hoy o

i) |77

FI1GURE II.12 — Représentation des transitions effectuées par 1’électron au cours du
mécanisme d’absorption par porteurs libres intra-sousbande |nk) — |mk’) (schéma
de droite) et inter-sousbande [nk) — |mk’) (schéma de gauche) assisté par Iabsorp-
tion d’un phonon LO. Le photon laser d’énergie hw est absorbé par un électron. Les
fleches oranges représentent 'interaction électron-photon. Les fléches obliques vertes
représentent le couplage électron-phonon LO. Les points bleus représentent les états
finaux et initiaux réels de la transition oblique considérée. Les segments en pointillé
gris représentent les niveaux d’énergie virtuels intermédiaires. La conservation de
I'énergie impose £, - — E - = hw + hwio.

Emission phonon LO Emission phonon LO
Intra-sousbande [nter-sousbande

|7)
i |IF?U) -— h(.‘]| _(}|

nk

|7

)

F1GURE II.13 — Représentation des transitions effectuées par 1’électron au cours du
mécanisme d’absorption par porteurs libres intra-sousbande |[nk) — |mk’) (schéma
de droite) et inter-sousbande |nk) — |mk’) (schéma de gauche) assisté par I'émission
d’un phonon LO. Le photon laser d’énergie hw est absorbé par un électron. Les
fléches oranges représentent I'interaction électron-photon. Les fléches obliques vertes
représentent le couplage électron-phonon LO. Les points bleus représentent les états
finaux et initiaux réels de la transition oblique considérée. Les segments en pointillé
gris représentent les niveaux d’énergie virtuels intermédiaires. La conservation de
I'énergie impose £, - — E - = hw — hwo.

Les états impliqués dans les transitions obliques ont pour expression :

i) = |n, k)1 ® | Ny, @) (11.35)
f) = [m, F)I;® [N, £1,) (IL.36)

Par un calcul analogue a celui de Pexpression (I1.10), nous obtenons le taux de perte
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d’énergie pour un processus d’absorption assisté par I’absorption d’un phonon LO :

ne’E2
PR ) = 75 D03 (= F) (0 I W, )
Kk d

_fmk_7<1 - anN<\Ijml;’,Nq—1|pZ|\Ian,Nq>|2 6(5777,157 - eng - FL&) - thO) (1137)

et de méme pour un processus assisté par 1’émission de phonon LO :

emi ne? B2
P (w) = Z Z [ mk')‘<\I’nE,Nq|pZ“I/mi§',Nq+1>‘2

m*2w —
kK d

~ L (L= £ K i, 1P )| (e — €, — P + o) - (T1.38)

ol ¢ est le vecteur tridimensionnel du phonon LO.

A partir de la conversion établie en (I1.15), le coefficient d’absorption relatif a ces
différentes diffusions inélastiques peut étre évalué. Pour une absorption de phonon
LO, celui-ci vaut alors :

e'newroN,  [(2[p:]3)?
16mede,cn,m*L,  hw

LOabs( ):

nm

() [(1 = 0] 203 )

n

TLEHQTI' —Bhw _(Br.—pB)hwro —B(hw+hwr,o) LOabs
BT (e7e —e ) Lio2s(w) | (11.39)

olle, = (Wloq - é) et ol Ny est la fonction d’occupation de Bose pour les phonons :

1
N,

7 eBrhwio —

(11.40)

avec B, = (kgTy)™! ou Ty, est la température du réseau. Le facteur résonant R,
de I'expression (I1.14) est le méme que celui précédemment établi pour les diffuseurs
élastiques. Les fonctions I50%%(w) ot Q = K ou Z sont définies par :

13;2355( )= /0 dre "0 [z + B(hw + hwro — B, + E,)]

FLOQum(2,0,w)]
« /0 aprep Sl B2l (1)

comprenant les facteurs de forme suivants :

FQLQO(QQQ) = /dz/dZ,XS(Z)Xg(Z/))@(z)Xg(Z/)e_Q”'Z_Z,l (11.42)
3 (Q) = / d / 42/ DA + (N3 — 28 (NE()]e 1
(11.43)

De nouveau, comme c’était le cas des potentiels de diffusion élastique, ces deux
facteurs de forme FL© contiennent les termes de la localisation ou délocalisation des
fonctions d’onde dans la structure. Ceux-ci dépendent également de la valeur de la
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variation de vecteur d’onde Q,,, = K, ou =, comme suit (pour un processus
d’absorption de phonon LO uniquement) :

K?zm(xaeaw) hgﬁ [2l’+ﬁ<hw+tho _Em+En)
—2cos 0+/22 + Ba(hw + hwro — Enp + En)} (I1.44)
2 (1,0,w) = 22 + 267w + hwro — B + Ey)

h2 B

—2cos0v/72 + 282 (hw + hwro — B + En)} (I1.45)

Le coefficient d’absorption dans le cas d’une émission de phonon LO est quant a
lui donné par :

e*newro(Ny +1) [(2]p.3)]?
16mede,en,m* L,  hw

abOmi(w) =

Rim(w) [(1 —pBhw (ﬁ BL)hWLO)ILOem1<w)

nm,K

nehQﬂ' —Bhw (B—BL)hw —B(hw—hwro)\ tLOemi
2 k T<€ & EIRLO — ¢ e )Inm: ((.U) (1146)
m*kp ”

pour lequel les fonctions I50%" (Q = K ou Z) valent :

171;265“ = / dre "0 [x + B(hw — hwro — Enm + Ey))
0

FiQnm (2,0, w)]
« /0 g St L (1L47)

Nous retrouvons les mémes facteurs de forme FX© donnés en (I1.43) mais, cette
fois-ci, ceux-ci dépendent des vecteurs d’onde suivants :

K2 (z,0,w) = 225 2z + B(hw — hwro — B + Ey)
—2cos O+/22 + Ba(hw — hwpo — B + En)} (I1.48)
=2 (1.0,w) = h25[2x+26(7m Fworo — Em + Ey)

—2cos O+/22 + 20z (hw — hwro — Ep + En)} (I1.49)

Notons que le second terme des expressions (I1.39) et (I1.46) donne, comme at-
tendu pour une faible concentration de porteurs et pour une distribution de Boltz-
mann, une contribution négligeable comparée au premier terme car celui-ci posséde
une dépendance quadratique en la fonction d’occupation, tandis que le premier a
une dépendance linéaire. Dans des structures contenant davantage de porteurs, des
distributions de Fermi-Dirac pour les porteurs thermalisés devraient étre prises en
compte et dans ce cas, le blocage de Pauli pourrait jouer un réle important comme
latteste encore une fois la figure 11.5.
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Les courbes de la figure I1.14 présentent les résultats des calculs de b9 et

alkOemi pour les transitions intra- en inter-sousbande décrites sur les figures 11.12
et 11.13. Les graphes (a) et (b) représentent I'évolution de 9% en fonction de
hw et les graphes (c) et (d) celle de a29°™, Deux températures T}, de réseau sont
considérées : T, = 100 K et 300 K, et pour ce premier calcul, une température
électronique égale a celle du réseau est prise en compte (T = T1). Ces coeflicients
d’absorption sont tous deux proportionnels au facteur d’occupation des phonons
Ng, or ce dernier étant controlé par la température 77, 'amplitude des pertes par
porteurs libres présente une forte dépendance thermique. Le nombre de phonons
augmentant avec la température, 'absorption par porteurs libres aussi. A faible
valeur de T}, ’absorption /émission de LO phonon reste peu efficace. Puis, & mesure

que T, augmente, les phonons LO deviennent les diffuseurs dominants.

. T,= 100K . T = 100K |

— T,=300K — T, =300K
£ E
z — | 2
< MF T g < ~
10°
¥ . T, =100K -
— T,=300K
".'E 'TE
2 2
3 E
% 2
£ =
< ! <
w0 S (N
|0'r. 10"1 . L . . L .
0O 5 10 15 20 25 30 35 40 45 50 0 5 10 15 20 25 30 35 40 45 50
Energie du photon (meV) Energie du photon (meV)

F1GURE I1.14 — Coefficient d’absorption par porteurs libres assistée par 'interaction
électron-phonon LO. Panneaux supérieurs : absorption d’un phonon LO (ak9abs),
Les graphes a et b correspondent aux transitions intra-sousbande |2k) — [2k') et
inter-sousbande |2k) — |3k") respectivement. Panneaux inférieurs : émission d'un
phonon LO (aL9em), Les graphes c¢ et d correspondent aux transitions intra- et
inter-sousbande respectivement. Deux températures du réseau sont considérées :
11, = 100 K (pointillé bleu) et 71, = 300 K (continu rouge). E5 — Ey = 11.46 meV.
ne = 2.17 x 10!% em™2. hwro = 36 meV. T = Ty. Structure 23/2/12 nm de
G&AS/AIQ.B G&ASO'85.

Une autre caractéristique importante de ces résultats est la présence de réso-
nances secondaires aux énergies hw = 36 meV et hw = 47.46 meV pour I’émission de
phonon LO (observées respectivement sur les graphes I1.14.c et 11.14.d). Ces éner-
gies correspondent soit & I’énergie d’un phonon LO (fw = hwro = 36 meV), soit a
la réplique phonon LO qui a lieu exactement a I'énergie hw = E,, — E,, + hwo =
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47.46 meV. Comme le montre schématiquement la figure I1.15, & cette énergie pré-
cise, le photon posséde exactement 1’énergie nécessaire a 1’électron pour transiter
vers la sous-bande supérieure en émettant un phonon LO de vecteur d’onde ¢ = 0.
La transition ainsi effectuée est alors verticale dans ’espace des vecteurs d’onde k
et une divergence dans ’élément de matrice de Frohlich apparait?. Concernant la
résonance secondaire de la transition intra-sousbande (& I'énergie hw = 36 meV),
I’électron posséde exactement 1’énergie nécessaire pour émettre un phonon LO de
vecteur d’onde nul sans changer de sous-bande. Notons qu’en principe, une autre
réplique de phonon LO a lieu a I'énergie hw = E,, — F,, — hwyo pour 'absorption
de phonon LO. Celle-ci se situant a basse énergie, elle ne peut étre observée dans le
cas présent car F,, — F, < hwy,o pour cette structure.

Absorption phonon L.O Emission phonon 1.O
E E

N N
Eou E,

Enk Enk

ho=E - E, - hoq ho=E - E, + hoq

FIGURE II.15 — Représentation du processus de réplique de phonon LO dans le
cas d’une absorption (schéma de gauche) et d’une émission (schéma de droite) de
phonon LO lors d’une transition inter-sousbande. Les fléches oranges représentent
Iinteraction électron-photon. Les fléches verticales vertes représentent le couplage
électron-phonon LO & vecteur d’onde ¢ = 0. Les points bleus représentent les états
finaux et initiaux réels de la transition oblique considérée. Les segments en pointillé
gris représentent les niveaux d’énergie virtuels intermeédiaires.

Il est également intéressant d’étudier 'effet d’une différence de température entre
les électrons (T) et le réseau (77,). La figure I1.16 présente les résultats du calcul de
alOabs (graphe a) et aLO°m (graphe b) pour T' = 150 K et T}, = 100 K. Cet écart de
température a un effet trés marqué sur I'intensité de 'absorption par porteurs libres,
en particulier sur son signe, démontrant ainsi la possibilité d’obtenir du gain (absorp-
tion négative) [98]. En effet, le coefficient d’absorption devient négatif uniquement
si le processus inverse des équations (I1.37) et (I1.38) devient dominant. Dans ce cas,
alOabs () < 0 uniquement si 'argument de Pexponentielle dans le premier terme de
I'expression (I1.39) est positif. Ceci conduit alors a Uinégalité T > T (1 + w/wLo),

qui est une condition vérifiée si T, # T. Au contraire, a9°™i(w) < 0 uniquement si

2. Cette divergence en é provient directement de la nature dipolaire non écrantée de cette
interaction électron-phonon.
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T <Tp(1 —w/wLo) ce qui ne peut jamais se produire car 7' > 1. Pour T'= 150 K

et Tr, = 100 K, on observe donc un coefficient d’absorption o292 négatif pour des

énergies de photon hw < hwro (% — 1) = 18 meV tandis qu’avec T = T, (figure

I1.14) aL9abs > (), Par ailleurs, sa valeur absolue décroit avec énergie car le facteur
d’occupation domine le comportement de la courbe (encore une fois ce n’est pas le
cas lorsque T =T}).

5
10
(a) - intra-sousbande

w

107+ — inter-sousbande

-1

Absorption (cm ) (valeur absolue)

-5
10
5
10
(b) - intra-sousbande
3 — inter-sousbande
10
£
L
=
£ 10
£
2
= -1 SO T
< 10 /// =
10_3I L L L L L L L L L
0 5 10 15 20 25 30 35 40 45 50
Energie du photon (meV)
FIGURE 11.16 — Coefficient d’absorption par porteurs libres abo™/*™ assistée par

(a) T'absorption et (b) I’émission de phonon LO. Les contributions associées aux
transitions intra-sousbande [2k) — [2k') (pointillé bleu) et inter-sousbande |2k) —
3%} (continu rouge) sont représentées. T, = 100 K et T = 150 K. E3 — By =
11.46 meV. n, = 2.17 x 10'° cm™2. hwpo = 36 meV. Structure 23/2/12 nm de
GaAs/Alj15GaAs gs.

Enfin, comme obtenu dans le cas de processus élastiques assistant 1’absorption
par porteurs libres, les processus inter-soushande dominent ici aussi les processus
intra-sousbande. L’absorption et I’émission de phonon LO donnent des valeurs de
pertes comparables méme si 'un de ces mécanismes, 1’émission de phonon LO, est
toujours possible quelque soit la température 7. Tandis que 'autre, I’absorption de
phonon LO, nécessite un facteur N, important pour étre active.
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Phonons acoustiques longitudinaux

Nous pouvons désormais reprendre le calcul précédent relatif aux phonons LO
pour traiter le cas de ’absorption par porteurs libres assistée par 1’émission et 1’ab-
sorption de phonons LA. Ceci revient alors & remplacer I'interaction de Frohlich par
le potentiel de déformation défini par les expressions (1.38) et (1.39).

Nous obtenons ainsi le coefficient d’absorption par absorption de phonon LA :

&LAabs(w) — 62D2ne ’<2‘pz|3>‘2
i 167m2m*psc2egen, L, hw

I’
(Tt + o TR W) ) (1L50)

Ry (w)

o D = 8.6 ¢V est le potentiel de déformation, p, = 5.3 g.cm ™3 la densité et ¢, =
3700 m.s™! la vitesse longitudinale du son dans GaAs. De méme ici, les fonctions
ILAabs () = K ou Z) sont définies par :

nm,Q

[e') 2
[hAabs () = / 4. [FlAbs ()2 / dret / AON, (in)ora ()
0 0

X (1 _ e_ﬁh‘de(BL_B)thA(Knm)) (1151)

(%S) 2
IEw) = [ QR Qo [ dne [ aoN s En)
0 0
% (e—ﬁﬁwe(ﬁL—ﬁ)ﬁwLA(Enm) _ eﬁ[ﬁw+ﬁwLA(Enm)]) (11.52)
ou @, est la composante suivant z du vecteur d’onde du phonon LA et ot N,(wpa)
désigne de nouveau le facteur d’occupation des phonons :

1
Ny(wra) = oBLhworA (Qnm) — |

(IL.53)

La dispersion des phonons LA est :

thA(Qnm) = Cs/ QZ + Q%m (1154)

pour laquelle la variation de vecteur d’onde Q,,,, = K,,, ou =,,, vaut :
2m*
2
K. (z,0,w) = 725

X [Qx + B(hw — E,, — E,) — 2cos 0\/x2 + Bx(hw — E,, — En)} (I1.55)

=2 (2,0,w) = —

Snm - FLQB
x [2x 4 28(hw — Ep — En) — 2c0s0+/22 + 287 (hw — Ery — En)} (I1.56)

Ces deux expressions sont trés similaires a (I1.44) et (11.45). Seuls les préfac-
teurs tenant compte de la nature de l'interaction différent ainsi que la dispersion
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des phonons qui est donnée explicitement en (I1.54). Notons également que nous
avons appliqué I'approximation quasi-élastique permettant de ne pas tenir compte
de I'énergie hwy s, petite devant E,, — E, 3, dans la conservation de I'énergie. Ainsi,
les variations de vecteur d’onde (),,,,, restent indépendantes de wy,a.

Les facteurs de forme FI2 tenant compte du recouvrement des fonctions d’onde
impliquées dans la diffusion valent quant a eux :

FEANQ.) = / d2xa(2)xa(2) 9 (IL57)
FEN@) = [ 42 D3 - g e 0 (158)

Un calcul similaire permet de déterminer le coefficient d’absorption par porteurs
libres par émission de phonon LA :

aLAemi(w) o 62D2n€ |<2|p2’|3>|2

nm 16m2m*psc2eoen, L,  hw

x [Ikﬁfﬁi(w) ;

Ry (w)

2
NeN"T 1 Aemi

- IL.

emi

N : LA AL .
ou les fonctions I, 0" sont définies par :

') 21
ThAemi / 4Q.|FA(Q.) / dre / 01N, (i) + Loora(Kom)
0 0

X |:1 _ e_ﬁhwe(ﬁ_ﬁL)thA(Knm)} (1160)

[e%) 2
i = [ dQUIFENQIP [ dne [ dBIN,(wns) + tna (@Qu)
0 0
% [6—5ﬁw€(5—5L)ﬁwLA(5nm) . eﬁ[hw_thA(Enm)]jl (H.61)

ou cette fois-ci, du a l'utilisation de 'approximation de diffusion quasi-élastique, la
variation de vecteur d’onde @Q,.,, = K,,, ou Z,,, pour ’émission est la méme que
celle pour I'absorption de phonon LA (expressions (IL.55) et (I1.56)).

Par analogie a la figure I1.14, les graphes de la figure I1.17 montrent 1’évolution
des coefficients d’absorption a4 et qlAemi 3 T = T} Encore une fois, les éner-
gies de phonons mises en jeu ici étant relativement faibles par rapport aux autres
énergies caractéristiques du systéme (notamment la différence d’énergie E5 — Es),
nous retrouvons ici un résultat quantitatif proche de celui des diffuseurs élastiques
tels que les défauts d’interface. En effet, de par leur dispersion linéaire, les phonons
LA se comportent comme des diffuseurs quasi-élastiques dans les structures de type
LCQ. Notons néanmoins une dépendance thermique similaire & celle des phonons
LO, provenant encore une fois de la dépendance linéaire en fonction du facteur de

Bose N, et de son évolution en température.

3. Ces énergies de phonons sont typiquement de I’ordre du meV pour les structures & cascade
typiques.
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FI1GURE I1.17 — Coefficient d’absorption par porteurs libres assistée par 'interaction
électron-phonon LA. Panneaux supérieurs : absorption d’un phonon LA (aLlAabs),
Les graphes a et b correspondent aux transitions intra-sousbande |2k) — [2k') et
inter-sousbande |2k) — |3k) respectivement. Panneaux inférieurs : émission d'un
phonon LA (afA*m), Les graphes ¢ et d correspondent aux transitions intra- et
inter-sousbande respectivement. Deux températures du réseau sont considérées :
T1, = 100 K (pointillé vert) et 71, = 300 K (continu rouge). E5 — Ey = 11.46 meV.
ne = 217 x 10" em™2. D = 8.6 e¢V. T = Ty. Structure 23/2/12 nm de

G&AS/A10A15 G&ASO.85 .

Retenons finalement que l'absorption par porteurs libres assistée par les dif-
fuseurs inélastiques croit & mesure que la température du systéme augmente et reste
largement dominée par I’absorption/émission de phonon LO pour des structures a
cascade quantique typiques.

I1.3.4 Evolution en température

Dans les sections précédentes nous avons évalué le coefficient d’absorption par
porteurs libres assistée aussi bien par les diffuseurs élastiques qu’inélastiques. Il est
désormais intéressant de reprendre ces calculs et d’évaluer ces pertes pour une struc-
ture de LCQ réelle afin de comparer 'efficacité relative de ces différents processus
de diffusion.

Nous avons déterminé les coefficients d’absorption en présence de défauts d’in-
terface, d’impuretés ionisées, de désordre d’alliage et par absorption de phonon
LO pour la structure de triple puits quantique ternaire 12.5/0.9/11.7/2.6/21.0 nm
d’Ing 53Gag 43As/GaAsy515bg49. Cette structure correspond a la zone active d’un
LCQ THz réalisé expérimentalement par Deustch et al. [105]. La rugosité d’inter-
face est introduite sur les six interfaces internes du triple puits. Le puits injecteur
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de 21 nm d’épaisseur est uniformément dopé a une concentration n, = nimp, =
1.6 x 10'° em~2. Conformément aux remarques de la section II.3.2, le désordre
d’alliage est pris en compte uniquement dans les puits d’InGaAs. [’énergie de
phonon LO vaut quant a elle Awr,o = 34 meV. L’émission laser a lieu a ’énergie
Ey — E3 = 15.3 meV et pour nos calculs de perte par porteurs libres, nous nous
intéressons a la transition inter-sousbande oblique [4k) — |5k} (E5 — Ey = 53 meV)
[54].

Le résultat de ces calculs est montré sur la figure 11.18 pour deux températures
T = 100 K et 300 K (ici T = Tp). Pour cette structure a trois puits quantiques,
la diffusion par défauts d’interface est le processus élastique dominant. En effet, le
nombre élévé d’interfaces et les faibles épaisseurs de barriéres (0.9 nm et 2.6 nm)
augmente considérablement 'efficacité de diffusion par ces défauts car les fonctions
d’onde restent fortement localisées aux interfaces puit/barriére. Par ailleurs, comme
nous l'avions souligné au chapitre I, ’épaisseur des défauts d’interface hger dans les
structures ternaires est connue pour étre supérieure a celle des composés binaires
IT1I-V 4, augmentant alors davantage la probabilité de diffusion.

Le désordre d’alliage apporte lui aussi une contribution importante. Ce résultat
est typique des structures ternaires [70]| pour lesquelles le pourcentage d’alliage est
proche de 0.5 (ici zaney = 0.51 dans les puits) maximisant ainsi lefficacité de ce
potentiel.

Bien que la température 1" apparaisse & plusieurs reprises dans les expressions
de ces différents coefficients d’absorption, la contribution thermique principale est
le terme (1 — e*ﬁh‘”) provenant des facteurs de population. Ce terme tend a dimi-
nuer I'absorption par porteurs libres & haute température. Physiquement, celui-ci
représente la contribution de ’émission stimulée, croissante en température, qui
tend a réduire le bilan net d’absorption. L’asymétrie des courbes autour de la ré-
sonance hw = E5 — E, s’explique par un argument similaire. Comme attendu, une
augmentation de la contribution des phonons LO & haute température est observée.
Par ailleurs, pour cette structure ou F,, — F,, > hwro (Awro = 34 meV dans ce
composé ternaire), la réplique d’absorption de phonon LO décrite en section I1.3.3
est observée a I’énergie hw = E5 — Ey — hwro ~ 19 meV.

