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Introduction

En 1981, Richard Feynman [1]| propose d’utiliser les propriétés quantiques de la matiére
pour réaliser des calculateurs beaucoup plus puissants que les calculateurs classiques. Son
idée était de remplacer les bits classiques par des superpositions cohérentes des états propres
d’un systéme & deux niveaux, désignées par le terme de "qubit", ou bits quantiques. Tout
systéme quantique pour lequel il est possible d’isoler et de manipuler deux niveaux discrets
d’énergie peut ainsi étre utilisé pour réaliser un qubit. C’est par exemple le cas des ions
piégés [2], des jonctions Josephson [3, 4], de deux polarisations orthogonales des photons

[5], ou de boites quantiques semi-conductrices [6].

S’appuyant sur l'idée de Feynman, Peter Shor [7] développe en 1995 le premier algo-
rithme de calcul quantique, permettant la factorisation de grands nombres, tache impos-
sible & un calculateur classique. L’implémentation de cet algorithme a été réalisé pour la
premiére fois en 2001 par IBM (8], au moyen d’un calculateur de 7 qubits, permettant de
factoriser le nombre 15. Une telle réalisation nécessite d’intriquer entre eux ces différents
qubits [9], et c’est cette capacité d’intrication qui augmente la rapidité de calcul par rap-

port aux calculateurs classiques.

Les objets dont nous ménerons 1’étude tout au long de ce manuscrit sont des boites
quantiques auto-organisées d’InAs/GaAs, réalisées par épitaxie par jets moléculaires au
Laboratoire de Photonique et de Nanostructures de Marcousis. Dans de telles structures,
le dimensions nanométriques permettent a basse température de confiner les porteurs de
charge, engendrant ainsi une quantification de leur énergie. Elle sont de fait souvent quali-
fies d’ "atomes artificiels". L’avantage de tels systémes est qu’étant déja contenus dans une
matrice cristalline, il est possible de les intégrer dans des dispositifs électroniques & semi-
conducteurs, ou dans des cavités électromagnétiques pour controler leur taux d’émission
spontanée. Cela permet d’envisager des applications aussi bien dans le cadre du traitement
quantique de l'information |10, 11| que dans celui de la cryptographie quantique [12, 13|,
nécessitant des sources de photons uniques ou intriqués. Les boites quantiques peuvent
également étre utilisées dans le domaine de I'opto-électronique, pour réaliser par exemple

des lasers a faible tension de seuil [14].
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Grace aux derniers progrés réalisés dans les techniques de croissance de ces objets, il
devient de plus en plus possible d’en maitriser la taille, la forme, la composition ou la
localisation. Méme si la quéte d’un contréle total de ces paramétres est loin d’étre achevée,
les importantes améliorations de ces derniéres années ont entre autre permis de réaliser
le couplage fort d’une boite quantique & une cavité photonique [15], ou de deux boites
quantiques entre elles pour former une molécule [16], des sources a la demande de photons

uniques [12]| ou intriqués en polarisation [17].

Le but de cette thése a ainsi été de mettre en évidence la possibilité d’utiliser des boites
quantiques semi-conductrices comme support a la réalisation de qubits. Il nous a ainsi fallu
démontrer qu’il était possible de définir un systéme & deux niveaux, dont l'initialisation
pouvait étre réalisée au moyen d’impulsions lumineuses. Nous avons également mis en évi-
dence notre capacité & manipuler, au moyen d’une seconde impulsion, 1’état de ce systéme
et avons dés lors cherché a connaitre le temps durant lequel nous étions en mesure de
conserver la cohérence de celui-ci. Pour aller plus loin, vers 'intrication de qubits, il nous
faut par ailleurs démontrer que les boites quantiques sont bien des sources de photons

uniques et indiscernables.

Ce mémoire se divise en six chapitres, le premier d’entre eux étant consacré a la pré-
sentation du confinement des porteurs de charge dans les semi-conducteurs, en particulier
dans les boites quantiques ot il engendre une quantification de leur énergie. Celles-ci pré-
sentant alors un spectre discret, il est possible de définir un systéme & deux niveaux dont
I’état peut étre initialisé et manipulé au moyen d’impulsions lumineuses, faisant de ces
systémes d’intéressants candidats pour la réalisation de qubits. Au cours de ce chapitre
introductif, seront en outre présentés la croissance des boites auto-organisées d'InAs/GaAs
étudiées tout au long de cette thése et le concept d’exciton, excitation élémentaire d’un
semi-conducteur. Plus particuliérement sera abordé l'influence de la forme du potentiel de
confinement au sein des boites quantiques sur les états propres excitoniques, qui présentent

alors une structure fine, modifiant les propriétés spectroscopiques des boites.

Le second chapitre sera lui consacré a la description du montage expérimental. Celui-ci
a été développé dés 2004, au cours de la thése de Romain Melet [18], et constamment
ameélioré depuis, au cours de la thése d’Alexandre Enderlin [19] et de celle présentée ici.
L’originalité de ce dispositif réside dans le découplage spatial entre la direction d’excitation
et celle selon laquelle est collectée la luminescence émise par les boites quantiques. Une
telle disposition permet 1’étude sous excitation résonnante de I’état électronique d’une boite
quantique, condition nécessaire a l'initialisation et & la manipulation de qubits au cours

d’expériences de controle cohérent.

L’interaction résonnante entre des impulsions lumineuses et un systéme a deux niveaux
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sera détaillée dans le troisiéme chapitre de ce mémoire. Il y sera entre autre expliqué com-
ment I'état du systéme, passant de 1’état fondamental & ’état excité en fonction de ’aire
de l'impulsion en effectuant des oscillations de Rabi, peut ainsi étre initialisé dans une
superposition cohérente, choisie par I'’expérimentateur. Une forte limitation réside cepen-
dant dans ’amortissement rapide de ces oscillations, dont la cause principale a été mise en
évidence expérimentalement comme étant I'interaction du systéme avec les phonons. Nous
avons cependant relevé dans le cas de certaines boites la présence d’un amortissement sup-
plémentaire, 1ié & une fuite de population, tandis que dans d’autres cas, une augmentation
de l'intensité d’émission, pouvant s’expliquer par la prise en compte d’un troisiéme niveau,
a été observée.

Le quatriéme chapitre présentera dans un premier temps la détermination, par des
mesures directes, des temps caractérisant le systéme a deux niveaux, & savoir son temps
de vie radiatif 77 et son temps de cohérence T. Le premier est ainsi obtenu en mesu-
rant la décroissance temporelle de la luminescence émise par chaque boite, tandis que le
second l'est en mesurant la largeur spectrale des raies d’émission correspondantes. Dans
un second temps sera également présenté le controle cohérent, qui constitue la technique
expérimentale développée afin de manipuler I’état électronique d’une boite quantique au
moyen d’impulsions lumineuses dont la phase est précisément contrélée au moyen d’un
interférométre de Michelson stabilisé en phase. De telles expériences nous ont alors permis
de déterminer, d’une autre maniére, indépendante des mesures directes, les temps caracté-
ristiques T} et Th.

De surprenants résultats obtenus lors de I’étude de la structure fine excitonique nous
ont conduits & nous intéresser aux propriétés de polarisation de la luminescence des boites
quantiques. Cette étude, présentée dans le cinquiéme chapitre, a mis en évidence un fort
mélange des états de la bande de valence, résultant en une modification de ’émission
des deux états propres excitoniques. Cette étude en polarisation, qui sous excitation non
résonnante nous a permis de déterminer la proportion de trous légers dans le mélange,
a également rendu possible, sous excitation résonnante, ’obtention du rapport des forces
d’oscillateur des deux états.

Finalement un dernier chapitre nous permettra d’introduire la caractérisation des boites
quantiques comme sources, a la demande, de photons uniques et indiscernable et nous y
présenterons les résultats préliminaires obtenus dans cette voie. En effet, 'ajout & notre
montage expérimental d’un dispositif du type Hanbury Brown et Twiss nous a permis
de confirmer qu’'un unique photon était émis & chaque interaction du systéme avec une
impulsion et I'indiscernabilité de ces photons sera démontrée dans le futur par la mise en

place d’un dispositif de type Hong, Ou et Mandel.
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12 chapitre 1. Boites quantiques semi-conductrices

Dans ce chapitre introductif, nous présenterons les hétéro-structures semi-conductrices,
dans lesquelles le confinement des porteurs de charge modifie les propriétés électroniques
et optiques, et nous nous attarderons plus particuliérement sur la formation des hétéro-
structures étudiées au cours de cette thése, & savoir des boites quantiques auto-organisées
d’InAs/GaAs. Nous déterminerons ensuite la structure de bande des semi-conducteurs
massifs, avant de considérer 'effet du confinement dans le cas d’'un puits quantique et
pour finir sur le cas d’une boite quantique. Nous déduirons alors, & partir de la structure
électronique ainsi déterminée, les propriétés optiques d’absorption et d’émission et pour

finir, nous introduirons le concept d’exciton, qui sera utilisé tout au long de ce mémoire.