Un point important & noter est le fait que 'absorption par défauts d’interface et
par impuretés ionisées est extrémement faible & basse énergie pour la température
la plus basse (T' = 100 K). Les courbes de la figure 11.18 montrent un coefficient
d’absorption o' et o/™P quasi-nul pour fw < 15 meV. Comme le montre schéma-
tiquement la figure I1.19, ceci s’explique par le fait que pour ces énergies-ci, aucun
état de la sous-bande finale supérieure n’est accessible pour une faible variation de
vecteur d’onde. Pour ces transitions, un grand transfert de vecteur d’onde est req-
uis, abaissant alors la probabilité de transition. Les transitions sont alors bloquées et
les pertes trés faibles. En revanche, a plus haute température, des états initiaux d’
énergie supérieure sont peuplés, rendant alors possible la transition inter-sousbande.
A T =300 K, les courbes de la figure I1.18 montrent bien un coefficient o > 0 Vhw.
Les transitions inter-sousbande sont alors activées thermiquement.

4. Pour ces structures ternaires, nous considérons deux monocouches pour 1’épaisseur hges.
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FiGURE I1.18 — Coefficient d’absorption par porteurs libres en fonction de ’énergie
du photon absorbé associé a la transition inter-sousbande oblique |[4k) — |5&7) de la
zone active du LCQ THz réalisé par Deustch et al. [105]. Plusieurs mécanismes de
diffusion sont considérés : le désordre d’alliage (pointillé bleu), les impuretés ionisées
(pointillé vert), les défauts d’interface (continu orange) et 1’absorption de phonon
LO (continu rouge). T'= 100 K (graphe supérieur) et 7' = 300 K (graphe inférieur).
Es — Ey = 53 meV. nimp = ne = 1.5 x 10" em™2. fyy = 0.30, 0 = 3.6 nm et
ey = 5.66 A. Nuyp = Nyep = Naer/2. AV = 0.6 &V et z = 0.51.

Notons que cet effet ne concerne ni ’absorption de phonon LO, ni le désordre d’al-
liage. Dans le premier cas, ce mécanisme inélastique est toujours possible dés lors
qu’il y a des phonons préts a étre absorbés dans le systéme. Le facteur limitant étant
la température du réseau T, qui contrdle I'occupation des phonons LO?. Dans le
second cas, bien que le mécanisme d’absorption soit le méme que pour les autres
diffuseurs élastiques, le potentiel de désordre a 'avantage d’étre indépendant du
vecteur d’onde k (diffuseurs “delta”). Ainsi, tous les transferts de vecteur d’onde
Ak sont possibles, contrairement au cas des défauts ou des impuretés pour lesquels
I’échange AF est limité respectivement par I'extension spatiale o~! des défauts ou
par (a*)~! le rayon de Bohr effectif.

5. Rappelons que I’émission de phonon LO est toujours possible, quelque soit la température
de réseau.
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E

N

FiGURE II1.19 — Schéma de D’activation thermique des processus inter-sousbande
|nl_5> — |ml§’> d’absorption par porteurs libres médiée par les diffuseurs élastiques.
Les points bleu et rouge représentent les états initiaux de la transition en sous-bande
n thermalisée a T} et Ty respectivement (7} < T5). Le point noir représente I’état
final de la transition oblique en sous-bande m. Un électron initialement thermalisé
a la température T} en sous-bande n nécessite un plus grand transfert de vecteur
d’onde de la part du diffuseur pour atteindre I’état final en sous-bande supérieure
m qu’un électron thermalisé a la température 15 > Tj.

Enfin, notons que les processus intra-sousbande sont toujours possibles, quelque
soit la température et ’énergie du photon absorbé.

Pour cette structure, les pertes réelles d’absorption par porteurs libres sont éva-
luées & Pénergie hw = hws = 15.3 meV. Celles-ci s’élévent & quelques cm™! &
300 K. Le désordre d’alliage et la rugosité d’interface dominent les diffusions élas-
tiques mais il est clair qu’une telle comparaison ne peut se généraliser a toutes
les structures puisque, comme nous l'avons établi dans les expressions précédentes,
Iefficacité de ces processus de pertes dépend non seulement du matériau, de la
température mais également de la structure elle-méme a travers les termes de loca-
lisation /délocalisation et du recouvrement des fonctions d’onde impliquées ; ou bien
encore & travers le nombre d’interfaces rugueuses ou la position des dopants dans
I’hétérostructure.

I1.3.5 Polarisation dans le plan des couches

Précédemment, nous avons traité le cas d’un modéle perturbatif décrivant 1’ab-
sorption par porteurs libres dans les LCQ, en considérant alors le cas d’une polari-
sation de la lumiére standard pour ces systémes : les ondes électromagnétiques se
propagent dans le plan des couches et le champ électrique de 'onde lumineuse est
paralléle a I'axe de croissance (z). Dans ce dernier paragraphe, nous étendons notre
modéle au cas de structures & multi-puits quantiques pour lesquelles 'onde électro-
magnétique se propage suivant I’axe de croissance et dont le champ électrique associé
est polarisé dans le plan des couches [106]. Notons que pour une telle configuration
de polarisation de la lumiére, 'onde électromagnétique se propage dans un milieu
inhomogéne et par conséquent, aucun coefficient d’absorption ne peut étre défini
comme précédemment pour les LCQ ou comme habituellement pour les matériaux
massifs. Nous nous limitons donc ici & 'évaluation du taux de perte d’énergie P,,,

29



CHAPITRE II. ABSORPTION PAR PORTEURS LIBRES

pour des transitions obliques intra- et inter-sousbande |nk) — |mk’). Pour une pola-

risation normale & ’axe de croissance et en présence de diffuseurs élastiques, celui-ci
[P

s'écrit :

2 172
me B

an = 2w

(i = L) [, i@, 26 (6,0 — €, — Bw)  (1162)
iR
ol p| = Py est I'élément dipolaire associé a cette nouvelle polarisation dans le plan
des couches de croissance. Nous traitons dans la suite ’absorption assistée par les
défauts d’interface, les impuretés ionisées et le désordre d’alliage présents dans une
structure de double puits quantique ternaire 26/3.1/12.6 nm d’Ing 53Gag 47As
/GaAsg515bg49 €t comme précédemment, nous nous intéressons aux transitions

12k) — |2K7) et |2k) — |3K) (Es5 — Ey = 6.8 meV).

Par un développement des états perturbés W : et W _ - analogue a celui établi
en section I1.3.2, nous pouvons évaluer I’élément de matrice dipolaire de (I1.62) :

. - |2
(Vi) ,
(ke — K)) (11.63)

(@ plpa 9,0 =
ou k| = k,, est le vecteur d’onde de I'électron. Par un calcul similaire au précédent
en polarisation suivant z, nous obtenons les différents taux de perte d’énergie respec-
tifs aux transitions médiées par les défauts d’interface, les donneurs coulombiens et
le désordre d’alliage :

2E2 4v2 2T
Pgﬁf(w) _ e Lm0 Ve ne(l —BFIM Adef/ de/ due %e —02q2,,(u) 2 (U)

w3hZm* .
(I1.64)
Pimp(w) — 66E‘§mnimp —Bhw / d&/ due™ ‘Almp C] {
nm 16w3h2m* (505r)2 nm \dnm(w)
(IL.65)
212 2w
allo _ e Eemxalloy(]- xalloy)AV QO —Bhw A allo
any(w) - W3Ih2m, 6(1 —€ )Anmy do due qnm (u)
(11.66)

pour lesquels I’échange de vecteur d’onde est :

G (11) = 2;;2 [2u 4 B(h — Eu) — 2cos0v/uy/{ut Blhia — By + By)|  (IL6T)

avec u = Bm
20 2 zo+h 2
AT =" (nm / dzXn(2)Xim (2)| + Torep / dzXn(2)Xm(2) ) (I1.68)
20 z0—h 20
A (G (1)) = / dzXn(2) Xm (2)e” 0 (el (IL.69)
aer = [ oo P2 (11.70)
lloy
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La figure I1.20 montre I’évolution de ces différents taux de perte d’énergie en
fonction de I’énergie du photon pour les mémes paramétres de désordre utilisés dans
la section I1.3.2 et pour les transitions intra- (graphe a) et inter-sousbande (graphe
d). Tci, Een = 1 kV.em™!. Les donneurs sont placés sur un plan unique a la po-
sition z; = 10 nm dans la structure. Les graphe 11.20.a et I1.20.c présentent une
dépendance en hw de type w™P ou la valeur de 'exposant p > 0 dépend du type de
diffuseurs considérés. En effet, dans cette configuration, les états de conduction sont
étendus dans le plan des couches et le mouvement “libre” des porteurs a lieu dans
le méme plan que celui de la direction du champ électrique de I'onde lumineuse.
Par conséquent, ces processus d’absorption peuvent de nouveau étre estimés par
une description semi-classique de type modéle de Drude pour laquelle ’hypothése
que les porteurs sont bien accélérés par la force électrique —eﬁem reste valide. Le
comportement semi-classique caractéristique du modeéle de Drude est alors retrouvé
pour ce systéme quasi-2D et pour cette configuration de polarisation précise.

Nous notons également que l'intensité du taux de perte d’énergie des transi-
tions intra-sousbande est d'un ordre de grandeur supérieur a celui des transitions
inter-sousbande correspondantes. Cet écart peut de nouveau s’expliquer par le fait
que les termes de recouvrement A, des fonctions d’onde sont ici plus importants
pour les processus intra-sousbande. De plus, ’élément de matrice dipolaire inter-
sousbande <nl?:|pﬂml§’> = 0p,m0z mhk1 conduit & des transitions inter-sousbande qui
sont cette fois-ci “doublement interdites” dans un systéme idéal tandis que les tran-
sitions intra-sousbande sont désormais interdites uniquement par la conservation du
vecteur d’onde. Il s’agit de la tendance opposée a celle que nous avons obtenue et
démontrée dans le cas d’une polarisation le long de 'axe z. Ceci explique également
le fait que, loin de la résonance, le taux de perte d’énergie intra-sousbande en polari-
sation z est d’au moins deux ordres de grandeur plus faible que celui en polarisation
paralléle au plan des couches de croissance (voir graphes 11.20.b et 11.20.d pour com-
paraison). Les processus inter-sousbande conduisent quant a eux a des taux de perte
d’énergie similaires pour les deux polarisations. Cette derniére étude démontre une
anisotropie trés forte de l'allure et des valeurs de ’absorption par porteurs libres
en fonction de la polarisation de 'onde électromagnétique incidente. Et enfin, les
graphes de la figure I1.20 montrent que le désordre d’alliage est encore une fois le
diffuseur dominant pour ce type d’alliage ternaire.

1.4 Conclusion

Dans ce deuxiéme chapitre, nous avons développé un modéle perturbatif de pertes
par porteurs libres dans les hétérostructures quasi-2D de type structures a cascade
quantique. Ce phénomeéne d’absorption des photons laser par les porteurs de la zone
active est strictement interdit dans un systéme idéal car I’énergie et le vecteur d’onde
ne peuvent étre simultanément conservés a cause de 'invariance par translation dans
le plan des couches de croissance. Celui-ci est en revanche activé par les imperfec-
tions présentes dans les structures réelles (désordre statique, phonons) et résulte de
transitions intra- et inter-sousbande obliques dans l'espace des vecteurs d’onde lZ,
nécessitant alors un couplage virtuel aux sous-bandes excitées. Théoriquement, ce
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F1GURE I1.20 — Taux de perte d’énergie en fonction de I’énergie du photon absorbé.
Panneaux de gauche : le champ électrique de 'onde électromagnétique est polar-
isé dans le plan des couches. Les graphes (a) et (c¢) correspondent aux transitions
intra-sousbande |2k) — |2k’) et inter-sousbande |2k) — |3k7) respectivement. Pan-
neaux de droite : le champ électrique de I'onde électromagnétique est polarisé suivant
I'axe de croissance. Les graphes (b) et (d) correspondent aux transitions intra- et
inter-sousbande respectivement. Plusieurs diffuseurs élastiques sont considérés : les
défauts d’interface (pointillé bleu), les impuretés ionisées (pointillé vert) et le désor-
dre d’alliage (continu rouge). E3 — Fy = 6.8 meV. nyy, = n. = 2.17 x 10" cm™2.
fact=030, 0 = 5.6 nm et hgp = 2.83 A Nuyp = Neep = Nuer/2. AV = 0.6 eV et
x = 0.51. T'=100 K. Structure 26/31/126 nm d,Iﬂ0_53Ga0'47AS/GaASO_51Sb0_4g.

phénoméne peut donc étre traité en perturbation comme un processus quantique
du second ordre impliquant le couplage de I’électron avec le photon laser absorbé
et avec le diffuseur qui assiste la transition en fournissant la variation de vecteur
d’onde nécessaire.

Nous avons tout d’abord soulevé la difficulté conceptuelle a4 extrapoler le modéle
semi-classique de Drude aux structures quasi-2D, modéle encore largement utilisé
pour l'estimation des pertes par porteurs libres dans les LCQ. Puis, a partir d’'un
développement perturbatif des états électroniques au premier ordre du potentiel de
diffusion, nous avons décrit quantitativement les mécanismes de transitions obliques.
Grace a cette approche quantique, nous avons également déterminé le coefficient
d’absorption par porteurs libres propre a chaque diffuseur. En configuration de po-
larisation standard pour les LCQ, c’est-a-dire avec un champ électrique de 'onde
électromagnétique paralléle a I’axe de croissance, ce calcul prédit une évolution du
coefficient d’absorption en fonction de 1’énergie du photon bien différente de celle
donnée par le modéle semi-classique de Drude. Notre approche conduit également
& des valeurs de pertes par porteurs libres trés faibles pour les énergies de photon,
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les paramétres de désordre et pour les températures de fonctionnement typiques des
LQC THz que nous avons considérés. Nous avons en particulier démontré que les
transitions inter-sousbande obliques sont, si énergétiquement possibles, des proces-
sus plus efficaces pour la réabsorption des photons laser. Concernant l'efficacité et
la contribution aux pertes des différents diffuseurs, notre analyse montre que les
défauts d’interface et les impuretés restent des sources de pertes relativement peu
efficaces malgré leur temps caractéristique de diffusion relativement court, et que le
désordre d’alliage apporte une contribution dominante dans les structures ternaires.
L’interaction électron-phonon LO domine quant a elle la diffusion inélastique et I’ab-
sorption par porteurs libres & haute température. Enfin, nous avons repris ce calcul
perturbatif pour une polarisation du champ électrique de 'onde lumineuse dans le
plan des couches de croissance. Cette étude a mis en évidence une anisotropie trés
marquée entre les deux configurations de polarisation tant sur la dépendance en
fonction de I’énergie du photon du coefficient d’absorption que sur les contributions
relatives aux deux types de transitions obliques. Tandis que la polarisation sui-
vant z conduit & une absorption résonante a I’énergie de séparation inter-sousbande
E,, — E,, la polarisation suivant = (ou y) conduit & une dépendance de type w™" en
accord avec les hypothéses semi-classiques de Drude qui peuvent, dans ce cas précis,
étre formulées.

Ce modéle perturbatif apporte une bonne description et des estimations correctes
des pertes par porteurs libres loin de la résonance mais ne décrit pas de maniére
satisfaisante le comportement du systéme au voisinage de cette derniére ou encore
dans le régime ou wr < 1. Ces limites proviennent directement du développement
au premier ordre des états électroniques de cette approche. Dans le chapitre suivant,
nous analyserons la forme et la largeur de la raie d’absorption dans des structures
a cascade quantique par un calcul numérique de diagonalisation exacte du Hamil-
tonien du systéme désordonné, prenant ainsi en compte tous les ordres de la série
de perturbation dans le traitement du désordre.
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Chapitre 111

Largeur et forme de raie d’absorption

I11.1 Introduction

Dans les hétérostructures a multi-puits quantiques couplés, 1'absorption inter-
sousbande est reliée & une variété de transitions intra- et inter-sousbande [83, 95,
107]. En absence de désordre et pour une onde électromagnétique polarisée dans le
long de I’axe de croissance z, la dépendance en énergie du coefficient d’absorption est
une fonction de Dirac centrée a 1’énergie de séparation inter-sousbande fuvg [108]. Ce
profil de raie atomique résulte du fait que le couplage au photon, qui n’affecte pas le
mouvement des électrons dans le plan des couches de croissance, requiert un dipole
suivant z non nul [40, 58]. Rappelons qu’a cause de l'invariance par translation dans
le plan, les mouvements des électrons sont identiques au sein des deux sous-bandes
et sont généralement décrits par des fonctions d’onde planes a deux dimensions.
Leurs énergies sont quant a elles données par des dispersions paraboliques, égale-
ment identiques aux deux sous-bandes dés lors que les effets de non-parabolicité sont
négligés.

Le désordre affecte le mouvement des porteurs dans le plan des couches de crois-
sance ainsi que leurs énergies en introduisant des couplages aussi bien intra- qu’inter-
sousbande [109]. De plus, en présence de diffuseurs attractifs, des états liés apparais-
sent généralement en-dessous du minimum de sous-bande [110]. Par conséquent, les
régles de sélection optiques strictes qui conduisent a une raie delta ne sont désormais
plus attendues dans le cas d’une structure désordonnée. La forme de la raie d’absorp-
tion inter-sousbande résulte alors de deux effets combinés. Le désordre dynamique
et statique élargit les états d’énergie propres du systéme [60| et brise simultanément
I'invariance par translation dans le plan des couches, ce qui conduit a la possibi-
lité d’observer des transitions obliques [17, 98|. Ces effets sont fréquemment pris en
compte a travers des élargissements effectifs des niveaux d’énergie [61].

Dans ce troisiéme chapitre, nous traitons l'absorption d’une structure a cascade
quantique d’'un point de vue complétement microscopique, en considérant les états
exacts d’un potentiel de désordre. Ces états sont déterminés par diagonalisation
numérique du Hamiltonien du systéme désordonné, au-deld de 'approximation de
Born. Cette approche permet une analyse compléte des processus quantiques sous-
jacents qui conduisent a I’absorption du photon, pas uniquement au voisinage de la
résonance hwy mais aussi a haute et a basse énergie. Ces deux régions du spectre d’ab-
sorption bénéficient rarement d’une analyse approfondie dans la littérature malgré
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leur intérét technologique important. Aprés avoir exposé en détail notre méthode
de diagonalisation numérique, nous nous intéresserons dans un premier temps au
cas des défauts d’interface. En comparant note approche perturbative développée
au chapitre II, nous montrerons que ’absorption hors résonance, 1a ou les pertes par
porteurs libres contribuent majoritairement, peut étre bien comprise par des proces-
sus de diffusion et nous analyserons le role précis des différents termes de couplage
intra- et inter-sousbande. Cette approche numérique nous permettra également de
discuter la limite de validité et la précision des différents modéles microscopiques
couramment utilisés pour le calcul de I'absorption tels que les approches de fonc-
tions de corrélation. Dans un seconde temps, nous nous intéresserons au cas des
diffuseurs coulombiens issus du dopage de la structure. En particulier, nous met-
trons en évidence la possibilité d’ajuster la forme et la largeur des raies d’absorption
par une ingénierie de dopage, c’est-a-dire par un choix judicieux de la position des
dopants dans I’hétérostructure. Nous conclurons finalement ce chapitre par I’étude
de la nature des transitions optiques entre états perturbés. Nous démontrerons que
des quasi-régles de sélection optiques subsistent malgré la brisure d’invariance par
translation par le désordre et que celles-ci controlent efficacement les largeurs de raie
d’absorption inter-sousbande.

IT1.2 Diagonalisation exacte

En présence de désordre, la structure réelle est décrite par le Hamiltonien en-
veloppe H :

1 1
H = Hy+ Vs = 517 D+ Vi(2) + Vais(7) (IT1.1)

m*(2)
Le Hamiltonien Hj décrit la structure idéale et comprend le terme d’énergie cinétique
et le potentiel de confinement V,(z). Le terme Vg désigne de nouveau le potentiel
de désordre généré ici par les diffuseurs élastiques tels que les défauts d’interface
(Vais = Vaer) et les impuretés ionisées (Vi = Vimp). Au chapitre précédent, l'interac-
tion électron-diffuseur était prise en compte & travers un développement perturbatif
des états électroniques idéaux ]nE} au premier ordre en V. Désormais, 'effet du
désordre est traité a tous les ordres par la diagonalisation numérique exacte du
Hamiltonien H.

Pour tous les calculs et le résultats qui suivent, nous considérons la zone ac-
tive d'un LCQ a design simple, constituée d’un double puits quantique asymétrique
9/2/3 nm de GaAs/Aly25GaAsg 75 '. Chaque période du LCQ est séparée de la sui-
vante par une barriére d’épaisseur 5.6 nm. La longueur L, d'une période est par con-
séquent de 19.6 nm. La structure de double puits quantique posséde trois états liés
pour le mouvement suivant z d’énergie respective £y = 33.67 meV, Ey = 107.47 meV
et 5 = 151.28 meV |76, 103]. Dans la suite, nous nous intéressons aux transi-
tions optiques E; — F, dont la séparation en énergie dans le cas idéal s’éléve a
E2 - E1 = 73.8 meV.

1. Ces paramétres de matériau correspondent & des valeurs de masse effective m;, = 0.067myg
pour les puits de GaAs et m; = 0.08775m( pour les barriéres d’AlGaAs. La hauteur de barriére
correspondante est de V, = 217.5 meV.
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L’introduction du désordre statique dans la structure brise 'invariance par trans-
lation dans le plan des couches de croissance et donne lieu a deux types de couplage :
les couplages électron-diffuseur entre états d’'une méme sous-bande (couplages intra-
sousbande) et les couplages de mélange d’états issus de deux sous-bandes différentes
(couplages inter-sousbande). Les termes intra-sousbande sont directement pris en
compte par la diagonalisation de H réduit a une sous-bande. Par contre, pour tenir
compte des termes de mélange inter-sousbande, il est impératif de développer H dans
une base a plusieurs sous-bandes. Dans le cas présent, pour décrire les transitions
n =1 — n’ = 2, nous nous limitons a deux sous-bandes et nous diagonalisons H dans
la base {|nk;)} ot n = 1,2 et i désigne I'indice de I'élément de base. {|nk;)} est la
base d’ondes planes périodiques & deux dimensions qui vérifie les conditions aux limi-
tes de Born-von-Karman sur la surface de dimension S = L, x L, = 200 x 200 nm? :

Ink;) = —=e*i? (I11.2)

avec k; = (kiz, kiy). L’espace des moments k contient Np/2 éléments et est numérique-
ment discrétisé et tronqué a la valeur maximale :

2m*EB
b =\ 53 (I11.3)

ol Ep est 'énergie cinétique maximale des états de base. Chaque valeur de k;, (k;y)
est contenue dans l'intervalle [—Kkpayx ; kmax) €t est incrémentée d’un pas numérique
de Ak, = i—: (Ak, = %—’;) Dans notre formulation, le paramétre Eg limite donc la
dimension de l'espace de Hilbert & une valeur de Nz x Np en fixant la dimension de
I’espace des moments k. Alinsi, suivant chaque direction x et y, il y a respectivement
k‘“‘*xLI et fmaly yaleurs de kiv et kiy. La dimension de l'espace de Hilbert total (&
deux sous-bandes) est alors tronquée & N x Np ot :

2%2_S
Np = e (I11.4)

Le facteur 2 correspond au nombre de sous-bandes considérées.

Afin que les couplages inter-sousbande soient quantitativement pris en compte
dans la diagonalisation de H, il est nécessaire d’étendre la base a une valeur Fg >
Es — E, en particulier celle de la sous-bande inférieure. Ainsi, la dispersion de la
sous-bande 1 s’étend sur Uintervalle [E; ; Ey + Eg] et celle de la sous-bande 2 sur
I'intervalle [Ey ; Eo+ Eg]. Le domaine d’énergie € € [Ey ; Ey+ Ep| est alors Uintervalle
sur lequel un mélange par le désordre des états n = 1 et n’ = 2 est attendu. Pour
la structure considérée ici, I'énergie Fp est fixée a 100 meV. Cette valeur couvre
largement la séparation inter-sousbande FEy — F; de la structure et conduit a une
dimension de I'espace de Hilbert de Ng = 1392 états. Notons en effet que plus la
valeur de Eg est grande plus 'espace des moments est étendu, ce qui est nécessaire
a une bonne résolution des fonctions d’onde numériques. En revanche, en controlant
la dimension de 'espace de Hilbert, Eg controle également le temps de calcul : une
grande valeur de Eg peut augmenter significativement le temps nécessaire pour le
calcul du spectre d’absorption par exemple, pour lequel il nous faut sommer sur
tous les états finaux et initiaux possibles de la transition optique. La figure III.1
présente les dispersions numériques de chaque sous-bande (sous-bande 1 en bleu et
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sous-bande 2 en rouge). Chaque dispersion contient Ng/2 états et s’étend en énergie
de En a En + EB-

sous-bande 1

sous-bande 2

300~

200+

100

Energie de 1'état de base (meV)

&
o~

0.2 04

0.2

k (nmY)  -02 02 0 B
Y 04 04 k_(nm™)

FIGURE III.1 — Dispersion des états de la base numérique {|nk;)} a deux sous-
bandes. La sous-bande 1 (bleu) a son minimum d’énergie & E; = 33.67 meV et la
sous-bande 2 (rouge) a I’énergie Fy = 107.47 meV. Chaque dispersion contient Ng /2
états de base. I’espace de Hilbert total a une dimension Ng x Ng ou Ny = 1392.
Structure 9/2/3 nm de GaAs/Alyo5GaAsgrs. Ee — Ep = 73.8 meV. Eg = 100 meV.

Dans cette base numérique, la représentation matricielle du Hamiltonien H cor-
respond & la matrice & blocs suivante :

Hnn Hnn’
H= ( e Hn/n/) (I11.5)

ou H,, et H,, sont les blocs diagonaux contenant exclusivement les termes intra-
sousbande a n et n’ respectivement et ot H,,, et H,,, sont les blocs hors diagonaux
contenant les couplages inter-sousbande. Ceux-ci valent respectivement :

Hmn = Hg)m + drgl
th% (L. L (L. 1.
E, + 2m* 0 Vdis (kla kl) T V:iis (kb kNB/Q)
= + : ) :

12 2 nn — ) — ’ nn — ) —
0 E, + w2 Viiis (g2 k1) oo Vil (R 2, kg 2)
(LIL6)
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- n'n’ n'n’
Hyy o = Hy ™+ Vi

h2k2
E, + —B2 0
R2k3,
0 En, + 2m*B
(ILIL.7)
Vzgsn (kNB/QJFl’ kNB/QJrl) e VdTiLSn (kNB/QJrla kNB)
+ : ' :
Vi (kvgs kngjor) o VA" (kg kvg)
ainsi que :
Vd?g/<k17 kNB/2+1) T dyilgl(kh kNB)
Vi (knpj2, kg jae1) o Vil (Kngje, ki)
et : L . L .
Vai" (kg o kr) oo V" (Bng e kg j241)
B kg k) Vi (kv kg o)
ot V' (ky ky) = (nk;|Vas|n'ky). Les dispersions des sous-bandes n et n’ ont une
discrétisation numérique identique, d’out kyy/241 = ki et kny = knyj2. De plus
' — (VY ce qui vérifie bien la propriété d’hermicité du Hamiltonien H.
Dans la suite, nous noterons les éléments de matrice de désordre intra-sousbande
mn — Y/intra ot Jeg éléments de matrice inter-sousbande Vi = Vinter (o 1n)

Les états électroniques de la structure désordonnée sont les états propres du
Hamiltonien H. La fonction d’onde de chaque état propre |v) d’énergie ¢, peut étre
écrite sous la forme :

() = W (7) = Y @ ()Xn(2) (II1.10)

ot v = 1,2,..., N est 'indice de I’état propre et ou ¢,, est la décomposition en
onde plane :

—

1 ik
eul) = 7 Z Co(Ki)e (IIL.11)

Les coefficients complexes ¢,, sont les données pertinentes du probléme puisqu’ils
contiennent les effets du désordre sur les états de conduction de la structure. Pour
les déterminer, notre approche consiste a calculer dans un premier temps les com-
posantes z des états électroniques (x,(z) et E,) par la résolution numérique de
I'équation de Schrodinger & une dimension le long de axe z (Eq. 1.5), puis dans
un second temps a résoudre I’équation de Schrodinger dans le plan (x,y) par dia-
gonalisation numérique de H. Cette derniére étape correspond a la résolution de
I’équation aux valeurs propres suivante :

h2

2m*

v2gpu,n<p_§ + Z Pu,n/ (ﬁ)%ﬂsﬂl (ﬁ) = (5V - En)@um(ﬁ) (111'12)
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dont les énergies €, sont les valeurs propres et dont les coefficients c¢,,,, inclus dans
(IT1.11) sont les vecteurs propres normalisés (Y. |cn, (Ki)]* = 1).

Cette approche numérique nous donne accés au spectre des énergies du systéme
désordonné ainsi qu’aux fonctions d’onde électroniques perturbées par le désordre.
Le spectre des énergies comprend un ensemble d’états discrets initialement associés
aux sous-bandes 1 et 2. A l'issue de la diagonalisation de H, il n’est plus possible de
faire cette distinction d’appartenance a une sous-bande donnée, en particulier sur
I'intervalle de mélange ¢, € [Es ; Ey + Eg|. Par ailleurs, le désordre étant ici traité a
tous les ordres, des effets non accessibles par les méthodes perturbatives convention-
nelles sont désormais observables tels que I'existence d’états liés ou quasi-liés dont
I'énergie se retrouve inférieure au minimum de sous-bande FE,,. La nature et les
propriétés de ces états particuliers seront largement étudiées au cours des sections
qui suivent.

Rappelons enfin qu’en absence de désordre, notre formulation tend vers les limites
suivantes :

-,

v—(n, k) (T11.13)

Punl(p) = exp(ik - p) (IT1.14)
H2k?

e = Bn+ o (IT.15)

pour lesquelles les composantes suivant = et y des états numériques tendent vers des
états d’onde plane de méme énergie.

Dans le cadre de notre étude détaillée de ’absorption dans les structures a cas-
cade quantique, l'intéret d’une telle diagonalisation réside aussi et surtout dans le
calcul du spectre d’absorption inter-sousbande du systéme a tous les ordres du po-
tentiel de désordre, et ainsi dans une description exacte de la forme et de la largeur
de raie. L’élément de matrice du couplage dipolaire entre deux états numériques est
proportionnel & :

(P=)op = (W, |p=|P,.) (111.16)

Par analogie aux calculs du coefficient d’absorption effectués au chapitre II, en
présence d’une onde lumineuse incidente a la fréquence angulaire w, celui-ci se définit
ici par [40, 98] :

2me?

aw) = m*2wegen, L, S

D (o= L) W pal0,) 6 (e, — &) — ) (LLL17)
v

ot f, et f, sont les fonctions d’occupation respectives des états |v) et |u). Nous
considérons les distributions de Fermi-Dirac :

1

b= T (111.18)

La détermination des fonctions f,,, nécessite de connaitre le potentiel chimique ..
Or dans cette approche numérique, celui-ci ne peut étre déterminé analytiquement
comme c’était le cas au chapitre 1I. Le calcul de ce paramétre doit nécessairement
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passer par une résolution numérique. A partir de 'expression (II1.18), nous résolvons
par dichotomie numérique I’équation suivante :

1
2 —— —n.5=0 II1.19
Z 1+ Xeﬁau n ( )

v

ot X = e Pk et ol le facteur 2 tient compte de la somme sur les états de spin
+1/2. Le potentiel chimique p. de la distribution des états €, & une température
électronique 7" donnée vaut alors :

jte = —kpTIn X (I11.20)

La figure T11.2 présente I’évolution de u. en fonction de la température 7' pour la
structure décrite précédemment et en présence de désordre d’interface. Le potentiel
chimique est évalué en résolvant 1'équation (II1.19) en considérant d’une part des
distributions de Fermi-Dirac et d’autre part des distributions de Boltzmann. Comme
nous l'avions déja observé sur la figure I1.5 et pour la faible densité de porteurs
considérée, les deux descriptions s’accordent bien & haute température mais en-
dessous de T' = 70 K, un écart significatif apparait et seules les distributions de
Fermi-Dirac apportent une description des populations électroniques satisfaisante.

30
— Fermi-Dirac

___________
- ~

157 R == Boltzmann

Potentiel chimique i (meV)
=

—60 L L L
0 50 100 150 200 250 300

Température (K)

FiGURreE III.2 — Evolution du potentiel chimique . en fonction de la température
électronique T'. 1. est déterminé numériquement en considérant des distributions de
Fermi-Dirac (continu rouge) ou des distributions de Boltzmann (pointillé bleu) en
présence de désordre d’interface. Structure 9/2/3 nm de GaAs/Aly25GaAsg 5. ne =
2.17 x 10" cm™2. ¢ = 3.6 nm, hgey = 2.83 Aet faor = 0.30. Nogy = Nrep = Naer/2.

Par ailleurs, la fonction ¢ traduisant la conservation de I’énergie au cours du
processus d’absorption dans (IT1.17) est remplacée par une fonction de convolution
gaussienne normalisée, de largeur a mi-hauteur og. Cette largeur est typiquement

de l'ordre de I’écart moyen en énergie entre deux valeurs propres consécutives (og ~
107! meV) :

de, —e, —hw) = e e )/ (208) (IT1.21)

\/ 27?0%
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Dans la suite, nous nous intéressons a l'effet du désordre sur I’élement de matrice
(p2)vu, en particulier sur I'élargissement de la raie d’absorption ainsi que sur la
nature des transitions optiques entre les états perturbés pour lesquels I'invariance
par translation est désormais brisée. Mais il est intéressant de commencer cette étude
par une analyse détaillée du spectre d’énergie et de la nature des états du systéme
désordonné.

ITI.3 Spectre d’énergie et états liés

Rappelons que dans les structures a multi-puits quantiques couplés, le mouve-
ment des porteurs suivant z peut étre découplé de leur mouvement dans le plan
(x,y) (voir section 1.3). Tandis que les composantes des états propres de la struc-
ture présentent un fort confinement le long de ’axe de croissance, les composantes
dans le plan des couches sont délocalisées et traduisent du mouvement libre des
porteurs résultant de l'invariance par translation. Le spectre des énergies propres
d’une structure idéale est quant a lui discrétisé en niveaux de sous-bande a disper-
sion parabolique (si les effets de non-parabolicité sont négligés). L’introduction du
désordre statique brise l'invariance par translation et modifie profondément la na-
ture des états de conduction. Du point de vue de I’électron, le plan (x,y) n’est plus
un plan infini idéal mais est désormais une surface sur laquelle des centres diffuseurs
perturbent significativement son mouvement.

Par ailleurs, les potentiels de désordre de type attractif tels que ceux générés par
une distribution d’impuretés ionisées ou encore par les défauts d’interface attractifs,
ont la particularité de lier des états [110]. Ces états liés ou quasi-liés? sont des états
discrets dont I’énergie est inférieure au minimum de sous-bande et emergent de cou-
plages a diffusions multiples [111]. L’existence de tels états ne peut donc pas étre
prédite par des approches perturbatives conventionnelles, en particulier celles qui
reposent sur 'approximation de Born ot seuls les termes quadratiques de couplage
sont pris en compte. Par contre, la diagonalisation exacte du Hamiltonien H exposée
en section II1.2 donne accés a la nature réelle des états électroniques perturbés.

La figure II1.3 représente la densité d’états de la structure de double puits quan-
tique décrite en section III.3, en présence des défauts d’interface. Les états propres
associés aux sous-bandes 1 (graphe a) et 2 (graphe b) sont calculés par diagonalisa-
tion numérique du Hamiltonien H réduit a chaque sous-bande. Cette réduction de
H aux sous-espaces de chaque sous-bande nous permet en particulier de distinguer
de quelle sous-bande les états propres sont initialement issus et s’avére trés utile
a la compréhension du spectre des énergies du systéme. Mais comme nous I'évo-
quions en section II1.2, les calculs de spectre d’absorption qui suivent nécessitent la
pris en compte des termes de mélange d’états inter-sousbande et par conséquent, le
développement de H & deux sous-bandes. La densité des états propres e, (n = 1,2)
ainsi obtenue est déterminée en fonction de ’énergie € a partir de 'expression :

D(e) x Z d(e—eny) (I11.22)

2. Contrairement aux états liés de la sous-bande fondamentale, ceux des sous-bandes excitées
seront qualifiés d’état “quasi-liés” car ils ont des énergies comparables a celles des états du continum
de la (des) sous-bande(s) inférieure(s).
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oll encore une fois, pour étre traitée numériquement, la fonction ¢ a été remplacée
par une fonction gaussienne comme dans de l'expression (II1.21). Ce calcul a été
répété pour 50 configurations aléatoires de désordre d’interface et pour trois fractions
de recouvrement fqor différentes (correspondant a trois nombres de défauts Nger
différents). Les minima respectifs des sous-bandes 1 et 2 sont repérés par les lignes
en pointillé. Rappelons que la densité d’états de la structure en absence de défaut
serait :

*

D(e) =< wh?
Osie< E,, .

ie> By
Me= (I11.23)

Or, en présence du désordre, nous distinguons trés nettement sur les graphes de la
figure I11.3 des contributions aux énergies ¢ < F,,, signatures de l'existence d’états
liés. Il est alors utile de définir I’énergie de liaison, notée Ej,g, de ces états :

Elias(y) = En — Enw (11124)

et de noter que celle-ci dépend en principe de la force du potentiel de désordre.
Les états quasi-liés de la sous-bande 2 présentent des énergies de liaison supérieures
a celles des états liés de la sous-bande 1 car la fonction enveloppe xo pénétre da-
vantage dans les barriéres de la structure que y;. La densité de probabilité |y.|?
étant supérieure a |x;|? aux interfaces, U'effet du désordre est donc plus important
en sous-bande 2.

Notons également que le nombre de défauts présents dans la structure ne mo-
difie que trés légérement cette énergie de liaison. Une légére augmentation de Ejjug
pour Nger = 230 se distingue néanmoins sur le graphe 1I1.3.b mais 'effet reste trés
faible. Le potentiel de désordre d’interface posséde en effet deux contributions, I'une
attractive et 'autre répulsive. Ceci est donc du a la présence des défauts répulsifs et
a 'augmentation simultanée de leur nombre & travers le paramétre Ng.r. Cet autre
type de défaut crée un effet inverse sur les énergies propres : les défauts répulsifs ne
lient pas les états, au contraire ils décalent leur énergie vers le bleu.

Par analogie a la figure I11.3, la figure II1.4 montre la densité des états propres
de la structure pour laquelle un plan de dopage a été introduit dans le puits le plus
large (2, = 3 nm), les donneurs sont dans ce cas les seuls diffuseurs du systéme.
Cette fois-ci, une nette augmentation de FEj,s se produit & mesure que le nombre
d’impuretés N, augmente. Rappelons en effet que le potentiel de diffusion total
résulte de la somme des potentiels coulombiens créés par chaque impureté (Egs. 1.13
et 1.14). Considérer un nombre croissant d’impuretés revient, entre autres, a aug-
menter leur efficacité a lier les états et tend donc a augmenter Fj;,s (voir figure I11.4).
Notons également une différence entre les énergies de liaison des deux sous-bandes :
pour cette position donnée du plan de dopage, c’est la sous-bande 1 qui est la plus
affectée et présente donc des états liés plus profonds. En section II1.5.2, une étude
détaillée de I'influence de la position du plan de dopage sur la largeur et la forme de
la raie d’absorption inter-sousbande de la structure sera exposée.

Remarquons enfin que cet effet de piégeage des états est d’autant plus marqué
pour les donneurs que pour les défauts. Outre le fait que les impuretés ionisées dona-
trices créent des puits de potentiels purement attractifs contrairement aux défauts
d’interface, ces derniers sont des diffuseurs de courte portée et de faible efficacité.
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F1GURE III.3 — Densités d’états des valeurs propres du Hamiltonien H associées
a la sous-bande 1 (a) et a la sous-bande 2 (b). Le terme de désordre Vg dans
H correspond au potentiel de désordre d’interface caractérisé par les parameétres
haetr = 2.83 Aet o = 3.6 nm et pour trois fractions de recouvrement de défauts
correspondant & un nombre de défauts Ny = 58 (croix bleues), Ngo = 172 (carrés
verts) et Ngor = 230 (trait continu rouge). Nyp = Nyep = Naet/2. E1 = 33.67 meV
et Ey = 107.46 meV. Moyenne effectuée sur 50 configurations aléatoires de défauts
d’interface.

Ceux-ci générent donc des états liés peu profonds en comparaison.

Une autre particularité intéressante des états liés et quasi-liés est leur nature d’é-
tat spatialement localisé. La figure II1.5 illustre ces effets de localisation en présen-
tant la densité de probabilité des états exacts ¢,, dans le plan (z,y) pour quatre
états propres de H en présence des défauts d’interface. Il s’agit ici d’états propres as-
sociés initialement & la sous-bande 2 pour laquelle 'effet du désordre d’interface est
le plus efficace. Les courbes présentées sont obtenues par diagonalisation de H pour
une seule configuration de désordre donnée. Aux basses énergies (graphe a et b), les
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FiGURE IIl.4 — Densités d’états des valeurs propres du Hamiltonien H associées
a la sous-bande 1 (a) et a la sous-bande 2 (b). Le terme de désordre Vg5 dans
H correspond au potentiel coulombien attractif écranté créé par la distribution de
Nimp impuretés ionisées placées sur le plan z; = 3 nm et pour trois concentrations
d’impuretés différentes : Ny, = 4 (continu bleu), Ny, = 8 (pointillé vert) et Niyp, =
16 (continu rouge). £y = 33.67 meV et Ey = 107.46 meV. Moyenne effectuée sur 50
configurations aléatoires d’impuretés ionisées.

fonctions d’onde présentent une forte localisation autour des centres de diffusion at-
tractifs et ont une allure radicalement différente de celle des fonctions d’onde plane
idéales d’électron libre. Ces effets deviennent néanmoins moins prononcés a mesure
que I'énergie de 1'état augmente (graphe c et d), une délocalisation spatiale crois-
sante avec ’énergie de I’état se profile. Pour des énergies typiquement supérieures
aux fluctuations du potentiel de désordre, ’effet de ce dernier devient effectivement
négligeable et la limite d’onde plane des expressions (II1.13) & (IIL.15) est atteinte.

Cette tendance est confirmée par la figure I11.6 qui représente I'écart-type moyen
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FI1GURE II1.5 — Densité de probabilité électronique normalisée pour différentes éner-
gies propres du Hamiltonien H associées a la sous-bande 2. Le terme de désordre
Vs correspond au potentiel de désordre d’interface caractérisé par les paramétres
faer = 0.3, haer = 2.83 Aeto=36nm. Ny = Niep = Naer/2. Les énergies sont : (a)
E = Ey—1.3 meV (plus profond état lié), (b) £ = Es+5meV, (¢) E = Ey+10 meV
et (d) E'= Ey + 20 meV.

o, de la position x des états propres |v) en fonction de leur énergie :
or =/ (22) — (x)? (II1.25)

avec (z?) = (v|z®|v) et (z) = (v|z|v). Les états |v) sont les états propres de H
(& deux sous-bandes) en présence des défauts d’interface et les points obtenus sont
le résultat de 50 configurations aléatoires de désordre différentes. Les écart-types
se répartissent majoritairement autour de la valeur moyenne 7, ~ 58 nm. Cette
valeur correspond a I’écart-type moyen d’un état d’onde plane idéal dans la boite de
dimension L, x L, (L, = L, = 200 nm). Cette répartition traduit de nouveau le fait
que suffisamment loin des minima de sous-bande (typiquement F,, + Ej;,s), les états
propres retrouvent une délocalisation d’onde plane idéale et restent peu affectés par
le désordre. En revanche, les états proches voire en-dessous des minima F, (états
liés et quasi-liés) présentent un écart-type qui s’éloigne de cette valeur &,. Notons
d’ailleurs une déviation trés importante pour les états principalement issus de Fs
par rapport a ceux issus de F; reflétant encore une fois le fait que la sous-bande 2 est
plus affectée par le désordre d’interface. La répartition des états en bandes verticales
résulte quant a elle de la quantification numérique de ’espace de vecteurs k.11 s’agit
d’un artéfact numérique inévitable dés lors qu’un nombre fini de vecteurs de base
est considéré. Ce graphe confirme bien la nature fortement localisée des états liés et
quasi-liés observée sur la figure I11.5.
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F1GURE II1.6 — Ecart-type o, des états propres du Hamiltonien H en fonction de leur
énergie, en présence de défauts d’interface. F; = 33.67 meV et Fy = 107.46 meV.
o = 3.6 nm, fuer = 0.30 et hger = 2.83 A. Nyyy = Niep = Naet/2. Moyenne effectuée
sur 50 configurations aléatoires de défauts.

La présence d’états liés et quasi-liés dans le spectre d’énergie du systéme ainsi
que leur localisation spatiale sont deux caractéristiques qu’il est impératif de pren-
dre en compte pour une bonne description de la largeur de raie d’absorption, en
particulier aux basses températures pour lesquelles la contribution statistique de ces
états domine. Dans la suite de ce chapitre, nous nous intéressons a leur contribution
au spectre d’absorption. De plus, le chapitre IV sera consacré a une étude de leur
influence sur les taux de diffusion inter-sousbande.

III1.4 Absorption en présence de défauts d’interface

La rugosité d’interface est une source de diffusion intrinséque a I’hétérostructure
car elle résulte du controle non-optimal des interfaces entre les différentes couches
de croissance [112, 113]. Dans cette section, nous nous intéressons a I’élargissement
de la raie d’absorption inter-sousbande n = 1 — n’ = 2 dt au désordre d’interface.
A partir des états propres du systéme obtenus par diagonalisation numérique de H,
nous calculons le spectre d’absorption. Le Hamiltonien H est développé dans la base
a deux sous-bandes {|nk;)} décrite en section IIL.2 afin de tenir compte du mélange
inter-sousbande des états.