1.1 Heétéro-structures semi-conductrices

Dans les milieux denses (métaux, isolants, semi-conducteurs ...), les niveaux d’énergie
électroniques sont organisés sous forme de bandes qui sont des continuums d’énergie ac-
cessibles, séparées par des bandes d’énergie interdites. Dans les semi-conducteurs massifs
a température nulle, la derniére bande occupée (bande de valence) est pleine, tandis que
la bande supérieure (bande de conduction) est vide. C’est bien str également le cas des
isolant, & la différence que dans un semi-conducteur, la bande d’énergie interdite, désignée
par le terme anglo-saxon "gap", entre la bande de valence et la bande de conduction est
assez étroite pour que lors d’un apport énergétique, par exemple sous forme thermique,
des électrons passent de la bande de valence & la bande de conduction, laissant ainsi un
trou dans la bande de valence. Ainsi, ces matériaux qui sont isolants a température nulle

peuvent devenir conducteurs a température ambiante [20, 21, 22, 23].

A Déchelle macroscopique, les propriétés électroniques et optiques de tels matériaux ne
dépendent pas en général, de la taille de ’objet considéré. En effet, un diamant par exemple
conserve la méme couleur quelles que soient ses dimensions. Il existe cependant une taille
critique en deca de laquelle les propriétés d’un matériau semi-conducteur varient avec ses
dimensions et il est par exemple possible de changer la couleur de certains nanocristaux,
en changeant uniquement leur taille. Ce changement de couleur s’explique par une modi-
fication des états électroniques aux sein des nano-structures, en raison de la présence d’un
confinement des porteurs de charges dans celles-ci.

En effet, le principe d’incertitude d’Heisenberg établit que si une particule est confinée
dans une direction x, sur une distance Az, 'incertitude sur sa quantité de mouvement

dans cette direction s’écrit alors Ap, ~ h/2Ax. Si la particule considérée est un électron
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de masse m, libre dans les deux autres directions de I’espace, le confinement selon z ajoute

a son énergie cinétique dans le plan (zy) :

h2k?

Zml“ (1.1)

e

Eliyre =
ott my est la masse effective de I’électron et k| son vecteur d’onde dans le plan (ry) , un

terme de confinement du type :

(Apy)? N h?
om:  2mz(2Ax)2

Econy = (1.2)

Pour que ce confinement ait un effet significatif, il faut que I'énergie E,, s correspon-
dante soit supérieure a I’énergie d’agitation thermique kpT'/2 de I’électron dans la direction

x, c’est & dire :
h2

E N —
conf = omr(2Ax)?

1
> ikBT (1.3)

soit :
h
Ar < ——— (1.4)

2 /mihsT
En d’autres termes, pour que le confinement dans la direction x ait un effet sur les pro-
priétés électroniques d’un matériau, il faut que la dimension Az dans cette direction soit
inférieure a la longueur d’onde thermique de de Broglie Ay, = \/W . Nous pou-
vons donc estimer que dans un semi-conducteur a température ambiante, pour un électron
de conduction de masse effective m} ~ 0.1m,, il faut que les dimensions d’une structure
dans la direction x soit d’environ 5 nm pour que celle-ci soit capable de confiner les élec-

trons dans cette direction.

En fonction du nombre de degrés de liberté des électrons dans une hétéro-structure semi-
conductrice, il est possible de distinguer différents types de structures, ayant chacune des
propriétés bien définies. Sur la figure (1.1) est représentée la densité d’états électroniques
en fonction de la dimensionnalité des ces structures. Considérons tout d’abord le matériau
massif, dans lequel les porteurs de charge ne sont pas confinés dans I’espace et possédent
ainsi trois degrés de liberté et une densité d’état continue, proportionnelle & v E. Dans un
puits quantique, les électrons sont confinés dans une direction, il n’ont plus alors que deux
degrés de liberté et leur densité d’états est indépendante de ’énergie. De méme, dans un fil
quantique, les électrons sont confinés selon deux directions et n’ont de fait plus qu’un degré
de liberté et leur densité d’état est proportionnelle a 1/ V'E. Pour finir, intéressons-nous
au cas des boites quantiques, dans lesquelles les électrons sont confinés dans les trois di-
rections de ’espace, et qui sont donc considérées comme des structure 0D car les porteurs
de charge n’ont plus le moindre degré de liberté. Ces structures ont une densité d’états

discréte, consistant en une série de pics de Dirac. En raison de cette discrétisation des états
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FIGURE 1.1 : Représentation générale de la densité d’état des électrons de conduction en fonction

de leur nombre de degrés de liberté.

électroniques les boites quantiques sont parfois qualifiées de "macro-atomes" ou "atomes
artificiels". Elles présentent en effet une partie des propriétés électroniques rencontrées en
physique atomique, comme la possibilité de définir un systéme & deux niveaux pouvant
étre initialisé dans une superposition cohérente de ses états propres et dont 1’état peut par
la suite étre manipulé. C’est pour cette raison que les boites quantiques, outre ’avantage
de pouvoir s’'intégrer dans des dispositifs électroniques & semi-conducteur, sont considérées
comme de potentielles candidates pour la réalisation de bits quantiques ou "qu-bits". C’est
a I’étude de ce type de structure, par des expériences de micro-photoluminescence a basse

température, au moyen d’impulsions lumineuses, que nous allons consacrer ce mémoire.

Le confinement des porteurs de charge a donc pour conséquence principale, une modi-
fication de I’énergie des électrons et de leur densité d’états. Dans les semi-conducteurs, ce
confinement est obtenu en réalisant des hétéro-structures, élaborées en épitaxiant succes-
sivement sur un substrat des matériaux de "gap" différents [24, 25]. Sur la figure (1.2) est
ainsi schématisée la réalisation d’un puits quantique obtenu par le dépot sur un substrat
d’arséniure de gallium (GaAs) d’une couche d’arséniure de gallium-aluminium (GaAlAs),
suivie de GaAs et pour finir d'une derniére couche de GaAlAs. L’épaisseur d de la couche
centrale de GaAs est choisie de fagon & ce que le mouvement des électrons soit confiné
dans la direction de croissance z (leur mouvement restant libre dans le plan (zy)). Sur
la figure (1.2.b) est représentée la variation spatiale du potentiel de la bande de valence
(Vy) et de la bande de conduction (V,), en prenant en compte la différence entre le gap
du matériau barriere, ici le Gaj_,Al;As (Ey = 1.9 — 1.6 eV en fonction de la quantité
x d’aluminium dans Dalliage), et celui du matériau puits, ici le GaAs (£, = 1.43 eV a
température ambiante). Comme E,(GaAs) < E4(GaAlAs), les porteurs se trouvent ainsi

piégés dans le puits.
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FIGURE 1.2 : Réalisation d’une hétéro-structure : le puits quantique de GaAs dans des barriéres
de GaAlAs.

1.2 Croissance de boites quantiques

Les boites quantiques sont donc des hétéro-structures semi-conductrices dans lesquelles
le confinement des porteurs de charge dans les trois directions de ’espace engendre une
quantification de leurs niveaux d’énergie. Il a été découvert en 1985 [26] que ce type de
structure se formait spontanément durant les processus d’épitaxie en régime Stranski-
Krastanov, ce qui a stimulé dés le début des années 1990 une importante recherche dans
ce domaine [27, 28, 29, 30]. Différents type de boites ont depuis été réalisées, par épitaxie
par jet moléculaire (MBE) [31, 32| ou par dépdt chimique en phase vapeur (MOCVD)
[33, 32|, ces deux techniques permettant de controler 1'épaisseur des différentes couches
épitaxiées avec une précision atomique. Le fait que ces boites puissent étre formées direc-
tement durant I'épitaxie permet de les incorporer aisément dans des dispositifs tels que
des diodes laser, dont le courant seuil et la sensibilité & la température sont alors diminués
[34]. Notons cependant que la taille et la position des boites quantiques dont la croissance
est ainsi réalisée ne peuvent a ce jour pas étre précisément contrélées, ce qui en limite les
applications.

Les boites que nous avons étudiées sont des boites d’InAs/GaAs auto-organisées selon
le mode de croissance Stranski-Krastanov, réalisées par épitaxie par jet moléculaire au
Laboratoire Photonique et Nanostructures (LPN) de Marcoussis, en déposant a partir de
vapeurs d’atomes, mono-couche par mono-couche de I'InAs sur un substrat cristallin de
GaAs. Dans le mode Stranski-Krastanov [35], le dépot d’InAs commence par former une
couche atomique compléte & la surface du substrat de GaAs, mais en raison de la diffé-
rence de paramétres de maille Aa entre le réseau cristallin du substrat et la couche d’InAs
(Aarpas = 1.07 Aagqas), celle-ci doit adapter sa structure a celle du GaAs, provoquant
ainsi une compression dans le plan de la couche. A partir d’une épaisseur critique d’envi-

ron 1.7 mono-couches d’InAs, les contraintes accumulées deviennent trop fortes pour que
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FIGURE 1.3 : Schématisation de la croissance dans le mode Stranski-Krastanov de boites

d’InAs/GaAs.
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FIGURE 1.4 : Schéma typique d’une boite quantique auto-organisée.

la croissance puisse se poursuivre a deux dimensions et il se produit une nucléation d’ilots
d’'InAs, répartis aléatoirement sur la premiére mono-couche d’InAs [36]. Cette derniére
qui forme un puits quantique car elle confine les porteurs de charge uniquement dans la
direction de croissance (z) est appelée couche de mouillage ("wetting layer" en anglais).
Comme le schématise la figure (1.3), la croissance est ensuite achevée par un nouveau dépot
de GaAs, donnant a ces ilots la forme de cones tronqués [37] , représentés sur la figure (1.4),
d’une hauteur d’environ 5 nm pour un rayon d’environ 10 nm, dont les dimensions peuvent
étre controlées en modifiant leur paramétres de croissance (pression et température) [38].
Ces dimensions nanomeétriques et la différence de gap entre I'InAs et le GaAs permettent
le confinement des porteurs de charge dans les trois directions de ’espace, faisant donc de

ces ilots des boites quantiques d’un potentiel de confinement d’environ 500 meV'.

La figure (1.5.a) montre une image AFM de ces ilots, avant le dépot final de GaAs qui
aura pour effet de les aplatir et de leur donner leur forme finale, illustrée dans la figure
(1.5.b). Nous voyons ainsi un ensemble de boites, formées aléatoirement pour relaxer les
contraintes accumulées lors de la croissance de 'InAs. Notons que chacune d’entre elles
est formé & partir des atomes de la couche de mouillage ’entourant, celle-ci ainsi modifiée
pouvant alors présenter des puits de potentiels peu profonds, mais néanmoins capables

de piéger les porteurs a basse température et de perturber I’état électronique de la boite
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(a) ensemble de boites (b) coupe transverse d’une boite unique

FIGURE 1.5 : (a) Images AFM réalisée par J.M. Moison [4{1] d’un ensemble de boites quantiques
auto-organisées d’InAs avant dépot de la derniere couche de GaAs et (b) image STM d’une boite

quantique unique d’InAs aprés dépot de la derniére couche de GaAs issue de [40].

quantiques voisine [39]. La figure (1.5.b), tirée de [40], montre quant & elle I'image STM
d’une coupe transverse d’une boite quantique d’InAs, dans sa forme finale (aprés dépot de
la derniére couche de GaAs). Elle se trouve ainsi aplatie, et sa dimension dans la direction

de croissance [001] est de Pordre de 5 nm.

Comme nous le verrons par la suite, nous nous intéressons aux propriétés électroniques
d’objets uniques. Afin d’obtenir une densité de boites suffisamment faible, permettant de
résoudre spatialement et spectralement 1’émission de boites individuelles, les échantillons
que nous avons étudiés possédent un gradient d’épaisseur d’InAs déposé. Trois zones de
croissance peuvent alors étre distinguées, une zone dite "2D", ne comportant qu'une mince
couche d’InAs qui n’a pas encore transité vers la formation d’ilots, une zone dite "3D"
dans laquelle suffisamment d’InAs a été déposée pour permettre la croissance de boites
quantiques, et entre ces deux régions, une zone dite "frontiére", dont I’épaisseur est voisine
de I’épaisseur critique et pour laquelle la couche d’InAs est au seuil de la transition 2D —3D.
Ainsi, alors que la zone 2D ne comporte aucune boite quantique, la zone 3D présente
elle une densité de boites trop importante (de I'ordre de 10'2 ¢m™2), ne permettant pas
d’isoler facilement ’émission individuelle de chaque boite. Il nous faut donc travailler en
zone frontiére, ou la densité de boites quantiques est non nulle tout en restant assez faible
(entre 107 em™2 et 100 em™2), pour qu'il soit possible d’isoler spectralement les raies

homogénes de luminescence de chaque boite.
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1.3 Propriétés électroniques des semi-conducteurs

Avant de considérer le cas particulier des boites quantiques, commencons par étudier la

structure de bande d’un semi-conducteur massif, avant de considérer ’effet du confinement.

1.3.1 Structure de bande dans le matériau massif, méthode k.p

Pour accéder a la structure de bande d’un matériau, plusieurs méthodes sont cou-
ramment utilisées, en particulier la méthode des liaisons fortes [21, 42|, dans laquelle les
électrons sont considérés fortement liés aux atomes du réseau cristallin et la méthode k.p
[23, 43, 44, 45] ou le réseau cristallin est représenté par un potentiel périodique perturba-
tif. Cette seconde méthode que nous allons présenter par la suite est la plus adaptée au
systéme que nous considérons, car dans les semi-conducteurs les électrons sont faiblement

liés aux atomes du réseau cristallin et sont de ce fait considérés comme presque libres [20].

1.3.1.a Fonctions propres : les fonctions de Bloch

La matrice cristalline du semi-conducteur dans laquelle se trouvent les électrons peut

étre représentée par un potentiel périodique U(r), tel que :
Ur+a)=U(r) (1.5)

ou le vecteur a définit la période du réseau. Le hamiltonien d’un électron soumis & un tel

potentiel prend alors la forme :

]52

2 me

ﬁ:

+U(r) (1.6)

avec me la masse de I’électron libre et p = —iAV l'opérateur quantité de mouvement de
I’électron.

En l'absence de potentiel extérieur (U(r) = 0), la fonction d’onde de I’électron libre a
la forme d’une fonction d’onde plane du type e 7. Dans le réseau, il faut tenir compte du
potentiel périodique U(r) et la fonction d’onde la plus simple, solution de I’équation aux

valeurs propres (1.6) est alors la fonction de Bloch, de la forme :

w8, (r) = \k ¢ kT () (1.7)

Le préfacteur 1/ V'V, ot V est le volume du cristal, étant juste un terme de normalisation,

i k.r

nous distinguons deux contributions importantes, la partie onde plane e et la partie

atomique unk(7) qui posséde la périodicité du réseau :

unk(r + a’) = unk(r) (18)
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Physiquement, la fonction de Bloch (1.7) peut donc s’interpréter comme la fonction d’onde
d’un électron libre, modulée par le potentiel périodique du réseau, variant beaucoup plus
rapidement & ’échelle de la maille.

La fonction d’onde d’onde (1.7) vérifie le théoréme de Bloch :

Yy + @) = € B (r) (1.9)

et la condition de normalisation :
(OB ()| [9E (r)) = /V @1 B (P (1) = s (1.10)

L’équation aux valeurs propres d’un électron dans le cristal périodique s’écrit donc :

2 Me

~9
[” +u<r>] B (r) = B 65,(r) (L.11)

ou F,p est 'énergie propre associée a la fonction d’onde wfk(r), "n" représentant 'indice
de la bande.

Notons que pour k — 0, les fonctions u,g sont fonctions propres du hamiltonien (1.6)

et forment donc une base sur laquelle nous pouvons développer toute fonction d’onde :

Unke(T) =Y Contetimo (7) (1.12)

Nous ne considérerons par la suite que quatre bandes (huit en prenant en compte le spin
de I'électron), la bande de conduction de symétrie I'g (pour plus de détails, se référer a la
théorie des groupes [46]), deux fois dégénérée en k = 0, pour laquelle les parties périodiques
u10(7) et ugzp(r) ont une symétrie de type s (symétrie sphérique, paire en x, y, et z), et les
bandes de valence I's, quatre fois dégénérée en k = 0 et I'7, deux fois dégénérée en k = 0,
dont les parties périodiques usg(r) et ugo(r), ont une symétrie de type p, (impaire en z,
paire en y, et 2), uso(r) et ugo(r) une symétrie de type p, (impaire en y, paire en z, et z),

et u7o(r) et ugo(r) une symétrie de type p, (impaire en z, paire en z, et y).