En présence des défauts d’interface, le terme Vg, dans H est remplacé par le
potentiel Ve introduit au chapitre I. Pour une configuration aléatoire donnée de
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désordre, le calcul des éléments de matrice de Vs conduit a :

2
Vi (i ) = 22 it
S
Nrep Natt
X Z Z i i gieP (2, Z i Pt ()| (I11.26)
20
oll ¢y = /21 — /%-/ est la différence de vecteur d’onde entre les deux états de base

impliqués dans le couplage au désordre. Comme aux chapitres précédents, 'entier j
indice les positions aléatoires p; des défauts a 'interface 2. Le premier terme de la
somme sur 2y correspond a la contribution des défauts répulsifs tandis que le second
a celle des défauts attractifs. Les défauts sont introduits aux deux interfaces internes
de la structure du double puits quantique. Les intégrales @, > et a2, quant a elles ont
des expressions similaires aux expressions (I1.19) et (H.QO) et valent explicitement
ici :

' (z) = / dzXn(2)Xw (2) (II1.27)
20—hdet
20+hdef

a2 (20) = / dzxn(2)xn (2) (II1.28)

Le coefficient d’absorption est alors calculé en fonction de I'énergie du photon inci-
dent hw & partir de Pexpression (II1.17) et les spectres présentés dans la suite sont
moyennés sur 50 configurations aléatoires de désordre (soit 50 tirages de coordonnées
aléatoires p;).

II1.4.1 Comparaison : approche perturbative et diagonalisa-
tion exacte

Au chapitre précédent, nous avions calculé le coefficient d’absorption ager en
suivant notre approche perturbative au premier ordre en Vg pour ’absorption par
porteurs libres. Nous avions souligné les limites de ce modéle analytique, notam-
ment pour la description du spectre d’absorption au voisinage de la résonance. Mais
dans les LCQ, I'énergie du photon n’étant résonante avec aucune autre énergie de
séparation inter-sousbande, les pertes par porteurs libres correspondent aux ailes du
spectre d’absorption a prior: bien décrites par notre approche perturbative. Nous
pouvons désormais utiliser notre approche numérique exacte pour vérifier ces con-
clusions et comparer ce calcul perturbatif au résultat numérique.

La figure III.7 présente le spectre d’absorption de la structure calculé suivant
nos deux différentes approches. Cette comparaison est faite pour trois températures
électroniques T' = 5, 100 et 300 K. D’apreés les résultats des figures 11.5 et TI1.2
de I'étude des différentes statistiques des porteurs, le spectre d’absorption obtenu
par développement perturbatif a la température de 5 K nécessite d’étre calculé a
partir des distributions de Fermi-Dirac. Les graphes de la figure II11.7 ont donc été
évalués en remplacant les fonctions d’occupation de Boltzmann par des distributions
de Fermi-Dirac dans I'expression (I1.23).

Ces trois graphes présentent un excellent accord quantitatif entre les deux mo-
déles : sur les deux ailes d’absorption, les deux courbes convergent vers les mémes
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valeurs de perte par porteurs libres. Par ailleurs, comme attendu, ’absorption a la
résonance présente une divergence pour le modéle perturbatif tandis que le calcul
numeérique, ou tous les termes de la série de perturbation sont implicitement sommés,
donne un pic d’amplitude finie. La forme de raie est également bien reproduite, en
particulier son asymétrie qui est par ailleurs accentuée a basse température. Cette
asymeétrie est due au fait que les électrons occupent principalement les états de basses
énergies pour les basses températures. Ainsi, seuls les états d’énergie suffisamment
élevée sont libres et disponibles comme états finaux d’une transition optique.

Notons enfin la présence d’oscillations sur le spectre d’absorption du calcul
numérique. Cells-ci sont, elles aussi, accentuées a basse température et provien-
nent de la contribution statistique des états liés et quasi-liés. A basse température,
ces états fortement discrétisés et localisés dominent les termes d’occupation et les
transitions qui les relient contribuent majoritairement au spectre d’absorption. Au
contraire, & plus haute température, les états du continum sont davantage peu-
plés et la contribution relative des états liés et quasi-liés diminue dans le bilan des
populations. Ceci entraine une atténuation des oscillations sur les ailes du spectre
d’absorption & mesure que 7" augmente.

I11.4.2 Différentes contributions au spectre d’absorption

La comparaison exposée a la section précédente de nos deux modéles de calcul du
spectre d’absorption rend bien compte de la validité de notre approche perturbative
pour l'estimation des pertes par porteurs libres. Rappelons que dans notre formu-
lation, ’absorption du photon hors résonance est assistée par les diffusions intra-
et inter-sousbande et nécessite un couplage a un état virtuel |98|. Notre approche
exacte nous permet également de sonder ces différents mécanismes mais aussi d’é-
valuer leur contributions respectives au spectre d’absorption [76].

Nous montrons sur la figure I11.8 (graphe de gauche) le spectre d’absorption
inter-sousbande de la structure de double puits quantique évalué par diagonalisation
numérique (ce spectre est déja présenté a la figure II1.7 pour 7" = 100 K). Ce spectre
est comparé a un autre résultat du calcul numérique pour lequel seuls les termes de
diffusion intra-sousbande ont été inclus dans H. Autrement dit, nous diagonalisons
ici la matrice incluant uniquement les couplages intra-sousbande :

H,, 0
o= (111.29)
0 Hn’n’

Les deux spectres d’absorption présentent un excellent accord quantitatif dans le
domaine des hautes énergies et au voisinage de la résonance. Il apparait donc claire-
ment que la diffusion intra-sousbande controle la raie centrale d’absorption et 'aile
a haute énergie mais ne décrit absolument pas 1’aile des basses énergies.

De maniére symétrique, la figure 111.9 montre la méme comparaison mais cette
fois-ci, le second spectre d’absorption a été calculé en introduisant uniquement les
termes Vi%r dans H :

H,, H,.,
H = (I11.30)
H.,.,,  Hyw
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FiGURE II1.7 — Comparaison des spectres d’absorption pour la transition F, — Fs
calculés & partir de approche perturbative développée au chapitre II (continu bleu)
et de la diagonalisation numérique du Hamiltonien H (continu rouge) pour trois
températures : T' = 5 K, T' = 100 K et T" = 300 K, et en présence de désordre
d’interface. faor = 0.30, haer = 2.83 A et 0 = 3.6 nm. Nuyw = Neep = Naet/2.
ne =2.17x 10 em=2. By — B, = 73.8 meV. Ey — B = 73.8 meV. 50 configurations

aléatoires de désordre pour le calcul exact.
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Fi1GURE II1.8 — Graphe de gauche : Spectres d’absorption pour la transition £, — F,
calculés par diagonalisation numérique du Hamiltonien H complet (continu rouge)
ou en incluant dans H uniquement les termes de couplage intra-sousbande (pointillé
vert). Le terme de désordre Vg dans H correspond au potentiel de désordre d’in-
terface caractérisé par les parameétres foof = 0.30, hger = 2.83 A et o = 3.6 nm.
Natt = Neep = Naet/2. ne = 2.17 x 10" em™2. By — E; = 73.8 meV. T = 100 K.
50 configurations aléatoires de désordre. Schéma de droite : Représentation du mé-
canisme d’absorption par porteurs libres inter-sousbande |1k) — |2k7) médié par
un défaut d’interface. Cette transition oblique implique un couplage électron-défaut
intra-sousbande.

ot désormais : H,, = HJ" et Hy,, = Hg’”' n’incluant donc uniquement les cou-
plages inter-sousbande. Le résulat inverse est obtenu : la diffusion inter-sousbande
domine manisfestment la partie des basses énergies et joue un role négligeable au
centre de la résonance et & haute énergie.

Ces résultats sont en réalité en accord avec la formulation développée dans notre
approche perturbative. Le schéma de la figure TI1.9 représente le mécanisme détaillé
d’une transition intra-sousbande. L’aile d’absorption des basses énergies est domi-
née par ces transitions optiques intra-sousbande, transitions qui sont, d’aprés notre
approche perturbative, activées par les diffusions inter-sousbande. Les états initiaux
et finaux impliqués dans ce mécanisme d’absorption non résonante sont en effet issus
initialement de la méme sous-bande. Par conséquent, puisque l'interaction dipolaire
active uniquement les couplages inter-sousbande, en partant d’un état inital de la
sous-bande 1, un couplage inter-sousbande aditionnel est nécessaire pour que la tran-
sition oblique intra-F, de basse énergie soit effectuée.

Au contraire, I'absorption de haute énergie implique essentiellement des processus
E, vers Es et relie donc principalement des couplages secondaires intra-sousbande.
Les transitions optiques inter-sousbande obliques ont majoritairement lieu a des
énergies proches ou supérieures a ’énergie de la résonance. L’absorption qui en ré-
sulte correspond donc bien a la raie centrale et a I'aile des hautes énergies, comme le
montre également le schéma de la figure TI1.8. L’introduction de ces couplages dans
le Hamiltonien H donne alors lieu a I'activation de 'aile de haute énergie du spectre
d’absorption.
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Il est également intéressant de noter que la raie centrale est correctement repro-
duite si on se limite a la prise en compte des couplages intra-sousbande uniquement
tandis que la prise en compte des couplages inter-sousbande seuls échoue dans la
prédiction de son intensité mais aussi de sa forme/ largeur.
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Fi1GURE II1.9 — Graphe de gauche : Spectres d’absorption pour la transition £ — Fs
calculés par diagonalisation numérique du Hamiltonien H complet (continu rouge)
ou en incluant dans H uniquement les termes de couplage inter-sousbande (pointillé
vert). Le terme de désordre Vg dans H correspond au potentiel de désordre d’in-
terface caractérisé par les paramétres foor = 0.30, haor = 2.83 A et 0 = 3.6 nm.
Nutt = Neep = Naet/2. ne = 2.17 x 10" em™2. T = 100 K. Fy — E; = 73.8 méV.
50 configurations aléatoires de désordre. Schéma de droite : Représentation du mé-
canisme d’absorption par porteurs libres intra-sousbande |1k) — |14’) médié par
un défaut d’interface. Cette transition implique un couplage électron-défaut inter-
sousbande.

L’approche perturbative développée au chapitre IT conduit a des estimations de
pertes par porteurs libres similaires a celles obtenues par un calcul numérique ol
tous les termes de couplage sont pris en compte sans approximation. Néanmoins, le
role joué par les différents couplages intra- et inter-sousbande tel que nous ’avons
établi pour cette structure est loin d’étre aussi bien défini dans le cas d’une structure
otl la différence d’énergie Fy — F; est du méme ordre de grandeur que 1’élément de
matrice Vi Dans ce cas limite, la gamme d’énergie pour laquelle se manifeste un
fort mélange des états s’étend sur Uintervalle [Ey; Es]. Par ailleurs, si Ey — Ey < Ejjas
il arrive méme que des états liés de la sous-bande 2 se retrouvent a des énergies
inférieures au minimum de la sous-bande 1. Ce régime de fort mélange est difficile-
ment accessible en présence de défauts d’interface uniquement car ils générent des
puits de potentiels peu profonds. Par contre, le cas d’une telle structure en présence
des impuretés ionisées, ou cette limite est atteinte, sera traitée en section I11.5.3.

I11.4.3 Awutres modéles d’absorption

Alors qu’il est important de comprendre quels sont les effets et les mécanismes
physiques qui dominent les différents domaines d’énergie du spectre d’absorption,
il est également intéressant de vérifier la validité des approximations faites dans les
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autres approches fréquemment utilisées pour le calcul de ’absorption, ainsi que leurs
éventuelles déviations par rapport a notre approche exacte.

Parmi ces autres modéles d’absorption, une variante microscopique du modéle
lorentzien discuté au chapitre I a été développée par Unuma et al. [114] en suivant
I'approche d’Ando [63]. Dans le modéle d’Unuma et al., élargissement ' de la raie
lorentzienne, habituellement phénoménologique, aquiert un statut de grandeur qui
dépend explicitement de la structure, de I'indice de bande des états impliqués et
des paramétres de désordre et de phonon. Pour la transition n — n’, le coefficient
d’absorption est proportionnel & la conductivité optique du systéme :

Relo(w)] = 62‘:;/ ef(e T F/(g—)En—hw)2 (I11.31)

o fn. est la force d’oscillateur du couplage dipolaire n <> n’, e = 2 2 est I’énergie
cinétique et f(e) désigne le terme d’occupation des états. Le parameétre I tient
compte des diffusions élastiques (ou inélastiques) intra- et inter-sousbande.

1
F(€) = 5 [Fintra(g) + Finter(e)] (11132)
Ces deux contributions de l'élargissement de la raie d’absorption dépendent des

éléments de matrice microscopiques du désordre :

. . . L2
Cintra(€) = 27 ‘(nk’WdiS]nk) — (0K |VgisIn'k)| 6 [e(k) — e(K)] (IT1.33)
];f/

i (€) = 21 S |0 Vil B 8 (k) — () + Bu — ] (I1L.34)
i

Afin de comparer cette approche a notre résultat numérique, nous avons calculé
les éléments de matrice de diffusion des expressions (II1.33) et (I11.34) pour le cas
du potentiel de désordre d’interface. A partir de notre modélisation de la rugosité
d’interface et des parameétres de désordre considérés précédemment pour la diago-

nalisation numérique, ces calculs conduisent aux expressions suivantes :

4

Cinea(@) = T2Z Y vt ) S et )2+ gl )] (1L35)

20

Am G VEmT e
e B =B e [y (/a7 £ B(Eye — By )e)

X [Pt 285 (20)” + Moepliint(20)]%]  (TT1.36)

20

I‘inter (.I') =

ol les intégrales a2, et @ 5 sont explicitement données en (IIL.27) et w2, et ),

n (I1.19) et (I1.20). La fonction I est, comme au chapitre précédent, la fonction
de Bessel d’ordre 0 et d’argument imaginaire, n = 4’;% et = est une variable
d’intégration sans dimension. L’élargissement total I' étant proportionnel a la somme

de I'pira €t Tinter, celui-ci vaut alors :

P

Sm*kgT 1
F - 47Th2 /0 dml + ea:/'y [Fintra(x) + Finter(x)] (11137)
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Le facteur «y de la distribution de Boltzmann dans (II1.37) vaut par ailleurs :

SE, nemh?

_ - I11.38
Y € 6(—,8En —}-efﬁEn/)m*k‘BT ( )
avec :
1 — efﬁ(Enlen)
(N, — M) = Mg L n e_B(En’_En):| (I11.39)

Nous avons converti la conductivité optique ainsi évaluée en coefficient d’absorption
en utilisant la relation suivante :

a(w) = %E:O)] (T11.40)

Le calcul complet de cette grandeur aboutit finalement a :

2 | 2 1 — e B(Ey—En) T
a(w) = + [nlp:|')| { ‘ ] (TT1.41)

1+ e BEs—Bn) | T2 4 (E, — E, — hw)?

Un autre point important est de comprendre comment ces résultats numériques
de diagonalisation numérique se comparent aux approches de fonctions de corréla-
tion, essentiellement basées sur le formalisme des fonctions de Green. Dans le cas
spécifique de notre structure désordonnée aux interfaces, celui-ci peut lui aussi étre
utilisé pour déterminer la conductivité optique et ainsi obtenir par la relation (I11.40)
le coefficient d’absorption correspondant. Le calcul de cette conductivité a été ef-
fectué par Wacker et al. pour lequel le formalisme des fonctions de Green- Keldysh
[115] (NEGF pour “Non-Equilibrium Green Function”) a été appliqué en utilisant
I'implémentation numérique décrite en [116]| et [117]. Dans le but de rendre cette
comparaison pertinente, nous avons extrait numériquement les longueurs de corréla-
tion et la profondeur moyenne des défauts de notre modéle de désordre aléatoire et
nous avons utilisé ces paramétres comme parameétres de d’ajustement dans ce mo-

déle NEGF 3.

- e
dm*2cn,eqwl,

Nous montrons sur la figure II1I.10 le spectre d’absorption pour la transition
optique n = 1 — n’ = 2 de notre structure de double puits quantique. Ces spec-
tres sont évalués par notre diagonalisation exacte, par le modéle d’'Unuma et al. et
par le modéle NEGF de Wacker et al. décrits précédemment. Remarquons que le
modéle NEGF apporte une bonne description de ’absorption des basses énergies
mais par contre, échoue pour la description de ’aile de haute énergie. Cette dévi-
ation est en réalité due a une approximation numérique qui consiste & considérer
que les diffuseurs du systéme sont des diffuseurs “delta” |76, 115, 117]. Ceci donne
alors lieu a des éléments de matrice de diffusion indépendants de k. Bien que cette
approximation simplifie radicalement 'implémentation numérique de ce formalisme
dense et complexe, elle surestime néanmoins la diffusion a grand transfert de vecteur
d’onde, ce qui est en réalité crucial pour les ailes d’absorption. L’absorption y est
par conséquent surestimée d’un facteur 3 par rapport au calcul de diagonalisation
numérique. Parallélement, le comportement aux basses énergies et a la résonance

3. L’approche NEGF de Wacker et al. utilise le modéle de désordre d’interface basé sur les
corrélations entre défauts. Les relations de passage d’'un modéle de désordre a ’autre que nous avons
établies en section 1.5.3 nous permettent de déterminer les parameétres d’ajustement equivalents.
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F1GURE II1.10 — Spectres d’absorption pour la transition £y — E5 calculés a partir
de trois modéles différents : diagonalisation numérique du Hamiltonien H (con-
tinu rouge), formalisme des fonctions de Green-Keldysh (NEGF) (pointillé vert) et
approche d’Unuma et al. (continu bleu). Le terme de désordre Vs dans H corres-
pond au potentiel de désordre d’interface caractérisé par les paramétres fqof = 0.30,
haet = 2.83 A et 0 = 3.6 nm. n, = 2.17x 10" cm 2. Fy— E; = 73.8 meéV. T = 100 K.
50 configurations aléatoires de défauts d’interface pour le calcul numérique.

reste trés bien décrit ici car les self-energies couvrent complétement les termes de
diffusion inter-sousbande (a plus faible transfert de vecteur d’onde) qui, comme
d’apreés la discussion précédente, dominent cette partie du spectre.

Le modéle d’Unuma et al. présente lui aussi un excellent accord au niveau de
la raie centrale d’absorption mais dévie significativement aux ailes de hautes et
de basses énergies pour lesquelles une surestimation systématique de 1’absorption
est observée par rapport aux deux autres approches (notons jusqu’a un facteur
10 par rapport au calcul numérique). Il est donc clair que cette approche “quasi-
lorentzienne” apporte une description pauvre de I'absorption par porteurs libres.
Ceci est plus probablement du au fait que, contrairement au modéle NEGF, les
composantes hors-diagonales des fonctions de Green sont négligées tandis que les
composantes diagonales sont évaluées a 'approximation de Born auto-cohérente
[63, 114]. En d’autres termes, le mélange des fonctions d’onde par le désordre,
qui s’avere étre essentiel a la description des queues d’absorption, n’est pas pris
en compte dans l'approche d’Unuma et al.. Au voisinage de la résonance inter-
sousbande, 1a ou I'élargissement est dominé par les diffusions intra-sousbande, les
deux modéles apportent une description satisfaisante puisqu’ici le mélange des fonc-
tions d’onde a un effet négligeable comparé a 1’élargissement des états.

Notre calcul numérique (et aussi perturbatif) des transitions intra- et inter-
sousbande dues au désordre conduit & des formes de raie d’absorption différentes
des ailes de la raie quasi-lorentzienne considérée par Unuma et al.. Ces deux calculs
sont réalisés dans des régimes différents. Dans le modéle d’Unuma et al., les con-
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sidérations de départ sont des transitions inter-sousbande autorisées (c’est-a-dire
verticales dans l'espace des l;) Le coefficient d’absorption inter-sousbande as(w)
est une fonction ¢ d’argument (hw — Eo — E7) élargie en raie lorentzienne par le
désordre. Remarquons d’ailleurs que I’absorption intégrée [ a(w)dw est essentielle-
ment indépendante de la concentration de diffuseurs. Par conséquent, dans ce type
d’approche, nous trouvons que [ a(w)dw & (nge)’. Dans nos estimations pertur-
batives et numériques exactes, un tel facteur (ndef)o est absent et a l'ordre le plus
bas, nous trouvons a la place une absorption intégrée qui dépend linéairement de la
concentration nger. Ceci est du au fait que nous concentrons notre attention sur des
transitions obliques en k qui sont bel et bien interdites en absence de désordre.

Enfin, remarquons que pour la raie centrale a la résonance, les modéles NEGF et
d’Unuma et al. présentent des largeurs de raie & mi-hauteur similaires sans 1'utilisa-
tion d’aucun autre parameétre ajustable. Celles-ci valent respectivement 1.6 meV et
1.8 meV et sont également en bon accord avec la valeur de 2.1 meV de notre calcul
numérique. Rappelons que ’absorption réelle de ce modéle d’absorption résulte de la
convolution entre les effets d’élargissement intrinséques et I’élargissement numérique
(& travers le paramétre og) que nous devons introduire pour tenir compte de la taille
finie de I’échantillon.

III.5 Absorption en présence d’impuretés ionisées

Dans les LCQ), les impuretés ionisées sont des sources de diffusion efficaces et
inévitables a cause de la nécessité d’apporter des porteurs par dopage de la stucture
[118]. Dans cette section et par analogie a la précédente, nous présentons les résultats
du calcul de la raie d’absorption inter-sousbande n = 1 — n’ = 2 pour notre
structure de double puits quantique dans laquelle un unique plan de dopage est
introduit. Nous procédons alors a la diagonalisation du Hamiltonien H ot le terme de
désordre Vy;s correspond au potentiel coulombien généré par la distribution aléatoire
de 8 dopants sur le plan L, x L,°.

I11.5.1 Ecrantage

Contrairement au modéle perturbatif du chapitre IT o1l toutes les divergences en
¢! du potentiel coulombien disparaissaient dans le calcul de iy, les éléments de
matrice exacts inclus dans H contiennent explicitement des termes en ql._i/l7 divergents
pour des éléments de base de méme indice (EZ = EZ/) Notre approche numeérique ne
pouvant traiter ces poles, il est désormais nécessaire d’écranter le potentiel coulom-
bien. Avant tout calcul de spectre d’absorption, il est donc important d’exposer les
différentes approximations d’écrantage que nous avons utilisées.