1.3.1.b Energies propres et masses effectives

Les énergies propres E,;, associées aux fonctions de Bloch (1.7) sont solutions de ’équa-

tion (1.11) qui en développant devient :

A2 . .
{;’m +Z/{(T)] G RT () = Epgs € %7 i (7) (1.13)
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i —ihV)? ,
[QPme —{—L[(r)] el ko Unk(T) = (QEnVe) (éf k.r Uk (7)) + U(T) (€ k.r Unts (1))
i k.r
— ;7 (122 () + 25 k.p i (7) + P2 k()] +UT) € BT 1o (r)

- 2 h k. h2k?

2me  Me 2 Me +Z/l(r)] tnk(7) (1.14)

ou pour alléger I’écriture, nous avons remplacé p par p. Nous avons donc I’équation de

Schrodinger effective, pour les fonctions périodiques upg(7) :

2 hkp K
[p L

2 me Me 2 me

—H/I(T)] Unk (1) = Epg Uni(7) (1.15)

ol le hamiltonien effectif :

- 2 hkp h2k?
felf = P 1.1
2me+2/{(r)—|— Me +2m8 (1.16)
peut se mettre sous la forme :
aeY = H(k =0) + W (k) (1.17)
avec
A~ p2
Hk=0)= +U(r)
2 Me (1.18)
. hkp h2k? '
k) =
Wik) Me + 2 me
H(k = 0) est le hamiltonien cristallin, associé a 'équation de Schrédinger
p?
[2 - +U(7’)] Uno(r) = Eno tno(T) (1.19)

Le terme W(k:) est quant & lui traité comme une perturbation du deuxieme ordre, le pre-
mier terme : /i k.p/m,. étant responsable du couplage entre les différentes bandes, dont il
modifie la courbure, tandis que le second : h?k? /2 m, correspond & I’énergie cinétique d'un

électron libre et aura uniquement pour effet de décaler ’énergie des bandes.

Cette méthode dite "k.p" est utilisée depuis les années 50 [47] pour déterminer de ma-
niére analytique la structure de bande des semi-conducteurs massifs. C’est ainsi qu’en 1954
furent déterminés les états de la bande de valence [48], qui furent retrouvés deux ans plus
tard en utilisant la théorie des groupes [49]. Dans cet article sont introduits les paramétres
dits "de Luttinger", qui permettent d’améliorer la description des états électroniques en

tenant compte des couplages entre bandes lointaines par interaction k.p . Dans I’Annexe
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FIGURE 1.6 : Structure de bande des électrons et des trous dans le semi-conducteur massif au
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voisinage de k = 0 et dans le cas d’un puits quantique.

A est effectué le calcul des énergies propres dans le matériaux massif, via la méthode k.p,
en utilisant le modeéle de Kane [50], décrivant le couplage entre la bande de conduction I'g

et les bandes de valence I'7 et I's.

La dérivation changeant la parité d’une fonction, les termes perturbatifs au premier

ordre sont tous nuls : )
h
poos) (un,0l k.p |tmo) =0 (1.20)

€

Il faut donc utiliser une approche perturbative au second ordre qui nous permet d’obtenir

les énergies propres :

k% R? | (tn.o| kP [tmo) |?
E,x=F — : : 1.21
nk n,0 1 o + m2 Z Ero—FEno (1.21)
m# k) 7
Réécrivons ’équation (1.21) sous la forme :
h%k?
Enx=Eno+ - — (1.22)
2m

afin de définir la masse effective m*, des particules constituants la bande n. C’est cette
masse effective, qui indique la courbure de bande. Ainsi, comme indiqué dans le tableau

(1.1), nous voyons que cette masse est positive pour les électrons de la bande de conduction
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qui est courbée vers le haut et négative pour les trous des bandes de valence, courbées vers
le bas, comme cela est illustré par la figure (1.6). La notion de trou sera introduite plus tard
dans ce chapitre, notons simplement que lorsqu’un électron passe de la bande de valence
a la bande de conduction, il laisse un "trou" dans la bande de valence et plutot que de
considérer ’ensemble des électrons restant dans cette bande, il est usuel de considérer le
trou, dont la charge et I’énergie sont opposées a celle de I’électron de valence. Notons fina-
lement que c’est en raison de ces différentes masses effectives que sont utilisés les adjectifs

"lourd" et "léger" pour les deux bandes I's.

particule masse effective
électron de conduction 0.067 mg

trou lourd -0.34 my

trou léger -0.086 mg

TABLE 1.1 : Masses effectives des particules dans le GaAs.

La figure (1.6) schématise les quatre bandes que nous considérons, obtenues au voisi-
nage de k = 0 par la méthode k.p que nous venons de détailler. Nous les avons représentées
dans le cas d’un semi-conducteur massif et dans celui d’un puits quantique, ot en raison du
confinement, la dégénérescence des bandes I'g (trous lourds et légers) a été levée. Notons
que pour les transitions optiques mettant uniquement en jeu des vecteurs d’onde de norme
voisine de zéro, la description des bandes seulement au centre de zone est suffisante. Il est
cependant possible si besoin est, par diverses méthodes comme celle du pseudo-potentiel
[51, 52|, d’affiner cette description et de I’étendre a toute la zone de Brillouin. Ainsi, la
figure (1.7) montre le calcul de la structure de bande de 'arséniure de gallium (GaAs), ré-
lisé au moyen du logiciel FHI98md [53|. En rouge est entouré ’ensemble des quatre bandes

considérées, I'g, I'7 et les deux bandes I's, au voisinage de k = 0.

Les électrons de conduction provenant d’une bande & symétrie s, leur moment cinétique
orbital est L = 0, tandis que ceux de valence provenant de bandes & symétrie p, ont pour
moment cinétique orbital L = 1. En prenant de plus en compte leur spin S = 1/2, les
électrons de la bande de conduction possédent un moment cinétique total J = L+ S = 1/2
avec les deux projections my; = +£1/2 autorisées, et ceux des trois bandes de valence
possédent eux un moment cinétique total J = 3/2 pour les bandes I's, avec les quatre
projections m; = +1/2;+£3/2 autorisées, ou un moment cinétique total J = 1/2 pour la
bande I'7, avec les deux projections mj = +1/2 autorisées.

Les deux bandes I's, toutes deux de moment cinétique total J = 3/2 et dégénérées deux

fois chacune lorsque l'on tient compte du spin, sont décalées de la bande de conduction
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FIGURE 1.7 : Structure de bande des électrons et des trous dans le GaAs massif par la méthode
des pseudo-potentiels [53].

paramétres | GaAs InAs
gap (eV) | 142 041
Ago (eV) | 0.341  0.38

TABLE 1.2 : Tableau récapitulatif des constantes de GaAs et d’InAs a température ambiante.

d’une énergie E, égale au gap du matériau, dont les valeurs pour les matériaux nous
intéressant sont présentées dans le tableau (1.2). Si dans le matériau massif, ces deux
bandes ont la méme énergie en k = 0, elles présentent toutefois des courbures différentes,
comme le montre la figure (1.6), puisque dans l'approche k.p, la masse effective dépend
de la valeur de la projection mj; du moment cinétique. La bande de valence mj; = £3/2
présente ainsi une plus faible courbure que la bande m; = £1/2 et la masse effective des
trous de la premiére bande est donc plus grande en valeur absolue que la masse effective
des trous de la seconde, c’est pourquoi les premiers sont appelés trous lourds et les seconds
trous légers.

Dans les semi-conducteurs 11 — V, il est par ailleurs nécessaire de considérer l'inter-
action spin-orbite [23, 43| représentée par I'opérateur H,, :

~ h -
so=——=5595.(VV xPp), 1.23
TS (VY < B) (1.23)

qui ne commute pas avec 'opérateur de spin, S. La prise en compte de cette interaction a
pour conséquence le rejet de la bande I'7, correspondant au moment cinétique total J = 1/2

et dénommeée bande split-off, en dessous des deux autres bandes de trous a une énergie
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—A,o. Le hamiltonien H (k = 0) s’écrit alors :

2

A~ p A~
H(k=0)= Hs, 1.24
(k= 0) = () + (124
et il a pour fonctions propres ung [54, 55] :
— bande I'g (bande de conduction)
1 1 )
uio = |§§+§> =il51)
L1 c (1.25)
u20 = |§7 —§>C =i|S{)
— bande I'{" (bande de trous légers)
3 1 1 . 2
uzp = ’§;+§>U =7 (X +4Y) ]) — \/;Z )
(1.26)
3 1 1 2
— 120 = (X =YD =4/ 2|2
wio =|5i=5), =~ 7 |(X =i¥) 1 a1z
— bande T'#" (bande de trous lourds)
3 3 1 )
uso = |§7+§>U G (X +Y) 1)
. : (1.27)
— 2.2 o (X Y
Ueo |2a 2>v \@K ? )\L>
— bande I'7 (bande split-off)
= lgi+g) = S lX V) Y+ =12 1)
u70 - 2; 2 . - f (3 \/»
L (1.28)

—iY) >+ﬁ|z¢>

ou nous avons défini |S), |X), |Y) and |Z), des fonction orbitales se transformant comme

U80:‘§§_§>v: \[|(

les fonctions atomiques s, p;, py and p., et ot [1]) représente la composante de spin. En
prenant en compte le couplage spin-orbite, les nouvelles fonctions propres de valence sont

donc des combinaisons linéaires des fonctions | X), |Y), et |Z).

Les valeurs élevées des splitting Ag, dans les matériaux tels que le GaAs ou 1'InAs,
rappelées dans le tableau (1.2), nous permettent expérimentalement de sélectionner les
transitions optiques faisant intervenir uniquement les deux bandes de trous de plus haute

énergie. Dans la suite, nous ne tiendrons donc plus compte de la présence de la bande I';.
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1.3.2 Fonction enveloppe, états propres d’un puits quantique

Dans une hétéro-structure qui confine les porteurs de charge dans une ou plusieurs
directions de D'espace, les fonctions de Bloch (1.7) définies précédemment ne sont plus
fonctions propres du systéme. Nous devons alors écrire les fonctions d’onde sous la forme
[54] :

bk (1) = X() wa(r) (1.29)

ot la "fonction enveloppe" x(r), variant lentement par rapport a la période du réseau, est

fonction propre du hamiltonien masse effective, et obéit a 1’équation :

p2

2 m*

+ Veons(r)| x(r) =& x(r) (1.30)

ot m* est la masse effective de I’électron, qui prend en compte 'effet du potentiel cristallin,

et Veons(r) le potentiel de confinement. Dans le cas du matériau massif, nous avons ainsi :
1 .
etk (1.31)

Si nous considérons le cas d’un puits quantique, confinant les électrons dans la direction
z par exemple, nous pouvons séparer le mouvement libre de 1’électron dans le plan (zy) de

son mouvement limité spatialement selon z. Sa fonction enveloppe peut prendre la forme :

x(r) = g(z,y) f(z) (1.32)

et il est ainsi possible de résoudre séparément 1’équation de Schrédinger pour ces deux
fonctions. L’état du systéme est alors décrit au moyen de deux paramétres, le vecteur
d’onde k|, du mouvement libre de I'électron dans le plan (zy) et un nombre quantique n
indiquant le niveau d’énergie dans la direction z. Nous considérerons uniquement le cas d’un
électron de conduction, en prenant 1’origine des énergies au bas de la bande de conduction,
et en négligeant toute interaction avec les électrons de la bande de valence. L’énergie totale
est alors obtenue en additionnant I’énergie dans la direction de quantification et ’énergie
libre :

E(nyn, kH) =FE,, + E(kH) (1.33)

Comme le mouvement de I’électron est libre dans le plan (zy), sa fonction enveloppe
est décrite par une onde plane de la forme :

1 i(kzz+kyy)
x,Y) = e vy 1.34
9( y) LxLy ( )

correspondant, dans I'approximation de la masse effective, & une énergie :

E(ky) = —. (1.35)
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En effet, il est aisé de montrer que les fonctions :

(1) = e ikt £ (1.36)

VLI,
ou L, et L, sont les dimensions du puits de potentiel dans les directions z et y, et f(z) est
une fonction de z quelconque, sont bien fonctions propres du hamiltonien masse effective
et obéit a I’équation (1.30).

Le calcul de la fonction f(z) et de I’énergie E,,, est déterminé par la dépendance spatiale
de la bande de conduction (la seule prise en compte ici). Les puits quantiques n’étant pas
I'objet de ce mémoire, nous considérerons seulement le cas simple d’un puits infini, de

largeur L, << L, L, pour lequel nous avons donc les conditions aux limites :
f(z=L,/2)=f(z=-L,/2)=0 (1.37)

L’équation de Schrédinger :

R dfa(2)

sz =2 = E(nz)fnz (Z) (138)
a donc pour solution :
fn.(2) = \/Zsin(knzz + n;w)
h2k,% 2 m2n? (1.39)
Bne) = 50 = 5 12

En appliquant la méme méthode aux électrons de valence, un résultat similaire est
trouvé et nous voyons comment dans le puits quantique, la dégénérescence en k = 0 des
deux bandes I'g (trous lourds et légers) est levée, puisque 1’énergie de confinementE(n) est
inversement proportionnelle & la masse effective. C’est ainsi que nous obtenons la structure

de bande représentée a droite sur la figure (1.6).

1.3.3 Etats propres d’une boite quantique

De méme que pour les états propres du puits quantique infini, nous avons réalisé dans
I’Annexe B le calcul des états propres, dans le cas simple d’une boite quantique rectan-
gulaire dont les dimensions L,, L, et L, sont grandes devant le paramétre de maille Aa
du réseau cristallin. Nous avons la encore considéré des barriéres de potentiel infinies et
déterminé les fonctions enveloppe X7, , . o, (7) et X7, . . . () des électrons de conduction

et de valence et les énergies de confinement correspondantes :

Ec _ h? DT 2+ yZous 2+ P 2
conf " 2mx |\ Ly L, L,
(1.40)
v _ h? DT 2+ DT 2+ P 2
conf 2 mx |\ Ly L, L,
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ol pg, py et p, sont des entiers indicant les niveaux d’énergie dans chaque direction de
I’espace. Nous voyons ainsi que 1’énergie des électrons de conduction et de valence dépend
de leur masse effective respective et est donc différente. Leur confinement étant différent,
les deux types d’électrons ne ressentent alors pas de la méme fagon l'interaction du systéme

avec son environnement.

De nombreuses modélisations ont été réalisées pour déterminer les énergies propres des
électrons dans une boite quantique, comme par exemple des boites en forme de lentilles
ayant une symétrie de révolution autour de ’axe de croissance z, et dont les dimensions
dans le plan (zy) sont trés supérieures a celle dans la direction z. Ainsi, Jean Yves Marzin
et Gérald Bastard ont calculé [56], pour des boites auto-organisées d'InAs/GaAs de base
circulaire de 10 nm de rayon, pour 1.5 nm de hauteur, I’énergie de confinement des premiers

états de conduction et de valence. Ils ont entre autre trouvé pour 1’état fondamental :

et pour le premier état excité :

(1.42)
E311=E{5; =185 meV

Ce premier état excité est deux fois dégénéré en énergie en raison de la symétrie de révo-

lution autour de 'axe de croissance z de la boite.

Dans le cas de telles boites & symétrie sphérique, ’état fondamental, pour les élec-
trons de valence et de conduction, correspond & un état & symétrie sphérique, similaire
a une orbitale atomique de type ”s”, de moment cinétique L = 0. De méme, le premier
état excité Xg/ f L ou Xi/ ;71 correspond a un état, respectivement de type "p,” ou "p,”, tous
deux caractérisés par un moment cinétique L = 1. Sur la figure (1.8) est ainsi représentée la
densité d’états électroniques pour une boite quantique d’InAs/GaAs réalisée par croissance
Stranski-Krastanov. Nous y distinguons les deux états quantifiés S et P, pour la bande de
valence et celle de conduction, ainsi que le continuum d’états de la couche de mouillage
d’InAs, et enfin le continuum d’états de la matrice de GaAs encapsulant boites et couche
de mouillage. Mentionnons que si les continuum d’états de conduction et de valence de
la couche de mouillage ne présentent pas le profil abrupt en marche d’escalier d’un puits
quantique parfait, cela est di a la rugosité de la couche de mouillage qui est loin d’étre
uniforme [57, 58].
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FIGURE 1.8 : Densité d’état typique d’une boite quantique d’InAs de symétrie de révolution.