Evaluer le potentiel coulombien écranté dans des hétérostructures réalistes cons-
titue une tache complexe qui nécessite une résolution numeérique. Le modéle d’écran-
tage le plus complet est le modéle RPA qui consiste & résoudre de maniére auto-

4. Intégrer une fonction lorentzienne normée donne une quantité qui ne dépend pas de sa largeur
r.

5. Comme au chapitre II, ce nombre d’impuretés est obtenu par conversion de la densité de
porteurs n, sur une surface de 200 x 200 nm?2.
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cohérente le potentiel réel induit par les porteurs dont les populations peuvent étre
traitées hors équilibre [119]. Mais une situation plus simple, celle d’'une impureté
ionisée écrantée par un gaz d’électrons a l'équilibre thermique peut étre calculée
analytiquement [120]. Le potentiel de diffusion effectif peut dans ce cas étre défini
comme étant la somme du potentiel non écranté (Vi) et du potentiel généré par
les charges induites (Vinq) :

Vet (7) = Vimp(7) + Vina (7) (T11.42)

A T'approximation de champ moyen, ’évolution du potentiel induit est gouvernée
par ’équation de Poisson :

V2V (7) = —ein—im (IT1.43)
ocr

dont la résolution dans I'espace des moments ¢ conduit a la relation :

Vina(@) = fg—fj V(DT V(@) (ITL.44)

2

ot Vo_o(q) = 5(); z est I’élément de matrice de l'interaction électron-électron non
T

écranté (& trois dimensions) et o I1(q)Veg(q) est la charge induite. Cette expression
donne alors un potentiel effectif auto-cohérent qui peut désormais s’exprimer ainsi :

Vimp ()
— Ve—e(@I1(q)

L’hypothése d'un écrantage statique conduit alors a 'expression suivante pour la
charge induite :

Ver(@) = (111.45)

. 2 0 . 871313

ot  est le volume de ’échantillon et out ngp = n./L, est la concentration volumique
de porteurs équivalente. A partir de la définition de la longueur d’écrantage inverse
suivante :

, e2 Onsp

gsc = Ago = T (T11.47)
le potentiel coulombien effectif devient alors :
o2
Vi) = oz ™1 = Vi) (1)

Cette expression simple révéle clairement le role de la longueur d’écrantage : le poten-
tiel coulombien est exponentiellement attenué et neutralisé aux distances supérieures
a Agc. Notons qu’une configuration diluée de désordre correspond au cas ou la dis-
tance moyenne entre impuretés est supérieure a la longueur d’écrantage. Ce cas de
figure est tout a fait réalisé pour les concentrations de donneurs que nous considé-
rons (~ 10' cm™2). La dérivée partielle de la relation (IT1.47) peut étre évaluée dans
deux régimes limites différents.
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Premiérement, la limite non-dégénérée des hautes températures (ou des faibles
densités électroniques) ou la distribution des électrons peut éte approximée par une
distribution de Boltzmann donne :

onsp 2 0 —Bler—pc) n3D
_Z E € = 2 IT1.49
Ouc  Qopc |4 c kgT ( )

_ e?nsp
Ayt =aqp = [ — 3D I11.50
D o EOETkBT ( )

La grandeur Ap est appelée longueur d’écrantage de Debye-Hiickel.

D’ou il vient :

Asc

Le second régime, appelé écrantage de Thomas-Fermi, correspond au cas dégénéré
dans la limite des basses températures pour lesquelles les distributions thermiques
des porteurs sont approximées par des fonctions de Heaviside : f; = O(uc — ¢).
[’accumulation de charge qui en résulte vaut alors :

onsp m* 1/3
a/LC ~ T4/3R2 (n?)D)

(ITL.51)

Il a été montré que lorsque la longueur d’écrantage est du méme ordre de grandeur,
voire supérieure a la longueur de la structure (ou a la longueur de la période du
LCQ par exemple), tous les électrons contribuent a Iécrantage et par conséquent,
le modéle d’écrantage statique isotrope décrit précédemment donne un excellent ac-
cord avec le calcul complet du modéle RPA considérant des distributions de porteurs
hors équilibre [120].

Pour notre structure faiblement dopée, nous utilisons le modéle de Debye pour
décrire I’écrantage des donneurs. Nous considérons donc la décomposition de Fourier
du potentiel de Coulomb écranté (généré par la distribution des 8 impuretés) sui-

vante : o
e“]‘(r_"'p)

2

e
Vim = E E — I11.52
p(@ €05rQ - - q2+q12) ( )

ou ¢ = (Q,q.) et ou T, = (pj,2) sont les coordonnées tridimensionnelles des im-
puretés ionisées. L’intensité de ce potentiel dépend fortement de la longueur de
Debye inverse gp. D’aprés expression (I11.50), une dépendance en température des
éléments de matrice de diffusion Vigg apparait. La figure I1I1.11 présente ’évolution
de la longueur d’écrantage \p en fonction de la densité de porteurs (graphe a) et de
la température électronique T (graphe b). A une température 7' = 100 K et pour
la concentration n, = 2.17 x 10° cm™2, celle-ci s’éléve a 23.5 nm. Notons qu’une
augmentation de la température (ou une diminution de la densité n.) implique une
augmentation de cette longueur et par conséquent, une augmentation de la portée
des impuretés ionisés. Le potentiel coulombien devient ainsi plus efficace & haute
température (ou aux faibles concentrations n, car faiblement écranté). En revanche,
une diminution de la température nous impose de considérer le régime d’écrantage
de Thomas-Fermi dont I’évolution de la longueur d’écrantage est montrée en com-
paraison sur les graphes de la figure I11.11. Dans le cadre de notre étude de la forme
de raie d’absorption dans les structure a cascade quantique, nous nous limiterons au
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régime d’écrantage de Debye en considérant des températures proches de celles du
régime de fonctionnement des LCQ (7' > 100 K).

100 — Debye 7

== Thomas-Fermi
80

60

[

Longueur d'écrantage (nm)

40

20

.-
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Densité électronique (x 1010 cm_z)

50 '
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307

— Debye
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20 .
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o/ 7
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FiGUrg III.11 — Evolution de la longueur d’écrantage en fonction de la densité
surfacique d’électrons (graphe a, T = 100 K) et de la température électronique
(graphe b, n, = 2.17x10' cm~2). La longueur d’écrantage est évaluée dans le régime
de Debye-Hiickel (continu rouge) et dans le régime de Thomas-Fermi (pointillé vert).

IT1.5.2 Ingénierie de dopage

Il existe de nombreuses possibilités d’ajuster les largeurs et les hauteurs des bar-
rieres des structures a multi-puits quantiques dans le but de produire un spectre
donné d’états d’énergie et d’ajuster les raies d’absorption/émission inter-sousbande
[11]. L’accomplissement ultime de cet ingénierie de bande est certainement la réa-
lisation des structures de LCQ. La forme et la largeur de raie sont par ailleurs
directement reliées aux efficacités des mécanismes de diffusion [61]. Dans cette sec-
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tion, nous illustrons cette dépendance en montrant qu’une position particuliérement
bien choisie du plan de dopage dans la structure permet un ajustement de la forme
de raie et peut notamment donner lieu a un affinement de cette derniére mais aussi
a lapparition d’une deuxiéme raie secondaire [103].

En considérant le régime d’écrantage de Debye, I’élément de matrice du potentiel
coulombien écranté entre deux éléments de la base numérique de H vaut :

e Er QS fzelQ & /dZZXn 2) X ( ZQZ(Z—ZZ)
0

-

g qz qD

L’intégrale sur p donne une fonction delta 6[Q — (k; — k;)]. La somme sur @ impose

nEz Verr n/Ez'/ =
(

alors la condition Q = ky — k; = Cj”/ La somme sur ¢, peut quant a elle étre
transformée en intégrale et étre calculée analytiquement dans la plan complexe :

+o0 ei(IZ(Z—Zl) eV Q?i/+Q]23|Z*Zl‘ ( )
dg. xn(2)Xn (2) —————= = TXn(2) X (2 I11.54
[ i) g = M) o
D’ou I'expression finale de ’élément de matrice de désordre :
o~V @ ad |zl
i Vst | K ) Qi [ dzx(2) X I11.55
(nF Vil 28088226 [ ) e i)

Le coefficient d’absorption est calculé comme précédemment a partir de 'ex-
pression (II1.17) en fonction de I'énergie hw. Les spectres d’absorption présentés
dans la suite sont issus d’'une moyenne de I’absorption sur 50 configurations de co-
ordonnées aléatoires p; d’impureté et quatre positions du plan de dopage (z;) sont
considérées. La figure 111.12 présente le profil de bande de conduction du double
puits quantique asymétrique ainsi que les différentes positions des donneurs. La pre-
miére d’entre elles, z; = 3 nm, se situe dans le puits le plus large de la structure
et correspond & une abscisse ou Pamplitude de la fonction d’onde enveloppe |xi|?
et supérieure a |x2|% : |x1(21)* > |x2(21)|?. La seconde, zp = 12.3 nm, correspond
a la situation inverse puisqu’elle coincide avec le maximum de la fonction |ya|? :
Ixa(22)]? > |x1(22)]?. La troisiéme position du plan de dopage, z3 = 8.45 nm, est
celle on les deux densités de probabilité sont égales : |x1(z3)]? ~ |x2(23)]*. Et enfin,
la derniére position z4 = —5 nm se situe dans la barriére injectrice ou les densités
de probabilité électroniques sont proches de zéro : |x1(24)|* & |x2(24)|* = 0.

Il est intéressant d’étudier dans un permier temps 'efficacité de diffusion des
donneurs en fonction de leur emplacement dans le double puits quantique. Pour
cela, le formalisme NEGF est bien utile puisqu’il donne accés aux fonctions spectrales
qui contiennent cette information. De maniére simpliﬁée, la largeur de la fonction
spectrale A, (e, k) d’'un état d’énergie E, —|— —~ nous renseigne sur efficacité du
mélange des états par le potentiel de desordre Celle-ci s’exprime en terme de la
self-énergie retardée de I'électron ¥, (e, k) [115] :

2Im|[E, (¢, k)]
(e — By — B2 _ R[S, (e, k) + Im[S, (e, k)

A k) = (I11.56)
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FIGURE III.12 — Profil de la bande de conduction (trait continu gris) et modules
carrés des fonctions d’onde enveloppe x; (trait continu bleu) et yo (trait continu
rouge) de la structure de double puits quantique 9/2/3 nm de GaAs/Alg 25GaAsg 7s.
Les plans de dopage, repérés par la coordonnée z; (I = 1,2, ...,4), sont représentés par
les lignes verticales vertes. z; = 3 nm, 2z, = 12.3 nm, 23 = 8.45 nm et 2z, = —5 nm.

La figure II1.13 présente les fonctions spectrales de deux états issus des sous-bandes
1 et 2 et d’énergie respective 58 meV et 130 meV. Ces courbes ont été calculées par
Wacker et al. [103]. Ces trois graphes correspondent aux trois positions z;, [ = 1,2, 3
de dopage présentées sur la figure I11.12. Les deux énergies choisies pour ces courbes
sont associées & des états de sous-bandes différentes qui ont approximativement la
méme énergie cinétique pour le mouvement dans le plan. A z; = 3 nm, une position
oll la sous-bande 1 est plus affectée par le potentiel coulombien que la sous-bande
2, la largeur de la fonction spectrale de I’état 1 est plus importante que celle de
I'état 2. Les états de la sous-bande 1 subissent un mélange plus fort que ceux de la
sous-bande 2 par le désordre. Au contraire, & la position z; = 12.3 nm, I’état 2 est
le plus affecté par le potentiel coulombien et présente donc une plus large fonction
spectrale que I’état 1. Enfin, a la position z; = 8.45 nm, les fonctions spectrales
sont trés similaires car les deux sous-bandes sont affectées de la méme maniére par
les donneurs (|x1(21)]? & |x2(21)|?). De plus, évaluer la conductivité dynamique de
toutes les corrections des self-énergies conduit & une largeur de raie d’absorption
qui est typiquement de Pordre de —2J[X] pour les états impliqués dans le processus
d’absorption [121]. Dans toutes ces situations, la largeur des fonctions spectrales est
de 'ordre de 10 meV et par conséquent, une largeur de raie d’absorption du méme
ordre de grandeur est attendue pour les spectres d’absorption.

Par ailleurs, puisque nous considérons une concentration diluée de donneurs,
I'expression de 1’élément de matrice de diffusion (II1.55) peut étre réduite suivant
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F1GURE II1.13 — Fonctions spectrales calculées par modéle NEGF de Wacker et al.
de deux états propres du Hamiltonien H en présence de 8 impuretés sur le plan de
coordonnée z; et d’énergies respectives 58 meV (continu rouge) et 130 meV (pointillé
vert). Ce calcul a été effectué pour les trois positions de dopage suivantes : z; = 3 nm
(a), 2 = 12.3 nm (b) et 2z, = 8.45 nm (¢). ne = Nipp = 2.17 x 10'% em™2. Structure

9/2/3 nm de GaAs/Alg25GaAsg.rs.
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deux cas limites. Sauf au voisinage d’'un centre donneur, (p'— p,) > |z — z] et
I’élement de matrice a une impureté se réduit alors a :

/ e? -
V(g —ppl) 8 ——m——— — O I11.57
807 )~ ~ e (-5 (1157)

Au voisinage du centre de 'impureté par contre, nous avons :

62

V(15— 5] ~ — 111.58
don (17 = )~ = e e GO = 7] (IL58)

Il émerge donc de cette expression qu’au voisinage du diffuseur, le potentiel coulom-
bien effectif a une divergence plus faible que la loi de Coulomb en 1/p et également,
que son intensité a courte portée dépend explicitement de la position du plan de
dopage z;. Les deux différents comportements des réductions (II1.57) et (IIL.58) ap-
paraissent, alors comme étant au coeur d’une ingénierie de dopage.

La figure II1.14 montre les spectres d’absorption pour les quatre positions du
plan de dopage présentées sur la figure 111.12. Les spectres sont calculés par diago-
nalisation numérique du Hamiltonien H. Dans ce calcul, nous négligeons les effets
de décalage de dépolarisation car la concentration en porteurs reste trés faible. En
utilisant ’approche d’Unuma et al. et en supposant une force d’oscillateur de 1 et
une largeur effective du gaz d’électrons égale a L., nous trouvons en effet une énergie
plasma de l'ordre de 5 meV, équivalente & un décalage de dépolarisation de l'ordre
de 0.17 meV. Cette valeur est clairement négligeable devant les énergies de liaison
des impuretés.

Sur la figure IT1.14, nous notons tout d’abord que les spectres d’absorption sont
légérement décalés par rapport a ’énergie de transition non perturbée Fy — E =
73.8 meV. Ceci correspond au méme décalage relatif des fonctions spectrales observée
sur la figure I11.13. Les spectres d’absorption correspondants aux positions de dopage
2z = 3 et 12.3 nm comportent par ailleurs deux raies d’absorption distinctes. Par
contre, les positions z; = 8.45 nm et —5 nm ne donnent lieu qu’a une seule raie d’ab-
sorption a I’énergie non perturbée dont la largeur est de plus d’un ordre de grandeur
plus petite que la largeur des fonctions spectrales de la figure I11.13. Ces allures de
spectre peuvent étre bien comprises en considérant de nouveau les densités d’états
du systéme. Celles-ci sont présentées sur la figure II1.15 et sont calculées par dia-
gonalisation numérique de H moyennée sur 50 configurations aléatoires de donneurs.

Pour les faibles valeurs de dopage considérées ici, la densité d’états contient un
groupe d’états liés aux impuretés pour lesquels I'énergie de liaison croit avec 'ampli-
tude des éléments de matrice de désordre associés, comme discuté en section III.3.
A 2z, = 3 nm, 'ensemble d’états liés a la sous-bande 1 est plus profond qu’en sous-
bande 2. A cause de ce décalage, les transitions optiques entre états liés de E; et
états quasi-liés de F5 ont lieu a des énergies supérieures a I'énergie non perturbée
E5 — F et sont donc a 'origine de 'existence de la seconde raie d’absorption autour
de la valeur 78.5 meV ; tandis que la raie centrale autour de 73.4 meV provient des
transitions entre états du pseudo-continum des deux sous-bandes.

Au contraire, pour z; = 12.3 nm, le groupe des états quasi-liés de la sous-bande
2 est le plus profond et le plus prononcé, ce qui conduit a la situation inverse a la
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FIGURE II1.14 — Spectres d’absorption pour la transition F; — E5 calculés par dia-
gonalisation numérique du Hamiltonien H. Le terme de désordre Vg dans H cor-
respond au potentiel coulombien attractif écranté créé par la distribution de 8 im-
puretés ionisées sur le plan z = 3 nm (pointillé bleu), z; = 12.3 nm (pointillé vert),
2z = 8.45 nm (continu rouge) et z; = —5 nm (continu gris). n, = 2.17 x 10'° cm™2.
Ey — E; =73.8 meV. T'= 100 K. 50 configurations aléatoires de donneurs.

précédente. La seconde raie d’absorption des états liés est alors décalée vers le rouge
par rapport a la raie des états du pseudo-continum.

Le cas z; = 8.45 nm est particulier puisque la diffusion est tout autant efficace
dans les deux sous-bandes. Les transitions optiques entre les états liés et quasi-liés
ont par conséquent lieu a la méme énergie que les transitions entre les états du
continum. Le spectre d’absorption ne contient alors qu’une seule et unique raie fine,
piquée a I’énergie non perturbée.

La quatrieme position, celle qui correspond a un dopage dans la barriére, donne
elle aussi un spectre a raie fine unique a 'énergie Fy — E; puisque dés lors que
les amplitudes de probabilité de présence électronique sur le plan de dopage sont
proches de zéro, efficacité de diffusion est trés faible et les états liés trés peu pro-
fonds comme le montre le graphe I11.15.d. Cela étant, il est intéressant de noter que
malgré une diffusion beaucoup plus intense au sein de chaque sous-bande, le dopage
a la position z; = 8.45 nm produit une raie d’absorption d’une largeur comparable
a celle d'un dopage dans la barriére.

Soulignons par ailleurs que les spectres d’absorption a raie multiple ont déja été
calculés par modélisation numeérique dans les super-réseaux et observés expérimen-
talement dans le cas de super-réseaux et de structures a simples puits quantiques
dopés [122-124]. De plus, il est important de remarquer qu’une variation de la tem-
pérature affecterait I’amplitude de chaque raie d’absorption comme discuté par Stehr
et al. pour le cas d’'impuretés trés diluées [125]. A basse température par exemple,
loccupation statistique des états liés domine, entrainant alors une augmentation
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FiGURE II1.15 — Densités des états propres du Hamiltonien H associées a la sous-
bande 1 (continu vert) et a la sous-bande 2 (continu bleu). Le terme de désordre Vg
correspond au potentiel coulombien attractif écranté créé par la distribution de 8
impuretés ionisées placées sur le plan z; = 3 nm (a), z; = 12.3 nm (b), z; = 8.45 nm
(c) et zz = =5 nm (d). E) = 33.67 meV et Ey = 107.46 meV.

(diminution) de la raie secondaire (centrale).

Comme évoqué en section I11.4, la plupart des approches perturbatives, telle que
I’approximation de Born auto-cohérente, tiennent uniquement compte des termes
quadratiques du potentiel de diffusion. Ces méthodes ne sont donc pas capables
de prédire 'existence des états liés qui proviennent d’une infinité de diffusions sur
une méme impureté. Par conséquent, seuls des spectres d’absorption & raie unique
sont obtenus comme le montre le graphe de la figure 111.16. Ces courbes sont les
résultats du calcul du spectre d’absorption de la figure 1I1.14 mais par le modéle
NEGF réalisé par Wacker et al.. Néanmoins, le traitement auto-cohérent complet de
ce modéle apporte une bonne description de ’affinement de la raie a z; = 8.45 nm
et les tendances des décalages des raies par rapport a ’énergie non perturbée sont
correctement reproduits.

La diagonalisation exacte et le formalisme NEGF prédisent tous deux des raies
d’absorption trés fines lorsque les amplitudes des fonctions d’onde de ’état inital et
final pour le mouvement suivant z sont approximativement les mémes a la position
du plan de dopage z = z. Une ingénierie de dopage peut alors étre réalisée pour
ajuster précisément d’une part la largeur mais aussi la forme de la (des) raie(s) d’ab-
sorption. Notons que des comportements et des résulats similaires sont attendus pour
les spectres d’émission de la structure. La comparaison entre le modéle numeérique
exact et le modéle NEGF illustre encore une fois que seul un traitement du désordre
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Fi1GURE II1.16 — Spectres d’absorption pour la transition £, — E5 calculés a partir
du modéle du formalisme des fonctions de Green-Keldysh par Wacker et al. (modéle
NEGF). Le terme de désordre Vs dans H correspond au potentiel coulombien at-
tractif écranté créé par la distribution de 8 impuretés ionisées sur le plan z; = 3 nm
(pointille bleu), z; = 12.3 nm (pointillée vert), z; = 8.45 nm (continu rouge) et
z = —5 nm (continu gris). n, = 2.17 x 10! em™2. Fy — F; = 73.8 meV. T = 100 K.

a tous les ordres peut prédire 'existence des états liés et quasi-liés et a fortiori de
rendre compte des spectres d’absorption inter-sousbande a raies multiples.

I11.5.3 Cas des structures térahertz

En section II1.4.2, nous avons étudié en détail le role et la contribution & 1’ab-
sorption hors résonance de chaque type de couplage au désordre (couplage intra- ou
inter-sousbande). Nous avons également évoqué que le role de chacun de ces cou-
plages, bien que clairement défini dans le cas d’une structure ot Fo— FEy > FEjj,, sem-
ble moins bien établi dans le cas d’une structure a faible séparation d’énergie inter-
sousbande ou bien dans le cas d’un LCQ sous champ magnétique pour lequel I’échelle
de la quantification de Landau est supérieure a 'espacement inter-sousbande [126—
129|. Compte tenu des énergies de liaison produites par le potentiel des impuretés
écrantées (Fl.s ~ 8 meV), ce régime o By — By ~ Ej;ss est facilement atteignable en
présence d’un plan de dopage dans la structure. Sur la figure TI1.17, nous présentons
le spectre d’absorption de notre structure considérée jusqu’a présent (graphe a) et
celle de la structure de double puits quantique 9.5/3/8.5 nm de GaAs/Alg 25GaAsg 75
ou By — E; = 7.3 meV (graphe b). Un plan de dopage a été introduit & la position
qui coincide avec le maximum de la fonction |y»|? et la concentration de donneurs
est toujours de 2.17 x 10'® ecm~2. Ces calculs ont été effectués en incluant soit tous
les termes de diffusion (Vit® et Vini dans le Hamiltonien H), soit uniquement les
termes de couplage intra-sousbande (V2"* dans H uniquement).

D’apres les comparaisons obtenues sur cette figure, il est clair que négliger les

couplages inter-sousbande (V" ~ 0) dans le Hamiltonien est une approximation
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FI1GURE III.17 — Spectres d’absorption pour la transition F; — E5 calculés par dia-
gonalisation numérique du Hamiltonien H complet (continu rouge) ou en incluant
dans H uniquement les termes de couplage intra-sousbande (pointillé vert) pour deux
structures de double puits quantique GaAs/Alyo5GaAsg 75 différentes : (a) structure
9/2/3 nm, Ey — E; = 73.8 meV; (b) structure 9.5/3/8.5 nm, Fy — E; = 7.1 meV. Le
terme de désordre Vs dans H correspond au potentiel coulombien attractif écranté
créé par la distribution de 8 impuretés ionisées sur le plan placé au maximum de
la fonction enveloppe x3. n. = 2.17 x 10!1Y em™2. T" = 100 K. 50 configurations

aléatoires de donneurs.

correcte et valide dans le cas d’une structure a grande séparation F, — E; devant
les énergies de liaison. En revanche, cette approximation donne une description trés
pauvre de la forme de raie d’absorption dans le cas ot Fy — E; &~ Ej,s [54]. La
contribution importante des diffusions inter-sousbande est une caractéristique des
LCQ THz qui contraste fortement avec les autres hétérostructures conventionnelles
et celle-ci devrait en principe étre prise en compte dans la modélisation de ces

dispositifs.