Notons finalement que dans les boites quantiques, les composantes du vecteur d’onde
k ne sont plus de "bons nombres quantiques" et le systéme est défini par les nombres
quantiques n (indice de bande), p,, py et p, et les fonctions d’onde totales des électrons

sont de la forme :

d}%,px,py,pz (’l") = X%7poc7py7pz (T) u%('f’) (143)

Vn,pe,py P (r) = XZ,pz,py,pz(T) Uy ()

1.4 Propriétés optiques des semi-conducteurs

1.4.1 Transitions optiques

Nous rentrerons plus précisément dans 'interaction lumiére - matiére dans le troisieme
chapitre de ce mémoire et nous nous contenterons pour l'instant d’une description du
phénoméne en premiére approche. Intéressons nous aux transitions optiques, provoquées
par un champ du type :

E(t) = & € et (1.44)

d’amplitude &7, de vecteur polarisation €, et de pulsation w. Nous avons omis la dépendance
spatiale du champ car nous nous sommes placés dans I’approximation dipolaire électrique
[59] et considérons que le champ varie trés lentement par rapport a la période du réseau
cristallin. Le hamiltonien d’un électron soumis & ce champ s’écrit dans la jauge de Coulomb

sous la forme [59] :

H = Ho + Hipy(t) (1.45)
avec :
-2
2 b
Hy = 1.46
0 2, ( a)
ot = —Lp.a, (1) + LALO (1.46D)
int m8p~ 1 2me .
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FIGURE 1.9 : Représentation (a) de deux transitions inter-bandes et (b) de deux transitions intra-
bande.

ol ¢ est la charge de I’électron, m,. sa masse et A (t) le potentiel vecteur transverse de la
jauge de Coulomb dans laquelle E(t) = —d A (t)/dt. Nous ne considérerons que le premier
terme de I:Imt(t), décrivant les processus linéaires en fonction du champ incident.
Les transitions optiques entre différents états du systéme sont dues & la présence de
I'opérateur impair p. Considérons le hamiltonien :
iwt

e

: ) A : & W ~
Hyt)=—LpA)=—Lp(e &) =i L0 (pue) (1.47)

Me Me w Me W

La probabilité par unité de temps qu’un électron passe d’un état |1;) d’énergie E; & un état

|¢) d’énergieE¢ en absorbant un photon est donnée par la régle d’or de Fermi [60, 61] :

Prsg(w) = 20 | sl Bl ()14) |2 8(Ey — By = hw) (FFP(y) - FFP(Ey)
_ 2z (q ér

2
(L) wrlpelvn) P 68y ~ B ) (FPO(E) - FTOED) (149

o les fonctions F¥P sont les fonctions de distribution de Fermi - Dirac.

Le terme de transition est donc | (¢)¢|p.€[1;) | et en utilisant le formalisme de la fonction

enveloppe précédemment introduit, nous avons :

(Vrlp-€lhi) = (xrlp-€lxi) (urlui) + (xglxi) (ur|p-€lui) (1.49)

ou x est la fonction enveloppe et u la fonction atomique. Nous pouvons donc distinguer
deux types de transitions [54], schématisées sur la figure (1.9) :
—si |uf) = |ug), le second terme de (1.49) est nul et 'on parle alors de transitions

intra-bandes,
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— si |uy) # |u;), le premier terme de (1.49) est nul et I'on parle alors de transitions
inter-bandes.

C’est & ces derniéres que nous nous intéresserons par la suite et nous considérerons alors :

(Vr|p-€li) = (xylxi) (ug|p-€lui) (1.50)

Remarquons qu’il existe ainsi des régles de sélection :
— condition sur la polarisation : il faut que p.e # 0

— condition sur les fonctions enveloppes : |xy) et |x;) doivent avoir la méme parité.

Plus spécifiquement, intéressons nous & la transition inter-bande fondamentale, du der-
nier état de la bande de valence au premier de la bande de conduction, soit en reprenant
les notations de (B.20) et (B.22) : €711 — &7 1. Clest en effet celle de plus basse énergie
de la boite quantique, permettant ainsi d’avoir le systéme le moins couplé possible & son
environnement. Cette transition peut se représenter sur la figure (1.8) par le passage d'un

électron de I'état |S,) a 'état |S.), et son énergie est de la forme :

gionter = 5f,1,1—5f,1,1
mr? (1 1 1 1 1
= (V.—-V, )= = 4=
(Vem V)t <mz+mx>[Lg+Lz+Lz]
_ & +h27r2 L 1 1
Y 2 |2 L2 L2
= Byt Eupny (1.51)

ou F, est le gap du matériau et p la masse réduite des électrons de conduction et de
valence. Nous voyons donc comment 1’énergie des transitions optiques dépend de la taille
de la boite, ot plus précisément de la forme du potentiel de confinement dans les trois
directions de l'espace. Dans nos échantillons, toutes les boites étant différentes, elles ont
chacune une transition fondamentale & une énergie différente et le spectre obtenu en les
excitant toutes & haute énergie présente de nombreuses raies, chacune correspondant & une
boite.

Notons que sont aussi possibles des transitions de plus haute énergie, de type P, —
P. ou entre des états du continuum de la couche de mouillage (wetting layer) WL, —
W L. ou de GaAs massif GaAs, — GaAs. (cf figure (1.8)). Dans les échantillons dont
nous disposons, ces deux derniéres énergies sont respectivement, a température ambiante,
d’environ 1.42 eV pour la couche de mouillage et 1.5 eV pour le GaAs massif. Cette
derniére valeur est légérement différente du gap de ce matériau car celui présent dans nos

échantillons n’est jamais pur.
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Force d’oscillateur

Afin d’exprimer la probabilité par unité de temps qu’'un électron passe d’un état |1);)
d’énergie F; a un état 1) d’énergieEs en absorbant un photon, nous pouvons définir la
quantité sans dimension (22, 23] :

_ 2| Wyle)lva) P2 | (¥rl(p-e)lvi) |?

= 1.52
me (Ef — E;) me h wp (1.52)

-Fz'<—>f

désignée par le terme force d’oscillateur, ot wo = (£ — E;)/h est la fréquence de Bohr de
la transition et m, la masse de I’électron libre.

Cette quantité est trés souvent utilisée en matiére condensée car elle peut étre reliée &
de nombreuse données caractéristiques d’une transition, telle que le module de son moment

dipolaire p par la relation [62] :

2m2 wi 1?/?  2mewy o

Hel = B - B @h (1.53)
avec ¢ la charge de ’électron, ou le coefficient d’absorption d’un matériau [22] :
alw) = ¢ = i}"-
R i f (1.54)

f=1
ol €y est la permittivité du vide. Elle est en outre inversement proportionnelle au temps
de vie Ty de I'état excité |¢f) d'un systéme, auquel elle est reliée par la relation |63, 64 :

1 2r  ¢* wi
- - F, 1.55
T n 4meg me 3 i=f (1.55)

oul n est 'indice de réfraction du milieu considéré et c la célérité de la lumiére dans le vide.

1.4.2 Absorption

Considérons maintenant le probléme de I’absorption et notons Iy l'intensité du rayon-
nement arrivant sous incidence normale sur la surface de coordonnée z = 0 d’un échantillon
et I(z) 'intensité a la profondeur z. Le coefficient d’absorption « est défini comme la perte

d’intensité dI(z) sur une profondeur dz, soit [22, 61] :
dl(z) = —a I(2) dz (1.56)

ce qui donne :
I(z) =1y e* (1.57)

Le coefficient d’absorption ne dépend donc que de I’énergie, autrement dit de la pulsation

w, soit a(w).
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D’aprés 'expression (1.48) de la probabilité de transition, nous trouvons la perte d’éner-

gie électromagnétique par unité de temps dans le milieu absorbant :
T(w) = hw 3y gy Piess
qéL

2
T w (me> Z\%%Iwﬁ | (1r|D-€|ei) K 3(Ey — E; — hw)
(FFP(B;) — FFP(Ey)) (158

Le coefficient d’absorption est alors égal a cette perte d’énergie, divisée par le flux ¢, de

photons incidents, et par ’épaisseur dz :

w1 )

T gpdz RoSdz (1.59)

ou S est la section du faisceau incident et Ry le module de la valeur moyenne du vecteur

de Poynting :

cn e £’L2
2

avec c¢ la célérité de la lumiére dans le vide, n 'indice optique du milieu et €y la permitivité

Ro = [(R)] = (1.60)

du vide. Nous trouvons donc ’expression du coefficient d’absorption :

1 dmg? L2 _ FD/ FD
a(w) = Sdz cneg m2 w |¢>Z;p > | (Vr|p-€i)|” 0(Ef — E; — hw)(F 7 (E;) — F 7 (Ey))
ilYs

(1.61)

Comme seules les transitions inter-bandes nous intéressent, et plus précisément si nous
considérons & température nulle le passage d’un électron de la bande de valence alors
pleine (F¥P(E,) = 1), a la bande de conduction alors vide (F¥P(E,) = 0), le coefficient

d’absorption devient :

1 Amg?
~ 8dz cneg m2 w

> [{tbelpoelvn) | 6(Ef — E; — hw) (1.62)
[%h0),[e)

a(w)

avec <”¢c\ﬁ€’%> = <X0‘Xv> <uc|ﬁ'€‘uv>'

Dans un systéme 0D (boite quantique), I’absorption est théoriquement représentée par
une succession de pics de Dirac, chaque pic correspondant a une transition autorisée, mais
dans la réalité, en raison du temps de vie fini 77 de I’état excité et des interactions des
électrons avec ’environnement de la boite et de I’agitation thermique, ces raies subissent un
élargissement homogéne, au méme titre par exemple que les raies des transitions atomiques.

La figure (1.10), issue de la theése d’Angela Vasanelli [65], montre le calcul de 1’absorp-
tion inter-bande d’une boite quantique d’InAs. Dans les notations utilisées, I'indice h fait

référence a la notion de trou dans la bande de valence, introduite dans la section suivante
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FIGURE 1.10 : Calcul de l’absorption inter-bande d’une boite quantique unique prenant en compte
les transitions mixtes entre les états discret de la boite quantique et le puits quantique constitué par

la couche de mouillage [65].

et I'indice e désigne I’électron de conduction. Les deux transitions discrétes 15, — 1.5, et
1Py, — 1P,, correspondant respectivement aux transitions entre les états |.S,) et |S.) et |P,)
et | P.) représentés sur la figure (1.8), sont observées, de méme qu’un quasi-continuum qui
s’étale entre I’état fondamental |Se, Sp,) et le continuum des états de la couche de mouillage.
Ce fond continu, observé en premier par Toda et al. [66] s’explique par la présence de tran-
sitions dites croisées entre un état localisé dans la boite quantique et un état délocalisé
dans la couche de mouillage [67]. L’existence de ces transitions mixtes met en évidence que
seule la transition fondamentale, 1.5, — 1S,, est vraiment isolée de ce quasi-continuum, et
c’est une des raisons pour lesquelles nous avons choisi de nous consacrer principalement
a I’étude de celle-ci, car elle est de fait caractérisée par un temps de vie et un temps de

cohérence plus longs que les autres transitions permises.

1.4.3 Photoluminescence

La photoluminescence est un processus d’émission utilisé comme technique expérimen-
tale permettant 1’étude des propriétés électroniques de nano-structures semi-conductrices
[22, 23]. Sous 'effet d’un rayonnement incident, dont les photons de pulsation wy, ont une
énergie supérieure a I’énergie de la bande interdite du matériau considéré (fwy > Ey), un
électron passe de la bande de valence & la bande de conduction, laissant ainsi un trou dans
la bande de valence. Cette paire électron-trou forme une quasi-particule communément

appelée exciton, dont nous étudierons les propriétés dans la partie 1.5. En raison des fluc-
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FIGURE 1.11 : Schéma du principe de la photoluminescence.

tuations quantiques du vide, ainsi que de I'interaction du systéme avec son environnement,
aprés une durée finie 77, le temps de vie de ’exciton, 1’électron et le trou se recombinent
spontanément en émettant un photon. Sur la figure (1.11) est schématisé le principe de la

photoluminescence pour un semi-conducteur a "gap direct".

Le processus d’émission spontanée met en jeu les mémes éléments de matrice que I'ab-
sorption, mais sous excitation non résonnante (hwy > Ey), I’émission se produit aprés
la relaxation des porteurs (par émissions successives de phonons), beaucoup plus rapide
(=~ 100fs) que la recombinaison radiative (= 1ns) [22]. En raison de ces processus de
relaxation, la photoluminescence n’est pas un processus symétrique a ’absorption, celle-
ci s’effectuant a plus haute énergie. De fait, contrairement aux spectres d’absorption, les
spectres de photoluminescence ne donnent pas accés a la structure de bande, mais unique-
ment aux états de plus basse énergie. Ils sont dominés & basse énergie par la recombinaison
d’un électron du premier niveau de la bande de conduction et d’un trou du dernier niveau
de la bande de valence et ne comporte en général qu’une seule raie d’émission pour ’exciton
neutre, la contribution des états excités de I’exciton, tout comme celle des porteurs libres

ne pouvant étre observée.

Pour connaitre 'intensité de la photoluminescence émise lors de la recombinaison ra-
diative de I’électron et du trou, considérons un systéme excité optiquement & la résonance
(wp = wo = (Ef — E;)/h) dans un état 1), qui tend a retourner vers son état d’équi-
libre |¢;) (relaxation) par des processus radiatifs (émission de photons) ou non-radiatifs
(phonons ...). La photoluminescence permet d’étudier les photons émis lors de la tran-
sition (émission spontanée) d'un état [1)f) vers I'état [1);), d’énergie respective Ef et E;

(Ef > E;). D’aprés (1.48), I'intensité lumineuse émise durant une telle transition est alors
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de la forme :

27 q El
Zpi(w) o< — <me w

2
(LB L tuslielin) P 68y — B~ ha) PP (B0 - FF(E) (169

avec (V7|p-€i) = (Xf|xi) (uf|D-€|u;). et pour la transition inter-bande qui nous intéresse :

Zesw (w) X

277(qu

h \m.w

2
) | (elelibn) |2 6(E — Ei — hw) (1.64)

avec (Yc|P-€|1y) = (Xc|Xv) (Uc|P-€|uy). Ce processus obéit donc aux mémes régles de sélec-

tion que I’absorption.

Micro-photoluminescence

Contrairement aux atomes dont la transition fondamentale s’effectue & la méme énergie
pour tous les atomes d’'une méme espéce, celle-ci s’effectue & une énergie différente pour
chaque boite quantique. Lorsque nous observons le spectre de photoluminescence d’un en-
semble de boites, nous devrions donc observer un pic de Dirac par boite. Ce n’est en réalité
pas le cas pour deux raisons. Tout d’abord, en raison du temps de vie fini 77 de 1’état
excité, il y a un élargissement homogéne des raies de luminescence des boites, qui prennent
alors la forme de fonctions lorentziennes. Cet élargissement peut de plus étre amplifié par
des processus de déphasage dii a l'interaction des porteurs de charge avec ’environnement
extérieur a la boite. Par exemple, sur la figure (1.12.a) est représenté en rouge ’ajustement
de deux raies de luminescence au moyen de fonctions lorentziennes. La deuxiéme raison
découle de la premiére et de la résolution spectrale de notre dispositif expérimental. En
effet, un élargissement dit inhomogéne provient du recouvrement des raies d’émission des
différentes boites. Les raies observées prennent alors la forme de fonctions gaussiennes,
comprenant I’émission de plusieurs boites, dont les transitions optiques sont spectralement

plus rapprochées que la résolution de notre dispositif expérimental.

L’élargissement homogéne permet de déterminer le "temps de cohérence" Ts de ’exci-
ton, qui est inversement proportionnel & la largeur de la raie d’émission. L’élargissement
inhomogéne est lui un frein & I’étude d’objets uniques, il nous est donc nécessaire de 1’éviter
autant que possible. Pour ce faire, il nous faut diminuer le nombre de boites observées en
diminuant leur densité, de méme que la taille de la zone d’observation, au moyen d’un sys-
téme confocal permettant de filtrer spatialement le signal provenant de I’échantillon et de
sélectionner uniquement la luminescence issue de boites contenues dans une zone de 1 um?,
soit dans notre cas une trentaine de boites dont ’émission est répartie entre 900 nm et

950 nm. Nous parlons alors de "micro-photoluminescence".
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FIGURE 1.12 : Spectres typiques de micro-photoluminescence. Sur la figure (a) est représenté en
rouge l’ajustement de deux raies de luminescence de boites quantiques d’InAs, excitée de maniére
non résonnante, au moyen de fonctions lorentziennes. La figure (b) montre le spectre de la couche
de mouillage, avec en son pied le laser d’excitation, et la figure (c¢) celui d’un ensemble de boites

quantiques individuelles, excitées a la longueur d’onde A = 868 nm.
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La figure (1.12.b) montre le spectre de la couche de mouillage, s’étendant de 865 nm
a 880 nm. Il s’agit de la luminescence d’un puits quantique, pour lequel il est parfois
possible de distinguer quelques raies dues & des fluctuations de 1’épaisseur de la couche
bidimensionnelle, capables de piéger les porteurs de charge. Sur ce spectre, il est en outre
possible d’observer le laser d’excitation vers 868 nm. Celui-ci étant ainsi a haute énergie,
nous pouvons réaliser des spectres de micro-photoluminescence non résonnants, tel que
celui représenté sur la figure (1.12.c) sur lequel nous observons une quinzaine de raies
d’intensité assez importante, chaque raie correspondant a 1’émission d’une boite quantique
et pouvant étre ajustée au moyen d’une fonction lorentzienne, comme lillustre la figure
(1.12.a).