97



CHAPITRE III. LARGEUR ET FORME DE RAIE D’ABSORPTION

II1.6 Quasi-régles de sélection optiques

Afin de compléter notre étude de la largeur et de la forme de raie d’absorption,
nous concluons ce chapitre par une étude de la nature méme des transitions optiques
qui contribuent au spectre. Plusieurs approches, telles que le formalisme des fonc-
tions de Green [115], de la matrice densité [95] ou encore la résolution de I’équation
de Boltzmann ont bien établi que la grandeur pertinente pour I'estimation de I’élar-
gissement des transitions optiques impliquait les éléments de matrice de désordre
entre les deux états dipolairement connectés. En absence de désordre, les régles de
sélection optiques qui découlent de l'invariance par translation dans le plan (x,y)
imposent |58] :

(nFlp:ln'F) = (1 = 8o )5 mlp:I) (IT1.50)

Dans une structure réelle, deux états connectés par le photon sont eux mémes per-
turbés par le désordre, entrainant ainsi une dépendance du couplage dipolaire par
rapport au couplage de diffusion. Il est alors intéressant d’étudier V'effet direct du
désordre sur cet élément de matrice dipolaire dans le cas des deux diffuseurs élas-
tiques considérés jusqu’a présent dans ce chapitre.

Le cas des défauts d’interface est particulier puisque le potentiel de diffusion
correspondant peut étre écrit sous la forme :

Vaet () = f(2)gaet (P) (ITL.60)

otl les dépendances par rapport aux variables z et p sont séparées. Par identification
a 'expression (1.28), gger est la superposition des fonctions gaussiennes centrées aux
positions des défauts p; et f(z) conduit au terme d’intégrale en z aux interfaces.
A partir de la notation (ITI1.60) et en ne tenant pas compte du mélange d’états des
deux différentes sous-bandes, I’équation aux valeurs propres que nous résolvons par
diagonalisation numérique de H devient :

S o (F) {(— ¥ ﬂ) i+ (Flgaudl Py | = 0 (1TL.61)
e fo 2 g, ) O

ou nous définissons le coefficient f, = (n|f(z)|n) qui exprime la force du couplage
au désordre d’interface. Ce résultat est uniquement valable en absence de couplage
inter-sousbande au désordre mais comme noté en section I11.4.2, ceci reste probable-
ment une bonne approximation au voisinage de la résonance. Il apparait donc que
cette équation ne différe que du facteur f,, d’une sous-bande & 'autre puisque les
fonctions d’onde dans le plan (z,y) sont quasi-identiques pour les deux sous-bandes.
Ce résultat est une généralisation de ce qui a déja été démontré dans le régime des
forts champs magnétiques [101].

La figure I11.18.a donne la valeur de I’élément de matrice dipolaire (v|p,|u) pour
tous les couplages possibles entre états du systéme. Ce graphe présente deux bandes
élargies distinctes autour des énergies de transition |¢, —¢,| &~ Ey — Ey = 73.8 meV.
Cette énergie correspond a I'espacement inter-sousbande de la structure idéale. En
absence de désordre, aucun élargissement n’apparaitrait puisqu’un état final donné
ne peut étre dipolairement connecté qu’a un seul et unique état initial, celui qui a le
méme vecteur d’onde k, d’aprés lexpression (ITI1.59). Le fait que I’élément de matrice
dipolaire soit quasi-nul pour des couples d’états dont la différence d’énergie différe
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fortement de la séparation E, — F; est la signature de I'existence de quasi-régles de
sélection optiques. La largeur des bandes de transition dipolaire dépend en effet du
rapport fo/f1 : si celui-ci est proche de 1 alors aucun élargissement n’est attendu.
Néanmoins, ce cas reste purement théorique car, contrairement aux impuretés lo-
calisées sur un plan quelconque de la structure, le fait d’avoir x,(z0) = xn(20) ne
peut jamais se produire en présence de désordre d’interface car la pénétration des
fonctions enveloppe dans les barriéres augmente avec l'indice de sous-bande.
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FiGure III.18 — Elément dipolaire normalisé pour 'ensemble des transitions ¢, —
e, (logarithme décimal de I’élément dipolaire). Le terme de désordre Vg5 dans H
correspond au potentiel de désordre d’interface caractérisé par les parameétres Ngof =
58 (a) ou Nger = 230 (b) , haer = 2.83 A et 0 = 3.6 nm. Nyy = Niep = Naet/2.
ne = 2.17x10' em™2. By, — F; = 73.8 meV. Moyenne sur 50 configurations aléatoires
de désordre.

D’autres paramétres, notamment ceux qui controlent ’efficacité de la diffusion,
affectent également la largeur des zones ot I’élément de matrice dipolaire est le plus
intense. La figure II1.18.b montre le méme graphe que la figure I11.18.a mais pour
un nombre supérieur de défauts. Un élargissement de ces zones se distingue. Notons
qu'une augmentation de la hauteur des défauts hger aurait un effet similaire.

Le potentiel de désordre d’interface est un potentiel a courte portée, générant
des états liés peu profonds et dont les dépendances en z et p sont séparables. Mais
tel n’est pas le cas du potentiel coulombien (écranté ou non). Cependant, nous avons
démontré en section II1.5.2 qu’en présence d’une concentration diluée de donneurs
au plan z;, le potentiel coulombien a courte portée est identique pour les deux
sous-bandes si leurs densités de probabilité de présence électronique respectives sont
égales. Dans une telle circonstance, nous devrions ici aussi nous attendre a I’émer-
gence de quasi-régles de sélection optiques, analogues au cas des défauts d’interface.

Par analogie & la figure II1.18, la figure II1.19 donne les valeurs de I’élément de
matrice dipolaire entre tous les états perturbés par la présence des impuretés io-
nisées. Les graphes montrent des effets similaires a ceux obtenus pour les défauts,
effets qui attestent, dans ce cas aussi, 'existence de quasi-régles de sélection optiques
rémanentes. La méme tendance d’élargissement est observée a mesure que le nombre
d’impuretés augmente.
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FIGURE III.19 — Elément dipolaire normalisé pour ’ensemble des transitions €, —¢,,
(logarithme décimal de I’élément dipolaire). Le terme de désordre Vg dans H cor-
respond au potentiel coulombien écranté créé par la distribution de Ny, impuretés
ionisées sur le plan z; = 3 nm. Ny, = 4 () ou Niyp = 16 (b) , haer = 2.83 A et
o =3.6 nm. n, = 2.17 x 10'° em~2. Fy — E; = 73.8 meV. Moyenne sur 50 configu-
rations aléatoires d’impuretés.

De plus, dans la section III1.5.2, nous avions noté 'écart significatif entre les
largeurs des fonctions spectrales et celles des raies d’absorption. La figure I11.20
présente les valeurs de I’élément de matrice dipolaire dans les quatre cas étudiés (re-
latifs aux quatres différentes positions z; du plan de dopage). Des allures similaires
aux graphes précédents sont de nouveau obtenues ici et démontrent bien I'existence
de quasi-régles de sélection optiques qui controlent efficacement la largeur de la raie
d’absorption et ceci, malgré un fort mélange des états attesté par la largeur des
fonctions spectrales.

Les résultats de cette étude de la nature des transitions optiques et des parameétres
affectant le couplage dipolaire restent bien en accord avec la représentation conven-
tionnelle d’élargissement des états mais contiennent également un aspect important

qui est celui de I'ajustabilité de la largeur de la raie d’absorption inter-sousbande
[76].

I11.7 Conclusion

Ce troisieme chapitre a présenté une étude de la forme et de la largeur de raie
d’absorption inter-sousbande dans les hétérostructures quasi-bidimensionnelles de
type LCQ. Dans le but de calculer ’absorption de la structure a tous les ordres de dif-
fusion, nous avons développé une approche numérique de diagonalisation numérique
du Hamiltonien en présence de désordre. Deux types de diffuseurs statiques ont été
pris en compte : la rugosité d’interface, intrinséque a la structure, et les impuretés
ionisées (écrantées) introduites par le dopage.

Dans la premiére partie, consacrée a I’étude de I’absorption en présence des défauts

d’interface, nous avons dans un premier temps comparé notre calcul numérique ex-
act au modéle perturbatif exposé au chapitre II. Cette comparaison a démontré la
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FIGURE III.20 — Elément dipolaire normalisé pour ’ensemble des transitions €, —¢,,
(logarithme décimale de I’élément dipolaire). Le terme de désordre Vs dans H
correspond au potentiel coulombien écranté créé par la distribution de 8 impuretés
ionisées sur le plan z; = 3 nm (a), 2, = 12.3 nm (b), z; = 8.45 nm (c) et z; = —5 nm
(d). ne = 2.17 x 10'° em™2. Fy — F; = 73.8 meV. Moyenne sur 50 configurations
aléatoires d’impuretés.

validité de notre approche perturbative pour I'estimation de 1’absorption hors réso-
nance, la oil les pertes par porteurs libres dominent. De plus, nous avons identifié
les contributions au spectre d’absorption relatives aux couplages intra- et inter-
sousbande de diffusion. La diffusion intra-sousbande domine le pic de résonance et
I’aile de haute énergie alors que les diffusions inter-sousbande dominent I’aile de basse
énergie du spectre d’absorption. Dans un second temps, nous avons comparé nos ré-
sultats numériques a ceux obtenus par d’autres modéles d’absorption fréquemment
utilisés. Cette comparaison a mis en évidence les limites de ces approches, essen-
tiellement basées sur les fonctions de corrélation. Tandis que la raie d’absorption
centrale est parfaitement bien décrite par le modéle d’Unuma et al. et le forma-
lisme des fonctions de Keldysh-Green de Wacker et al., les ailes d’absorption sont
systématiquement surestimées a cause de I'’emploi de I'approximation de Born. Par
ailleurs, une étude détaillé du spectre d’énergie de la structure a mis en évidence la
présence d’états liés et quasi-liés en-dessous des minima de sous-bande. Ces états ne
peuvent étre prédits et calculés que par une approche exacte, prenant en compte les
termes de couplage a diffusions multiples.

La seconde partie de ce chapitre était consacrée au cas des impuretés ionisées. Nous

avons montré qu’une ingénierie de dopage dans les hétérostructures conduisait a des
situations intéressantes. Premiérement, notre approche numérique confirme qu’il est
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possible d’obtenir une unique raie fine d’absorption malgré la présence d’un fort
élargissement des états de sous-bande. Cet affinement de la raie a été obtenu par
diagonalisation numérique mais aussi par les techniques de fonctions de Green. Mal-
gré cela, il est impératif de garder en téte que 'approximation de Born ne peut pas
reproduire les états liés aux impuretés et par conséquent, le cas de figure de la double
raie d’absorption obtenu dés lors qu'un des deux états est plus affecté que 'autre
par le désordre. Si le plan de dopage est placé dans la structure d’une maniére qui
n’assure pas des amplitudes de fonctions d’onde égale, I’absorption inter-sousbande
présente en régle générale deux raies d’absorption. Il en serait de méme pour I’émis-
sion qui est le processus inverse (seuls les facteurs de population sont inversés).
L’existence de deux raies modifie le profil d’absorption de maniére significative et

est donc essentielle & une description réaliste des dispositifs faiblement dopés tels
que les LCQ THz.

Enfin, notre étude de la nature des transitions optiques a conduit & la démons-
tration de l'existence de quasi-régles de sélection optiques rémanentes, malgré la
brisure de l'invariance par translation par le désordre. Il apparait que celles-ci con-
trolent efficacement la largeur des raies d’absorption. Leur efficacité est par ailleurs
affectée par efficacité de diffusion : la prise en compte d’un nombre de diffuseurs
plus important, par exemple, conduira a des régles de sélection moins strictes et
donc, a un élargissement de la raie d’absorption. Ces tendances sont bien en accord
avec la représentation conventionnelle de 1’élargissement des transitions optiques
entre états de conduction élargis par le désordre.
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Chapitre 1V

Fuite des porteurs, taux de diffusion
non radiative

IV.1 Introduction

Au cours des chapitres II et III, nous nous sommes intéressée au phénomeéne
d’absorption par porteurs libres dans les LCQ, impliquant d’une part le photon laser
initialement émis et d’autre part un diffuseur de la structure. Nous y avons présenté
une étude quantitative compléte de ce mécanisme du second ordre ainsi qu'une ana-
lyse détaillée de la forme et de la largeur de la raie d’absorption. Néanmoins, un
autre effet limitant fortement ’émission laser dans les LCQ mérite d’étre traité.
Il s’agit du processus non radiatif de diffusion inter-sousbande au cours duquel un
électron situé initialement sur la sous-bande supérieure de la transition laser est élas-
tiquement ou inélastiquement diffusé vers une autre sous-bande et par conséquent,
n’émet pas le photon requis [62, 99, 113].

Rappelons qu’en régle générale, la quantification des états d’énergie en sous-bande
dans les hétérostructures quasi-bidimensionnelles implique I’existence de deux types
de mécanisme de diffusion des électrons : les diffusions intra-sousbande au cours
desquelles la localisation en z reste constante, et les diffusions inter-sousbande pour
lesquelles celle-ci varie. Les processus de diffusion inter-sousbande sont moins effi-
caces que les processus intra-sousbande, en particulier pour les structures a multi-
puits quantiques asymétriques, puisque les positions moyennes z de ’état initial et
de I'état final de diffusion sont différentes [100]. Comme pour I’absorption par por-
teurs libres, les sources de diffusion sont nombreuses : les diffuseurs élastiques les
plus efficaces restent les défauts d’interface et les impuretés ionisées introduites par
le dopage de la structure. L’émission et 'absorption de phonons LO dominent quant
a elles les processus inélastiques. Les taux de diffusion de ces différents mécanismes
sont généralement évalués a I'approximation de Born, en faisant I’hypothése que les
états initiaux et finaux de la transition sont des états d’onde plane par définition
délocalisés dans le plan des couches.

Dans ce quatriéme chapitre, nous montrerons que ’estimation de ces taux de dif-
fusion par cette méthode est une approximation qui ne peut étre valable qu’a de
hautes températures pour lesquelles I'occupation statistique de la sous-bande in-
férieure de la transition concerne principalement les états véritablement délocalisés,
c’est-a-dire ayant une énergie cinétique bien supérieure a ’échelle des fluctuations
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du potentiel de diffusion [130]. Nous montrerons en particulier que cette non-validité
est directement liée au fait que 1’électron effectue un certain nombre de diffusions
intra-sousbande avant d’étre diffusé vers une autre sous-bande. Ou bien, en d’autres
termes, que les états propres de basse énergie du Hamiltonien intra-sousbande sont
fortement localisés [131] dans le plan des couches par le désordre. Nous traiterons les
cas de diffusions inter-sousbande dues aux impuretés ionisées donneuses et aux dé-
fauts d’interface. Par une diagonalisation numérique du Hamiltonien intra-sousbande
analogue a celle développée au chapitre III, nous calculerons les états propres asso-
ciés a chaque sous-bande impliquée dans la diffusion. Nous étudierons alors les effets
de localisation (ou quasi-localisation) des états de basse énergie autour des centres
diffuseurs, états non accessibles par une méthode de calcul conventionnelle reposant
sur ’approximation de Born. Nous montrerons alors que ceux-ci sont responsables
d’'une augmentation significative des taux de diffusion. Dans un méme temps, nous
analyserons I'influence de la concentration et de la position des diffuseurs dans la
structure sur ces processus non radiatifs. Enfin, comme au chapitre précédent, nous
conclurons celui-ci en traitant le cas d’une structure pour laquelle la séparation en
énergie des deux sous-bandes devient comparable & I’échelle d’énergie du potentiel
diffuseur.

IV.2 Approche standard : approximation de Born

Le taux de diffusion v, ;, inversement proportionnel au temps de vie 7 - d'un
électron sur un état \nE), est une donnée cruciale pour la réalisation des structures
a cascade quantique. Elle nous renseigne en effet sur I’élargissement des niveaux
électroniques par le désordre mais aussi sur l'efficacité des processus de fuite de
porteurs au cours du processus d’inversion de population. L’approche standard de
calcul des taux de diffusion repose sur 'utilisation de ’approximation de Born pour
laquelle les états de conduction sont considérés comme étant des états d’onde plane
dans le plan des couches de croissance.

Afin de détailler cette approche largement utilisée, considérons la structure de
double puits quantique asymétrique 9/3/2 nm de GaAs/Algo5GaAsyrs introduite
au chapitre III et intéressons nous aux transitions inter-sousbande non radiatives
12k) — |1K') (By— E, = 73.8 meV) dues aux impuretés ionisées et & la rugosité d’in-
terface. Comme précédemment, en présence du désordre, le Hamiltonien enveloppe
du systéme a deux sous-bandes s’écrit :

1 1
H = Hy+ Vyis = §ﬁ%ﬁ+ Vi(2) + Vais(p), 2) (IV.1)

Vais est le potentiel de désordre créé soit par les défauts d’interface, soit par les im-
puretés ionisées (potentiel écranté |76, 120]). Dans ce chapitre, nous considérons une
nouvelle fois I'expression de ces deux potentiels donnée explicitement au chapitre I
(Eq. 1.28) et au chapitre III (Eq. I11.52) respectivement, ainsi qu’une concentration
d’impuretés ionisées donatrices ni,, = 2.17x10'° cm =2, correspondant de nouveau a
une distribution aléatoire de 8 impuretés sur le plan (z,y) de dimension 200 x 200 nm?
a la position z;. A la température 7' = 100 K, la longueur d’écrantage A\sc du poten-
tiel d’'impureté est égale a 23.5 nm. Cette valeur étant significativement supérieure
au rayon de Bohr effectif (= 7 nm dans GaAs), les impuretés sont faiblement écran-
tées et 'apparition d’états liés d’énergie inférieure au minimum de sous-bande est
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de nouveau attendue. Nous utilisons également la méme modélisation des défauts
d’interface que précédemment (exposée au chapitre I). Ces derniers sont introduits
sur les deux interfaces internes de la structure (& zp = 9 nm et zp = 11 nm) et les
parameétres de désordre correspondants sont o = 3.6 nm, hger = 2.83A et faer = 0.30.

Rappelons qu’en absence de désordre (Vg = 0), les solutions du Hamiltonien
non perturbé Hy sont les états d’onde plane |nk) d’expression (1.3) et d’énergie

Eon = En+ ZZ“Q La méthode la plus simple et la plus directe d’évaluer le taux de

diffusion inter-sousbande de I’état initial \QE) consiste a appliquer la régle d’or de
Fermi a 'approximation de Born pour le potentiel Vg [100] :

2m - - 2
g = o 3[RVl 1| 8(esz — =,) (Iv.2)
K

L’évaluation de (IV.2) est analytiquement simple puisque I’élément de matrice de
chaque potentiel de désordre entre deux états d’onde plane est proportionnel au
facteur de forme relatif a chaque diffuseur. Ainsi, nous obtenons les éléments de
matrice des potentiels coulombien écranté (Vi) et de désordre d’interface (Vier)
suivants :

. . o2 Nimp G o~V @ +adlz—zl
2k| Vi | 1K) = — e /dzx 2)x2(z IV.3
< | p’ > 25057"5 ; 1( ) 2( ) \/m ( )

Nre N
7 hd 2 2V 212 i - att L
RVael ) = =g T3 ( > i gy ZQ) 1)

20 Jj=1 Jj=1

ou lentier j indice les impureté ou les défauts répulsifs/attractifs respectivement.
Cj — k—K est la différence de vecteur d’onde entre I'état final et initial. Les intégrales
w3t et w5 sont déja explicitées au chapitre 11T (Eqs. I11.27 et T11.28). De nouveau,
en supposant qu’il n’existe aucune corrélation entre les différents centres diffuseurs,
la moyenne des modules carrés de ces éléments de matrice est proportionnelle au

nombre de défauts/impuretés (resp. Nagt/rep €t Nimp). En effectuant la somme sur

les vecteurs d’onde & de I'état final dans (IV.2), nous obtenons, pour les donneurs,
le taux de diffusion suivant :

2

w N [ 0] [ vy
o QS Y 2x1(z z :
ok 8ﬂh3[80€r]25 p ; X1(Z)X2 QQ(Q) + q%
et pour les défauts d’interface :
def 27T0'4‘/;)2m* ~att(2 ~rep |2 o —02Q2(0)
e :WZ(NMUH\ + Neepl@15 ) i dfe (IV.6)

20

avec Q2(0) = k2 + k"> — 2kk cos 0 ou 0 = (k,k') et o par conservation de I’ éner-
gie : k? = k* + 2-(E, — Ey). Les expressions (IV.5) et (IV.6) rendent compte
d’une dépendance linéaire en fonction du nombre de diffuseurs mais aussi, a travers
les facteurs de forme, d’une dépendance en fonction du recouvrement des fonctions
d’onde x; et y2 (soit au plan de dopage z;, soit aux interface rugueuses zy, comme
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c’était déja le cas pour l'absorption par porteurs libres). Il est intéressant de noter
que dans le cas d’une diffusion intra-sousbande |2k) — |2k), ces facteurs de forme
contiennent non plus le recouvrement y;yo mais plutdt le module carré de la fonction
X2- Ainsi, dés lors que [ dzxi(2)xa(z) < [ dz|x2(2)]?, il est immédiat de constater
que les processus intra-sousbande sont ceux qui possédent un taux de diffusion plus
important et par conséquent, sont les plus efficaces. Néanmoins, certes simple et
directe & implémenter, reste insatisfaisante. En effet, les expressions (IV.2) a (IV.6)
ne tiennent pas compte du fait qu'une transition inter-sousbande est un événement
relativement rare comparé a une transition intra-sousbande. Autrement dit, 1’élec-
tron diffusé par le désordre subit un certain nombre de diffusions intra-soubande
avant de sortir de sa sous-bande initiale E5. Pour tenir compte de cet effet, il est
alors nécessaire de connaitre les états réels de chaque sous-bande, c’est-a-dire les
états contenant également 'effet des couplages au désordre intra-sousbande. La fi-
gure IV.1 montre schématiquement les différents types de diffusion élastiques que
nous traiterons dans la suite.

E

FIGURE IV.1 — Schéma des processus de diffusion élastique non radiative intra-
sousbande |nk) — |nk’) (fleches rouges) et inter-sousbande Ink) — |[nk') (fleches
vertes). Le point bleu représente I'état initial en sous-bande E, ;. Les processus
de diffusion intra-sousbande sont plus efficaces que les processus inter-sousbande
puisque pour ces derniers, la localisation en z est modifiée. Par conséquent, avant
d’étre diffusé dans la sous-bande E,,, ’électron subit un certain nombre de diffusions
intra-F, ;1. Cette différence d’efficacité de diffusion est particuliérement notable dans
les structures a multi-puits quantiques asymétriques tels que les LCQ.

IV.3 Approche numérique exacte

Le calcul des états réels de la structure passe une nouvelle fois par une dia-
gonalisation numérique du Hamiltonien en présence de désordre!. En considérant
que le processus inter-sousbande reste une petite perturbation, nous utilisons les
projecteurs P; et P, sur les sous-espaces associés respectivement aux états de sous-
bande E; et Ey pour réécrire le Hamiltonien complet H de (IV.1) sous la forme :

H:H1+H2+P1VdiSP2+P2‘/;ﬁSP1 (IV?)

1. Les calculs relatifs aux impuretés ionisées sont effectués dans le régime d’écrantage de Debye-
Hiickel comme au chapitre III.
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ou H; = PHyP, + P,V4P;, i = 1,2 sont les réductions du Hamiltonien complet
H dans les sous-espaces de E; et Fs. Les projections des fonctions d’onde P;|W;)
vérifient alors :

B

i (W) = HPD) + PVacPo|) (IV.8)
B

i (PW)) = HPo|W) + PaVau P |Y) (IV.9)

Pour une configuration aléatoire de désordre Vi, donnée, la régle d’or de Fermi peut
alors étre appliquée pour calculer le taux de diffusion inter-sousbande & 1'ordre le
plus bas en Py Vi Ps. Ainsi, on désigne les états propres de Hy et Hy par |1v) et |2pu)
respectivement :

12u) = l Z CQM(Ez’)eiEi'pXQ(Z) (IV.10)

ol les vecteurs /;1 sont les vecteurs d’onde de la base numérique et ou les coefficients
complexes ¢y, et ¢y, sont les vecteurs propres normalisés de H; 5. Le calcul des états
propres |1v) et |2u) se fait par diagonalisation numérique des Hamiltoniens H; et
H, développés dans la base d’ondes planes périodiques déja utilisée au chapitre I11
mais cette fois-ci, réduite a une seule sous-bande. A partir de ces états numériques,
nous obtenons I'expression du taux de diffusion |24) — |1v) suivante, analogue a
I'expression (IV.2) :

2m
Ton = - Z [(2p4] Vs 1) 0(e2u — €1v) (IV.11)

Par ailleurs, au méme titre que les spectres d’absorption présentés au chapitre ITI
sont issus d’une moyenne sur N configurations aléatoires de désordre, le calcul de ~
donné par (IV.11) est répété pour N configurations aléatoires de défauts/impuretés.
Un taux de diffusion moyen (;,) est alors obtenu en fonction de I’énergie propre
de Hy : &9, = L5 + €, ou la contribution €, peut étre positive ou négative suivant
que I’état propre €9, est un état libre ou lié & un diffuseur. D & la discrétisation
numérique de l'espace des vecteurs d’onde, ces calculs donnent des valeurs de 7,
fortement discrétisées. Afin de lisser le “bruit numérique” qui en résulte, les valeurs
de 7, sont convoluées par une fonction gaussienne centrée a ’énergie e, et de
largeur a mi-hauteur og = 1.1 meV.

IV.4 Localisation spatiale induite par le désordre

Rappelons que, contrairement au cas idéal Vg = 0 pour lequel les indices p et v
des états propres coincident avec le nombre quantique k des états d’onde plane, en
présence de désordre, le spectre des valeurs propres €3, et €9, comprend deux types
d’état : les états discrets et localisées & basse énergie et les états libres et étendus
de haute énergie. En présence d’impuretés ionisées par exemple, nous avons vu au
chapitre III que les états liés ont des énergies bien inférieures au minium de sous-
bande £ 5. Le désordre d’interface quant a lui lie faiblement les états en raison de la
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faible profondeur et le court rayon d’action des défauts. Outre cette caractéristique
portant sur ’énergie de ces états liés, intéressons nous désormais plus en détail a
leur localisation spatiale.

Par analogie a la figure II1.5 La figure IV.2 présente la densité de probabilité

électronique d’un état propre initial |2u) donnée par :

2
[y (@, y)[? o | Y o) (€™ 4 ehiny) (IV.12)
i

Sur la figure TV.2, cette densité de probabilité est normalisée & sa valeur maximum
®(. Pour les deux types de diffuseurs pris en considération dans ce chapitre, quatre
états d’énergie sont représentés : €9, = Fy — 4 meV et g9, = Fy — 1 meV sont
respectivement deux états liés en présence des impuretés et des défauts d’interface,
gou = [ est exactement au niveau du bas de sous-bande, €9, = L5 + 3 meV
est un état au-dessus du bas de sous-bande mais dont 1'écart en énergie avec Fs
reste comparable & D’échelle d’énergie des potentiels diffuseurs effectifs. Et enfin,

€9 = Py + 12 meV est un état libre d’énergie bien supérieure a celle des potentiels
diffuseurs.
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FIGURE IV.2 — Densités de probabilité électronique normalisées pour différentes
énergies propres du Hamiltonien intra-sousbande Hs.

Panneaux supérieurs : les énergies sont respectivement Fy —4 meV, Ey, Ey + 3 meV
et Fo + 12 meV. Le terme de désordre dans Hy correspond au potentiel coulombien
attractif créé par la distribution de 8 impuretés ionisées (niy, = 2.17 x 101 cm™2)
aléatoirement réparties sur le plan z; = 3 nm. Chaque position d’'impureté est repérée
dans le plan (z,y) par une croix.

Panneaux inférieurs : les énergies sont respectivement Fo — 1 meV, Es, Es + 3 meV
et Fy + 12 meV. Le terme de désordre Vg correspond au potentiel de désordre
d’interface caractérisé par les parameétres fge; = 0.3, hqer = 2.83 Aet 0 = 3.6 nm.
Natt = Niep = Naer/2. Chaque interface contient au total 172 défauts.

Structure 9/3/2 nm de GaAs/Alyo5GaAsg rs.

Les graphes de la partie supérieure montrent les variations de ®,(x,y)/®o en
présence d’impuretés ionisées. Le plan de dopage est situé a z; = 3 nm dans la struc-
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ture de double puits quantique (voir figure II1.12) et chaque position d’impureté
est repérée par une croix sur la figure. Ces différents graphes confirment bien 'exis-
tence d’effets importants de localisation spatiale par les diffuseurs. Les états de basse
énergie ont trés peu de similitudes avec des états d’onde plane idéaux considérés par
Iapproche standard & ’approximation de Born. Au contraire, ceux-ci présentent
plutot une forte localisation autour des centres d’impureté. Les états de haute éner-
gie quant a eux sont quasi-étendus et tendent vers une délocalisation d’onde plane
de méme énergie.

Le graphes de la partie inférieure de la figure IV.2 montrent des résultats simi-
laires obtenus en présence des défauts d’interface. On constate une analogie qualita-
tive avec les états d’'impureté mais les effets de localisation restent, comme attendu,
quantitativement plus faibles et moins prononcés en raison de la faible profondeur de
ces diffuseurs. Enfin, cette figure atteste bien d’effets de localisation croissants avec
I’énergie de I’état : plus I’état propre est haut en énergie, plus le nombre quantique p
tend vers le nombre quantique k car son énergie cinétique ¢, devient grande devant
I’énergie de liaison du potentiel diffuseur.

Des résultats similaires sont obtenus pour les états propres de H; mais avec
des énergies de liaison aux impuretés plus importantes dues a la position particu-
liére du plan de dopage?. Compte tenu de ces premiers résultats et de la valeur
Ey — Fy = 73.8 meV, une différence d’énergie bien supérieure aux fluctuations ty-
piques des potentiels de désordre considérés, le calcul de I'expression (IV.11) peut
étre simplifié en remplacant I'état final |1v/) par un état d’onde plane |1%") de méme
énergie. En effet, les diffusions par impuretés et par défauts étant des transitions
élastiques, la conservation de I’énergie impose que le plus bas état d’énergie accessi-
ble par I’électron transitant de la sous-bande Fs5 vers la sous-bande F; soit celui d’
énergie 1, = F1+¢, oll €, = Fy— Ejjas, avec g I'énergie de liaison du plus profond
état lié. Cette énergie ¢, étant bien supérieure a F,s, I’'état d’énergie correspondant
appartient blen au groupe des états quasi-étendus dont le nombre quantique v coin-
cide avec k. Suivant cette considération, le taux de diffusion |2u) — |1%') par le
potentiel Vg est donné par :

271' 12
’72u - f Z ‘<2M|V:ils|1k/>‘ 6(52u - 51];/) (IVl?))
K

Ainsi la sommation sur les vecteurs d’onde & est analytique et méne aux expressions
de v;, pour chaque type de diffuseur :

unp

e*m*
im ZQ 9) J
72#1) - 87r(505r)2h35/ do Z Z g Cop z)

[zt O
X ZX1\2) X2\ Z .
Q7 (0) + qp,

2. Comme il a été montré au chapitre III, la position du plan d’impureté z; = 3 nm correspond &
une position z pour laquelle x?(z;) > x3(z1), les états de E; sont alors plus affectés par le potentiel
coulombien.
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2p

e 2rotV2m* 2m x /TN —0202
it = T [ | Y (Rt

2

(IV.15)

Nrep Natt
XE § :62Q¢(9)~pjuggp_§ :elQi(e)'pj’uTgt
j=1 i'=1

20

ou : @Z = /gz — k. Notons que les sommes sur les indices “j” de diffuseurs doivent
cette fois-ci étre calculées numériquement a cause de la somme supplémentaire sur les
états de base i. Aucune moyenne analytique sur les positions aléatoires des diffuseurs
n’est désormais possible.

IV.5 Influence des paramétres de désordre

A partir des expressions (IV.14) et (IV.15), nous calculons numériquement le taux
de diffusion vy, en fonction des différents parameétres du probléme tels que le type
de diffuseur impliqué, la concentration de diffuseurs ou encore leur position dans la
structure. Dans la suite de ce chapitre, tous les résultats des taux de diffusion et des
temps de vie associés ont été obtenus en moyennant sur 50 configurations aléatoires
de désordre et & une température électronique 7' = 100 K pour la structure de
double puits quantique décrite précédemment.

IV.5.1 Comparaison des deux approches

Il est dans un premier temps essentiel de comparer notre approche numeérique
exacte a celle s’appuyant sur 'approximation de Born décrite en premiére partie.
Nous évaluons pour cela le taux de diffusion 7,5, d’'un état |2u) di aux impuretés
ionisées et aux désordre d’interface a partir des expressions (IV.14) et (IV.15). L’évo-
lution des taux de diffusion calculés en fonction de 'énergie €5, de I’état initial est
présentée sur la figure 1V.3. Pour comparaison, nous calculons également les taux
de diffusion 7,, donnés en (IV.5) et (IV.6), d’un état d’onde plane |2k} & Papprox-
imation de Born.

Les courbes obtenues présentent nettement deux régimes d’énergie distincts. Pour
les états délocalisés |2u) (g, > 0), Papproche standard apporte une description de
plus en plus satisfaisante & mesure que 'énergie de I’état augmente dés lors qu’elle
approxime correctement le résultat du calcul numeérique exact. En effet, comme nous
I’avons démontré en section IV.4, les états de haute énergie se délocalisent davantage
dans le plan des couches (Fig. IV.2) et tendent vers des états d’onde plane. Une autre
explication a cette tendance réside dans le fait que 1’électron délocalisé posséde une
énergie cinétique importante et par conséquent, reste peu affecté par les diffuseurs
de la structure (que ce soit pour les diffusions intra- comme inter-sousbande). Par
conséquent, pour ce domaine d’énergie-ci, ’approximation de Born apporte une es-
timation correcte des taux de diffusion.

En revanche, les états liés (¢, < 0) ne sont pas accessibles a I’approximation de Born
car ceux-ci résultent d’ordres supérieurs en perturbation et leur contribution au taux
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de diffusion peut étre estimée uniquement grace a la diagonalisation numérique. Re-
marquons que la localisation spatiale (croissante & mesure que €, diminue) entraine
une augmentation significative du taux de diffusion dés que €, < 0. Notons en effet
un facteur 10 d’écart entre le taux 7y estimé avec le calcul exact pour les états de
plus basse énergie et les états étendus en présence d’impuretés ionisées estimé a
I’approximation de Born. Cette tendance est liée au fait que les états finaux de F;
sont davantage délocalisés et oscillent spatialement plus rapidement que les états
initiaux liés de FE, . Pour un état initial de FE5 localisé autour d’un minimum de
potentiel, nous démontrerons mathématiquement en section IV.5.2 que le taux de
diffusion décroit avec la longueur caractéristique de localisation.

30 T T T T
a
e E2 * défauts d'interface (exact)
‘o o
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FIGURE IV.3 — Taux de diffusion moyen (7,,) en fonction des énergies propres du
Hamiltonien intra-sousbande H,. Le terme Vj;s dans Hs correspond soit au potentiel
coulombien attractif créé par la distribution de 8 impuretés réparties sur le plan
z = 3 nm (carrés rouges) soit au potentiel de désordre d’interface (croix bleues).
Les taux de diffusion associés au potentiel coulombien et & la rugosité d’interface ont
également été évalués a 'approximation de Born pour comparaison (traits continu
bleu et pointillé rouge respectivement) . Fy = 107.46 meV, nyy,, = 2.17 x 10" cm ™2,
faer = 0.30, haey = 2.83 Aet 0 = 3.6 nm. Nuyw = Nyp = Naer/2. T = 100 K. Struc-
ture 9/3/2 nm de GaAs/Aly25GaAsgrs. Moyenne effectuée sur 50 configurations
aléatoires de diffuseurs.

Comme nous l'avons évoqué et observé précédemment, les défauts d’interface
générent un potentiel d’amplitude plus faible que celui des impuretés. Les états liés
créés sont alors moins profonds (Fig. IT1.3) et dans I'estimation du taux de diffusion,
un écart plus faible entre 'approximation de Born et la diagonalisation numérique
en résulte. Enfin, pour chaque type de diffuseur, la limite y — k lorsque €, — 400
qui avait été établie a partir de l'allure des fonctions d’onde enveloppe des états
propres en section IV.4, est confirmée a travers le calcul du taux de diffusion.

Un dernier point important reste a noter. L’énergie de liaison des états liés, en

particulier en présence d’impuretés donatrices, s’éléve a Fj,s &~ 7.5 meV (pour cette
structure et cette position du plan de dopage), correspondant approximativement
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a une température électronique de 7' = 100 K. A cette température, les états d’
énergie peuplés sont par conséquent essentiellement des états liés. Il apparait donc
que pour ce régime de température, par ailleurs proche des températures de fonc-
tionnement de certains LCQ, I'estimation et la description des processus de diffusion
par une approche a 'approximation de Born reste largement insuffisante et la con-
tribution essentielle des états liés parfaitement inexistente. Notons d’ailleurs qu’une
diminution de la température des porteurs pourrait mener a une situation d’autant
plus critique : l'occupation statistique des états liés serait plus importante et 1'é-
cart entre les deux approches de calcul du taux de diffusion serait davantage creusé.
Le domaine de température pour lequel une déviation prononcée est attendue est
typiquement T < Tjias 01l kpTiias = Elias. En revanche, pour des températures élec-
troniques T' > T, le régime des états quasi-étendus est atteint et 'approximation
de Born apporte une estimation raisonnable des taux de diffusion.

IV.5.2 Modéle de I’état de type s

Comme nous I’évoquions en section IV.5.1, 'augmentation significative des taux
de diffusion des états de basse énergie s’explique par la différence de fréquence d’oscil-
lation spatiale entre I’état initial |2u) fortement localisé autour d’un centre diffuseur
et Iétat final [1%') délocalisé dans le plan des couches.

Suite & une remarque de R. Ferreira, intéressons nous dans un premier temps
a lallure de la fonction d’onde enveloppe |®g,|?. A titre d’exemple, les graphes
de la figure IV.4 montrent les variations de la densité de probabilité normalisée
[P, | /Py d’un état lié en présence d’une impureté unique située a la coordonnée
(Po,z1) = (65 nm ,107 nm ,3 nm) et d’énergie ey5. Le graphe IV.4.c nous montre
également une vue en coupe (suivant la droite z = 65 nm) de la fonction d’onde
enveloppe numérique tracée sur la figure IV.4.a et IV.4.b. Compte tenu de sa loca-
lisation autour du centre de I'impureté, il est raisonnable de 'approximer par une
expression simple mais réaliste décrivant un état localisé de type hydrogénoide s.

Considérons alors I'expression de la fonction d’onde de type s localisée en py
[132] :

Oy (7, 2) = a5 (P)X2(2) = Nage 1P P0l hoc xy (2) (IV.16)
ot Noy = +/2/(7l2 ) est la constante de normalisation de la composante ¢ et [
est la longueur caractéristique de localisation de I’état autour du centre diffuseur a
la coordonnée py. A partir de 'expression (IV.16), I’élément de matrice coulombien
entre cet état de type s et un état d’onde plane |1/;’> vaut :

— NS N Z“/a
(W Vanplz) = ° [ [ [ ditna2atz) 7
2

—€

—|p—pol/loc (IV 17)
X e .
k(01— po)? + (2 — 2)?

La décomposition de Fourrier du potentiel coulombien écranté et le calcul de I'inté-
grale sur p dans (IV.17) ménent & l'expression :

- 262 lloc

LK |Vigp | @) = ——=
< ’ p’2> H\/ﬁo

00 2m .
d@<1\eQ|“l|2>/ dO(1 + |k + Q)P12,) "2 (IV.18)
0
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FIGURE IV.4 - (a) et (b) Densité de probabilité électronique normalisée de I'état lié
le plus profond (e95 = F3 — 2.6 meV) du systéme en présence d’une unique impureté
ionisée a la position (x = 65 nm; y = 107 nm). (c¢) Coupe de la densité de probabilité
¢lectronique tracée en (a) et (b) suivant la droite x = 65 nm. z, = 3 nm. 7' = 100 K.
Structure 9/3/2 nm de GaAs/Alyo5GaAsg rs.

En premiére approximation, ce calcul nous donne une dépendance de 1’élément de
matrice de Coulomb en la longueur caractéristique de localisation suivante :

— 1 1
(LK | Vinp | ®35) 0¢ 7—(1 4 E"lioc) 2 (IV.19)

lloc

Cette quantité est inversement proportionnelle & la longueur caractéristique de 1’é-
tat localisé. Par ailleurs, le taux de diffusion étant proportionnel au carré de cet
élément de matrice, la méme tendance d’évolution de ;, obtenue précédemment a
la figure IV.3 est alors attendue : plus I'état lié est profond, autrement dit plus la
longueur de localisation est courte, plus le taux de diffusion associé est important.
Qualitativement, ceci peut étre expliqué par un effet de recouvrement spatial d’une
onde trés localisée (état initial lié) et d’'une onde davantage étendue et a oscillations
spatiales rapides dans le plan des couches (état final non lié).

Pour s’en convaincre, nous pouvons reprendre I'expression de I’élément de matrice
(IV.18) et développer le calcul du taux de diffusion :

1 2w .
I Z (LK [Vimp | @) [*0 (225 — 153) (IV.20)

T2s
k/
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FIGURE IV.5 — Temps de vie d'un état hydrogénoide s en fonction de sa longueur
caractéristique de localisation. Pour une longueur de localisation [, ~ 14.8 nm, le
modéle utilisé prédit un temps de vie de diffusion 7 &~ 5.8 ps. z; =3 nm. T = 100 K

Le sommation sur les vecteurs d’onde &’ donne alors :

1 B Am*et

Tos  R3TK2

/ d€<1’€*£\2*21|/lloc|2>
0

2

Njw

i . . 0
X /0 do (1 + (€ +k)? — 4k¢ sin® 5) (TV.21)

oil & = Qlipe et k = klie. Par ailleurs, ici : k2 = 2 (295 — E7). La figure IV.5
montrent 1’évolution de 755 donné en (IV.21) en fonction de la longueur caractéris-
tique de localisation [,.. Comme attendu, le temps de vie de ’état localisé présente
une trés nette augmentation avec l,.. Par ailleurs, comme cette longueur [j,. croit
avec I’énergie, 'augmentation (diminution) du temps de vie (taux de diffusion) dé-
montrée a la section précédente est confirmée par ce modéle. Ce calcul analytique
nous permet par ailleurs de comparer quantitativement les temps de vie obtenus.
A partir de la figure IV.4.c, nous pouvons déterminer graphiquement la longueur
caractéristique de localisation de I’état lié exact |2u). Celle-ci vaut lo. ~ 14.8 nm
et correspond, d’aprés le graphe de la figure IV.5, a un temps de vie 75, ~ 5.8 ps.
Cette valeur est en bon accord avec les temps de vie des états liés de basse énergie
de la figure IV.3 pour lequels 3.5 ps < 7, < 10 ps.

IV.5.3 Densité d’impuretés

Il est par ailleurs intéressant de déterminer les contributions relatives des états
liés et des états étendus au taux de diffusion ainsi que l'influence du nombre de
diffuseur. Pour cela, nous calculons le temps de vie moyen (7o,) = @ a partir
de Pexpression (IV.14) pour trois concentrations d’impuretés différentes. Celles-ci

correspondent respectivement & un nombre d’'impuretés Ni,, = 4,8 et 16. Comme
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FIGURE IV.6 — Temps de vie moyen de diffusion () en fonction des énergies propres
du Hamiltonien intra-sousbande H,. Le terme Vg dans Hy correspond au potentiel
coulombien attractif créé par la distribution de Ny, impuretés réparties sur le plan
z; = 3 nm. Trois concentrations de donneurs sont considérées correspondant respec-
tivement aux nombres d’impuretés suivants : Niy,p, = 4 (continu bleu), Niyp, = 8
(continu rouge) et Ny, = 16 (pointillé vert). £y = 107.46 meV. T' = 100 K. Struc-
ture 9/3/2 nm de GaAs/Alyo5GaAsyrs. Moyenne effectuée sur 50 configurations
aléatoires d’impuretés.

précédemment, la position du plan de dopage reste fixée & z; = 3 nm.

La figure IV.6 présentent les résultats de ce calcul en fonction de ’énergie propre
gq, de I'état. Comme obtenu au chapitre III, une augmentation de la concentration
de donneurs entraine une augmentation de I’énergie de liaison. On note en effet un
facteur 2 d’écart entre ’énergie de liaison maximale en présence de 16 impuretés
comparé au cas a 4 impuretés. En revanche, le temps de vie de ces états forte-
ment liés ne dépend pas de leur énergie et les courbes adoptent un comportement
asymptotique dans la limite des basses énergies. Notons également que ces temps
de vie a basse énergie ne dépendent pas non plus du nombre d’impuretés présentes
dans la structure. Ceci s’explique par le fait que dans la limite diluée de désordre
a laquelle les trois concentrations considérées appartiennent, les états liés restent
localisés autour d’un seul et unique centre diffuseur (voir figure IV.4) et leur contri-
bution au temps de vie est essentiellement indépendante de Nj,,. En revanche, les
états étendus ont une contribution a 7 qui est inversement proportionnelle & Niyp,
comme c’est le cas pour des états d’onde plane d’aprés expression (IV.13). Ainsi, le
contraste entre les contributions au temps de vie des états liés et des états étendus
est maximum lorsque le dopage de la structure est le plus faible, situation fréquente
pour des structures a cascade quantique THz généralement faiblemenent dopées.
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IV.5.4 Position des dopants dans la structure

Le fait de ne pas avoir d’estimation fiable des taux de diffusion inter-sousbande
devrait conduire a une réévaluation des hypothéses formulées dans le cadre de la
modélisation des hétérostructures, en particulier de la dépendance des taux de dif-
fusion en fonction de la position des dopants dans la structure. Nous illustrons cette
dépendance sur la figure IV.7 pour laquelle nous calculons le taux de diffusion 7y,
par diagonalisation numérique en fonction de 1’énergie des états propres de Hy pour
trois positions différentes du plan de dopage le long de I'axe de croissance. Ces posi-
tions sont les mémes que celles que nous avons considérées au chapitre II : z; = 3 nm
correspondant a un plan de dopage dans le puits quantique le plus large, 1a ou la
fonction y; est essentiellement localisée, z; = 12.3 nm repérant un plan de dopage
situé au maximum de la fonction x3 et z; = —5 nm correspondant & un plan de
dopage dans la barriére (voir profil de bande de conduction de la structure de la
figure II1.12).

0.35 ' '
— 21:3 nm

- 7= 12.3 nm

<
(7]
T

0.251 __Z=-5nm A

=

— o

N 2
T T

b =
[
T
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FIGURE IV.7 — Taux de diffusion moyen (7,,) en fonction des énergies propres du
Hamiltonien intra-sousbande H,. Le terme Vy dans H, correspond au potentiel
coulombien attractif créé par la distribution de 8 impuretés réparties sur le plan
2 = 3 nm (continu rouge), z; = 12.3 nm (pointillé verte) et z; = —5 nm (continu
bleue). Fy = 107.46 meV. nyy, = 2.17 x 10'1% em=2. T' = 100 K. Structure 9/3/2 nm
de GaAs/Alyo5GaAsyrs. Moyenne effectuée sur 50 configurations aléatoires d’im-
puretés.

Comme nous 'avons déja évoqué aux chapitres précédents, placer le plan de
dopage dans la barriére diminue fortement ’énergie de liaison des électrons aux
impuretés et par conséquent, ralentit la fuite des porteurs des états liés. Au contraire,
si désormais le plan de dopage est placé a la position qui coincide avec le maximum
de la fonction d’onde enveloppe 2 (état initial de la transition), I’effet du potentiel
est maximisé, cela conduit alors a de plus profonds états liés fortement localisés et
donc a une fuite des porteurs de ces états plus rapide que pour les autres positions
2z = —5 nm et z; = 3 nm. Il apparait encore une fois que la position spécifique des
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impuretés dans ’hétérostructure s’avére jouer un role crucial.

IV.6 Cas des structures térahertz

Précédemment, nous avons traité le cas d’une structure de double puits quan-
tique asymétrique pour laquelle la séparation d’énergie entre les deux niveaux de
sous-bande impliqués dans la diffusion était largement supérieure aux fluctuations
du potentiel effectif de désordre introduit. Nous avons obtenu des tendances intéres-
santes, en particulier liées aux effets de localisation et/ou de délocalisation des états
de conduction, influencant ainsi significativement les phénoménes de fuite des por-
teurs. Il est désormais naturel de se demander si de telles tendances sont également a
prévoir pour des structures dont la séparation Fs — E; devient comparable a I’échelle
d’énergie du potentiel de désordre.

Pour cela, nous considérons de nouveau la structure 9.5/3/8.5 de GaAs/Al a5
GaAsg 75 introduite en section I11.5.3 (Ey — E7 = 7.3 meV). Dans ce cas-ci, nous ne
pouvons plus appliquer la simplification qui consiste a remplacer 1’état |1v) par un
état d’onde plane de méme énergie mais nous devons plutdt considérer I'expression
initiale exacte du taux de diffusion donnée en (IV.10). Nous nous limitons au cas
des impuretés ionisées pour lesquelles les effets de localisation sont les plus marqués
et nous considérons la méme concentration de donneurs aléatoirement répartis sur
le plan z;. Cette position du plan de dopage est fixée a z; = 16.8 nm et coincide avec
le maximum de la fonction d’onde x3).

Le calcul de I'élément de matrice du potentiel coulombien écranté entre deux
états exacts (IV.10) méne a I'expression suivante :

1rnp

o 22 Qe () eau (o)

< [ dal

(1 [Vimp |201) =

6_\/ Q?i/+Q]23‘Z_Zl|
2 2
V @iy + ap

ol Q:'i’ = l; — l;i/ est la variation de vecteur d’onde au cours de la diffusion. Notons
que cette variation est la différence entre deux vecteurs de base numérique de la
restriction intra-soubande du Hamiltonien H. A partir de (IV.22) et de la régle d’or
de Fermi, le taux de diffusion |2u) — |1v) se définit par :

(IV.22)

unp

Vop = m Z Z 26@7 it p]c )62M<E )

v | j=1 44
2
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Au méme titre que les expressions précédentes contenaient une somme sur tous les
vecteurs d’onde &/, cette équation contient une somme sur tous les états finaux pos-
sibles |1v). Or, seuls les états vérifiant la conservation ¢, ~ ¢, sont retenus. Afin

X /dle(z))@(z) d(e, —e,) (IV.23)
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de tenir compte numériquement de cette condition de conservation, la fonction o
est remplacée par une fonction gaussienne de largeur o. = 0.3 meV correspondant a
I'espacement en énergie moyen entre deux valeurs propres ¢, consécutives :

_ 1 (e, — Eu)2
S(ey —e,) = Ve (_T? (IV.24)
10 T T T
- exact

—_ — Born
£ 3
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FIGURE IV.8 — Temps de vie moyen (75,) en fonction des énergies propres du
Hamiltonien intra-sousbande H,. Le terme Vjs dans H, correspond au poten-
tiel coulombien attractif créé¢ par la distribution de 8 impuretés réparties sur le
plan z = 16.8 nm (pointillé rouge). Ce temps de vie a également été évalué
a l'approximation de Born pour comparaison (continu bleu) . Ey = 38.27 meV,
Nimp = 2.17 x 10 em™2. T = 100 K. Moyenne effectuée sur 50 configurations
aléatoires de diffuseurs. Structure 9.5/3/8.5 de GaAs/Aly5GaAsg rs.

La figure IV.8 présente les résultats du calcul de (7,) = ﬁ issus d’une moyenne
"

sur 50 configurations aléatoires de donneurs. La température électronique reste fixée
a T = 100 K. Pour comparaison, nous avons également calculé le taux de diffusion
par I'approche standard a I'approximation de Born. Les deux régimes d’énergie sont
de nouveau observés. De plus, I'allure de la courbe calculée par diagonalisation
numérique est similaire & celles de la figure IV.6. Ceci traduit bien l'existence des
mémes effets de localisation des états liés autour de centres diffuseurs uniques. En
revanche, la concordance entre I'approche numérique exacte et ’approximation de
Born n’est pas immédiatement vérifiée au voisinage du minimum de sous-bande Fj.
En effet, dans ce cas précis ou Ey — By & Fjjs, les états finaux |1v) n’appartiennent
pas au régime des états de quasi-onde plane. Pour atteindre cette limite v — E, il
faut considérer des états d’énergie bien supérieure au cas ol Fy — Fy > Ejj,s. Mais
rappelons qu’en pratique, pour des températures de I'ordre de 100 K, les seules états
peuplés sont bel et bien les états fortement localisés. Il apparait donc que plus la
séparation d’énergie Fy — E) est comparable aux énergies de liaison du désordre,
plus la description des diffusions & ’approximation de Born est imprécise. Ce point
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semble essentiel a considérer dans le cadre de la modélisation des LCQ, en particulier
ceux qui émettent dans la gamme THz.

IV.7 Conclusion

L’un des effets les plus néfastes a ’émission laser dans les LCQ est la diffusion
inter-sousbande non radiative. Ce processus consiste en la dépopulation du niveau
supérieure de la transition laser par diffusion élastique ou inélastique des porteurs.
Parmi les nombreuses sources de diffusion possibles, les diffuseurs les plus efficaces
sont les défauts d’interface et les impuretés ionisées tandis que ’absorption /émission
de phonons LO domine la diffusion inélastique. L’efficacité relative de ces processus
de perte est quantitativement exprimée par le taux de diffusion caractéristique. Une
bonne connaissance de cette grandeur, inversement proportionnelle au temps de vie
de I'état électronique, est essentielle a la modélisation de dispositifs quantiques tels
que les LCQ.

La méthode la plus simple et la plus rapide pour estimer sa valeur est d’appliquer
la régle d’or de Fermi & ’approximation de Born en considérant ainsi des états élec-
troniques d’onde plane qui sont par définition délocalisés dans le plan des couches.
Or, cette approche ne peut tenir compte du fait que les processus intra-sousbande
sont plus efficaces que les processus inter-sousbande et conduisent alors a des états
électroniques fortement affectés par le couplage au désordre. De plus, cette approxi-
mation ne peut prédire des éléments résultant des ordres supérieurs en perturbation
telle que V'existence d’états liés d’énergie inférieure au minimum de sous-bande.

Dans ce quatriéme et dernier chapitre, nous avons développé une approche de diago-
nalisation numérique du Hamiltonien du systéme perturbé par le désordre d’interface
et les impuretés donneuses écrantées. L’accés aux états numeériques exacts nous a
d’une part permis de mettre en évidence d’importants effets de localisation spatiale
des états de conduction par le désordre, et d’autre part d’analyser leurs différentes
dépendances. Nous avons identifié deux régimes d’énergie. Les états liés de basse
énergie fortement localisés autour des centres diffuseurs possédent des taux de diffu-
sion supérieurs car ils se désintégrent sur des états finaux davantage délocalisés. Les
états dont ’énergie est supérieure aux fluctuations typiques du potentiel de diffusion
sont étendus dans le plan des couches de croissance et ’approximation d’état d’onde
plane est validée. En comparant nos estimations numériques avec celles données a
I’approximation de Born, nous avons montré que ces effets de localisation ont une
importance cruciale dans I'estimation des taux de diffusion, questionnant ainsi les
limites de cette approximation tant sur le plan quantitatif que qualitatif. Cette ap-
proche n’est valide qu’a des énergies cinétiques (ou températures) élevées qui doivent
étre bien supérieures aux fluctuations du potentiel de diffusion. Parallélement, nous
avons étudié I'influence des différents paramétres de désordre. Au méme titre que les
processus d’absorption assistés par le désordre, 'efficacité des processus de diffusion
non radiatifs dépend drastiquement du type des diffuseurs impliqués, de leur nombre
mais également de leur position relative a la densité de présence électronique dans
la hétérostructure.

Enfin, l'estimation des taux de diffusion pour une structure ou l’écart d’énergie
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inter-sousbande est comparable a 1’énergie de liaison du potentiel de diffusion a
montré que la contribution des couplages intra-sousbande était plus importante que
dans des structures a grande séparation d’énergie. I.’état final, bien que davantage
délocalisé que I’état initial, n’appartient pas au régime d’onde plane pour lequel
v — k. L’approximation de Born n’est alors retrouvée qu’a de trés hautes énergies.
Il apparait encore une fois que le piégeage des porteurs sur les états d’'impureté est
un phénoméne important qui doit étre pris en considération dans la modélisation
des structures faiblement dopées telles que les LCQ THz.
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Conclusion générale

Les lasers & cascade quantique sont des dispositifs unipolaires qui peuvent en
principe émettre dans la gamme THz. Pourtant, jusqu’a présent, aucune émis-
sion laser n’a été observée a température ambiante et ces dispositifs restent en-
core a améliorer. De nombreuses applications ont d’ores et déja été identifiées et la
recherche de structures optimisées est soutenue. Les progrés dans ce domaine sont
reliés d’'une part au développement de nouveaux designs de structure et d’autre part
a une meilleure compréhension théorique des phénomeénes de pertes optiques.

Parmi les sources possibles de dégradation des performances des LCQ, on compte
notamment la dépopulation du niveau supérieur de la transition laser par diffusion
inter-sousbande non radiative des porteurs ainsi que la réabsorption des photons
laser par les porteurs libres, en particulier ceux de la zone active qui occupent 1’état
haut de la transition laser. L’absorption par porteurs libres est un processus bien
documenté dans le cas des matériaux massifs pour lesquels le modéle semi-classique
de Drude peut étre appliqué pour estimer le coefficient d’absorption. Cette approche
conduit & une dépendance de 'absorption a(w) ~ w™? ol w est la fréquence angulaire
laser et p ~ 2 — 3. Cette relation reste pourtant sérieusement contestable lorsqu’elle
est appliquée aux structures LCQ car elle prédit un coefficient d’absorption par por-
teurs libres de l'ordre de 10? cm™!, c’est-a-dire comparable voire méme supérieur
aux gains réels des LCQ THz.

I’approche semi-classique de Drude repose sur I'hypothése que les électrons sont
accélérés par le champ électrique de l'onde électromagnétique. Dans les systémes
tridimensionnels tels que les matériaux massifs, cette accélération des porteurs est
toujours possible dans les trois directions de l’espace. En revanche, dans le cas
d’hétérostructures quasi-2D telles que les LCQ), les porteurs sont confinés dans la di-
rection de croissance, direction qui est également celle du champ électrique du mode
laser. Dans cette configuration, aucune accélération des électrons par le champ élec-
trique n’est donc possible puisque ceux-ci ont un mouvement libre uniquement dans
le plan des couches de croissance. Il y a par conséquent une véritable difficulté con-
ceptuelle a appliquer le modéle semi-classique de Drude pour les systémes quasi-2D
et le développement d’une nouvelle approche quantique d’estimation des pertes par
porteurs libres s’est imposé.

La premiére partie de ce travail de thése fut consacrée au développement d’un
nouveau modeéle théorique d’absorption par porteurs libres dans les structures a cas-
cade quantique. Nous avons étudié les transitions intra- et inter-sousbande obliques
qu'un électron peut effectuer par absorption du photon laser. Pour un LCQ idéal,
une onde électromagnétique polarisée le long de 'axe de croissance, c’est-a-dire se
propageant dans le plan des couches, ne peut induire de transition intra- ou inter-

121



CONCLUSION GENERALE

sousbande oblique dés lors que le vecteur d’onde et I’énergie ne peuvent étre simul-
tanément conservés. La transition optique est strictement verticale dans I’espace des
vecteurs d’onde k a cause de Dinvariance par translation dans les directions perpen-
diculaires & ’axe de croissance. Les diffuseurs présents dans la structure, comme les
phonons, les impuretés ionisées ou encore les défauts d’interface, brisent cependant
cette invariance par translation et activent ces deux types de transitions obliques. A
partir de ces considérations, I’absorption par porteurs libres peut étre théoriquement
traitée comme un phénomeéne quantique du second ordre qui implique d’une part le
photon absorbé et d’autre part un diffuseur de la structure qui assiste la transition
en appportant la variation de vecteur d’onde nécessaire.

Nous avons établi une approche perturbative qui consiste a développer les fonc-
tions d’onde électroniques au premier ordre du potentiel de diffusion, et de coupler
ces états pertubés avec le photon laser par la régle d’or de Fermi. En utilisant cette
nouvelle formulation quantique de 'absorption par porteur libres, nous avons mon-
tré que ce processus nécessite un couplage virtuel & une sous-bande excitée. Nous
avons calculé le coefficient d’absorption par porteurs libres médiée par différentes
sources de diffusion typiques des hétérostructures quasi-2D telles que les donneurs,
les défauts d’interface, le désordre d’alliage ou encore les photons LA et LO. Cette
premiére étude a montré que ces coefficients d’absorption sont significativement plus
petits que ceux prédits par le modéle semi-classique de Drude pour des lasers THz
et pour des températures de fonctionnement typiques (nous avons obtenu des pertes
par porteurs libres de Pordre de 1072 cm™ a T' = 100 K).

Nous avons également analysé les différentes efficacités de chaque diffuseur con-
sidéré : en régle générale, les défauts d’interface, le désordre d’alliage et les don-
neurs reste relativement peu efficaces comparés au couplage électron-phonon LO qui
domine les pertes par porteurs libres a haute température. Cela étant, les efficacités
respectives des diffuseurs statiques sont fortement dépendantes de la structure ainsi
que du matériau utilisé.

Pour conclure cette premiére partie, nous avons finalement traité le cas de 'absorp-
tion par porteurs libres d’une onde électromagnétique polarisée perpendiculairement
a la direction de croissance. L’approche perturbative nous a conduit & une décrois-
sance de ’absorption en w™? en accord avec les hypothéses du modéle semi-classique
de Drude ot les porteurs sont accélérés par le champ électrique de ’onde lumineuse
absorbée. Certes, cette polarisation ne correspond pas a la configuration standard
des LCQ mais cette derniére étude a mis en évidence une anisotropie de ’absorption
par porteurs libres trés marquée en fonction de la polarisation considérée.

Dans la deuxiéme partie de ce travail de thése, nous nous sommes intéressée a
la forme et la largeur de raie d’absorption inter-sousbande dans les hétérostructures
quasi-2D désordonnées. Au lieu d’appliquer 'approche perturbative développée en
premiére partie, le spectre d’absorption de la structure a été calculé en resolvant
numériquement ’équation de Schrédinger par diagonalisation numérique du Hamil-
tonien en présence de désordre. Ce calcul a été effectué pour des strucures de dou-
ble puits quantique de GaAs/(Ga,Al)As en présence de diffuseurs statiques dans
le plan des couches de croissance. Nous en avons considéré deux types, d’ effica-
cité importante et constituant des sources de diffusion inévitable pour les porteurs
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des LCQ THz : les défauts d’interface et les impuretés ionisées issues du dopage.
Cette approche numérique permet d’obtenir une description compléte des processus
physiques qui conduisent & I’absorption dans les hétérostructures quasi-2D.

Les résultats de nos estimations ont montré qu’aussi bien les défauts que les im-
puretés modifient la nature du spectre des énergies du systéme, et cela de maniére
dramatique, en créant notamment des états liés sous le minimum de sous-bande
et fortement localisés spatialement par le désordre. Nous avons parallélement dé-
montré I'existence de quasi-régles de sélection optiques qui restent néanmoins trés
efficaces malgré la présence des diffuseurs dans le plan des couches de croissance.
Cette forte corrélation entre les états initiaux et finaux de la transition optique con-
trole la largeur de la raie d’absorption.

Cette méthode numérique, a également permis ’analyse des domaines d’absorption
hors résonance, domaines ot les pertes par porteurs libres dominent. Tandis que les
diffusions intra-sousbande controlent la raie centrale et ’aile de haute énergie, ’aile
d’absorption de basse énergie est dominée par les diffusions inter-sousbande. Nous
avons finalement comparé ce calcul numérique a ’approche perturbative développée
en premiére partie ainsi qu’avec d’autres modéles d’absorption fréquemment utili-
sés et basés sur le formalisme des fonctions de corrélation. Le modéle perturbatif
d’absorption par porteurs libres présente un excellent accord sur l'intensité et sur la
forme de la raie d’absorption avec 'approche de diagonalisation numérique, tandis
que les approches de fonctions de corrélation apportent pas une surestimation de
I’absorption hors résonance. Cet écart quantitatif est di aux diverses approxima-
tions faites pour le traitement des diffusions induites par le désordre.

Enfin, suivant cette méme démarche de calcul numérique, nous avons démontré que
Ieffet du potentiel de Coulomb généré par les donneurs, pouvait étre modifié par un
ajustement de la position du plan de dopage dans la structure. Grace a une position
appropriée des dopants, une seule raie d’absorption fine est obtenue malgré d’im-
portants élargissements des états de sous-bande, alors qu’en présence d’états liés, le
spectre d’absorption comporte généralement deux raies. Ce résultat a également été
démontré par Wacker et al. par le formalisme des fonctions de Green hors équilibre.

L’effet le plus néfaste a ’émission laser dans LCQ est la diffusion inter-sousbande
non radiative. Celle-ci consiste en la diffusion élastique ou inélastique des porteurs
placés initialement sur le niveau supérieur de la transition laser vers une autre sous-
bande. Au cours de ce processus, non seulement le photon requis n’est pas émis
mais 1’état supérieur de la transition laser est dépeuplé. La maniére la plus simple
de traiter ces diffusions inter-sousbande est d’utiliser 'approximation de Born pour
laquelle des états électroniques d’onde plane sont considérés, et de calculer les taux
de diffusion par la régle d’or de Fermi. Mais cette méthode reste insatisfaisante car
elle n’inclut pas le fait qu’avant de quitter sa sous-bande initiale, I’électron subit
un certain nombre de diffusions intra-sousbande. Autrement dit, cette méthode ne
prend pas en compte le fait que les états de sous-bande ne sont pas des états idéaux
d’onde plane mais plutot des états fortement perturbés par le désordre.

Pour tenir compte de cet effet, nous avons calculé numériquement les taux de dif-
fusion des états propres de la structure désordonnée par défauts d’interface et par
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impuretés ionisées. Ce calcul a conduit & des taux de diffusion significativement
plus grands pour les états liés que pour les états de haute énergie (suffisamment
éloignés du minimum de sous-bande) qui tendent vers une délocalisation d’onde
plane. Cette étude a mis en évidence 'importance cruciale des effets de localisation
et de la position des diffuseurs dans I’hétérostructure. En particulier, nous avons
montré que les taux de diffusion des états liés différent fortement de ceux obtenus a
I’approximation de Born pour des états libres. Il apparait donc que le piégeage des
porteurs sur les états de défauts et d’impuretés est un phénoméne important lorsque
les densités électroniques sont faibles comme c’est typiquement le cas des LCQ THz.

Les différents effets physiques mis en évidence et les résultats obtenus au terme
de ce travail de thése s’avérent étre utiles & une modélisation réaliste des LCQ. Un
autre type de phénoméne dégradant I’émission des LCQ consiste en la dépopulation
de la sous-bande supérieure de la transition laser par effet Auger. Dans le but de
compléter notre description des processus de perte dans ces structures, la perspective
principale de ce travail de thése serait alors d’étudier 'interaction électron-électron
dans les structures a cascade quantique désordonnées. En absence de champ magné-
tique (B = 0), les processus électron-électron sont connus pour étre moins efficaces
que les autres mécanismes de diffusion puisque les densités de porteurs sont faibles
dans les LCQ THz. En revanche, & B # 0 et pour des structures désordonnées,
aucune étude théorique n’a encore abouti. Pourtant, des preuves de 'existence de
résonances Auger ont été trouvées expérimentalement {129, 133]. Il serait donc in-
téressant de résoudre ce probléme a N-corps afin de déduire un temps de vie Auger
et de montrer que ce mécanisme, certes peu compétitif & B = 0, peut devenir non
négligeable dans le régime de fort champ magnétique a cause de la présence des
densités d’états trés fines des niveaux de Landau.

Une autre perspective concerne la modélisation des défauts d’interface dans les
structures ternaires de type II. Au chapitre I, nous avons évoqué le fait que ces
défauts sont probablement de nature plus complexe que ceux des alliages binaires a
cause du procédé particulier de croissance des couches. Par ailleurs, il a été montré
que les composés ternaires sont des matériaux prometteurs pour la conception de
LCQ THz, en particulier grace aux faibles masses effectives électroniques [105]. Une
modélisation précise des interfaces de ces structures contribuerait certainement au
développement de ces structures.
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