En théorie, une boite unique posséde plusieurs raies, tout d’abord une raie pour sa tran-
sition fondamentale et une pour I’émission de chacun de ses états excités. Il est possible
d’observer, en plus des excitons neutres, la recombinaison d’excitons chargés constitués
de deux trous et d’un électron ou d’un trou et deux électrons, ou de bi-excitons, formés
par deux trous et deux électrons. Des études d’excitation de la photoluminescence (PLE),
en polarisation et en faisant varier la puissance d’excitation, nous ont cependant montré
que sur cet échantillon, la trés grande majorité des raies d’intensité assez importante cor-
respondent & la recombinaison fondamentale d’un exciton neutre. Nous détaillerons ces

différents points par la suite.

1.5 Excitons dans les semi-conducteurs

1.5.1 Le concept d’exciton

Dans un échantillon sans impuretés, les raies de photoluminescence sont dominées, par
les excitons neutres qui sont les excitations électroniques élémentaires [22, 23, 43, 68] dans
un semi-conducteur parfait. En effet, a température nulle, la bande de valence est pleine
tandis que celle de conduction est vide et une excitation élémentaire fait alors passer un
électron de la bande de valence a la bande de conduction en laissant une trou dans la bande
de valence. L’électron et le trou, de charge opposée, "tournent" alors I’'un autour de I'autre,
a l'image de I’électron et du proton de ’atome d’hydrogéne, l'interaction coulombienne a
longue portée étant & 'origine de la liaison de la paire électron-trou. L’énergie de liaison

correspondante étant ainsi celle de I'exciton.

En matiére condensée, deux types d’excitons peuvent étre distingués. D’une part les
excitons de Wannier [69], aussi appelés excitons libres, représentés sur la figure (1.13.a),
qui sont principalement observés dans les semi-conducteurs. Ils ont un large rayon qui
s’étend sur plusieurs mailles élémentaires, ce sont des états délocalisés sur ’ensemble de

réseau, a travers lequel ils bougent librement. D’autre part, dans les cristaux moléculaires
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FIGURE 1.13 : Représentation schématique d’un exciton de Wannier et d’un exciton de Frenkel.

par exemple, il est possible de trouver un autre type d’excitons, les excitons de Frenkel
[70], dits fortement liés et représentés sur la figure (1.13.b). Ceux-ci possédent un rayon
beaucoup plus faible que celui des excitons de Wannier, de ’ordre de grandeur d’une cellule
unitaire. Il s’agit de ce fait d’états localisés, fortement liés & un atome du réseau.

Pour qu’un exciton stable se forme, il faut que le potentiel attractif entre 1’électron et
le trou soit suffisant pour vaincre ’agitation thermique, qui & température ambiante est de
Pordre de kT =~ 25 meV . Cette énergie est donc supérieure a 1’énergie de liaison d’environ
10 meV des excitons de Wannier, qui nécessitent de fait un dispositif cryogénique pour
étre observés. Les excitons de Frenkel en revanche, avec leur énergie de liaison de 'ordre
de 100 meV a 1 eV peuvent étre stables a température ambiante.

Par la suite nous ne considérerons que le cas des excitons de Wannier, c’est & dire libres,
qui sont les seuls rencontrés dans nos structures. Cette "liberté" des porteurs de charge
justifie dans nos systéme le calcul des états électroniques au moyen d’une méthode k.p,

tandis que la méthode des liaisons fortes est elle plus adaptée aux excitons de Frenkel.

Le terme d’exciton, bien qu’il soit trés souvent utilisé, est généralement usurpé dans
le cas d’une boite quantique. En effet, dans un exciton 1’électron et le trou sont liés par
interaction coulombienne, or dans une boite quantique auto-organisée d’InAs/GaAs, le
rayon de Bohr de l'exciton (= 10 nm dans une nanostructure) est du méme ordre de
grandeur ou supérieur aux dimensions de la boite (= 10 nm de diamétre), I’électron et
le trou ne sont donc pas uniquement liés par interaction coulombienne, mais également
par le potentiel de confinement, plus important que cette derniére. Nous ne devrions donc
pas parler d’ "exciton", méme si nous continuerons a utiliser ce terme par simplicité, mais

seulement de "paire électron - trou" |71].

1.5.2 Correspondance électron de valence - trou

Considérons un semi-conducteur a gap direct, décrit au voisinage du centre de zone

par les masses effectives m pour la bande de conduction et m;; pour la bande de valence.
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FIGURE 1.14 : Fquivalence entre a) la représentation électron de valence et b) la représentation

trou.

Soit N le nombre de places dans la bande de valence (de I'ordre de 1023 ¢m=3). A I'instant
initial nous avons donc, a température nulle, N électrons dans la bande de valence et 0
électrons dans la bande de conduction. Le semi-conducteur est dans son état fondamental
formé de 0 trous et N électrons. Le premier état excité correspond au passage d’un électron
de la bande de valence, ot il ne reste alors que N — 1 électrons, & la bande de conduction.
La définition du trou A" peut s’exprimer en fonction de celle d’électron de valence e, de

la maniére suivante :

0ht=Ne,
(1.65)
1ht=(N—-1)e, =Ne, — e

v

Gréace a ce formalisme, au lieu de manipuler une fonction d’onde & N particules, il suffit
d’antisymétriser une fonction d’onde & deux particules, et au lieu de considérer ’énergie
d’échange entre I’électron de conduction et les (N — 1) électrons de valence, nous considé-

rerons ’énergie d’échange électron - trou [43].

Energie du trou

Intéressons nous maintenant a I’énergie d’un trou. Considérons Ey, I'énergie de 1’état
fondamental (bande de valence pleine, bande de conduction vide) et E, = E.— E, I'énergie
de bande interdite du matériau, avec E. ’énergie du bas de la bande de conduction et E,
I’énergie du haut de la bande de valence.

Apreés excitation, un électron e d’énergie E(e ) est créé dans la bande de conduction,
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tandis qu'un électron e, d’énergie E(e; ) est détruit dans la bande de valence, avec :

E(e;)=FE.+ &k,
(1.66)

E(e;) =k, — &,kv
ol &, et Eyk, représentent respectivement 1’énergie cinétique de la bande de conduction
a partir de E., pour un vecteur d’onde k. et I'énergie cinétique de la bande de valence a

partir de E,, pour un vecteur d’onde k,, telles que ., > 0 et Eyg, > 0.

En supposant par ailleurs que les interactions électrostatiques sont les mémes pour 1’état
fondamental et le premier état excité (nous négligeons donc pour Uinstant l'interaction

coulombienne directe et d’échange), I’énergie de ce dernier s’écrit :
By = By + (E(e;) — E(e;)) (1.67)
soit :
E\—Ey=E(e.)— E(e,) = Eg+ &k, + Evk, (1.68)
et en introduisant E(h™), Pénergie du trou :

By — By = E(e;) + E(h") = Eg + Ecn, + Enky, (1.69)

Pour les trous, I'énergie est donc de signe opposé a celui des électrons de valence (et de
conduction d’ailleurs), comme le montre la figure (1.14) qui schématise I’équivalence entre

la représentation électron de valence et la représentation trou.

Vecteur d’onde du trou

Dans I'état fondamental (bande de valence pleine), le vecteur d’onde total du systéme

est tel que :
ko= kyi=0 (1.70)

Le vecteur d’onde de I'état excité doit, quant a lui, étre le méme en convention électron de
valence et en convention trou, d’ou :

ki=ko+k.—k,=ky+ k:.+ky (1.71)

Le vecteur d’onde du trou est donc opposé & celui de 1’électron de valence, ainsi que l'illustre
la figure (1.14).

1.5.3 Energie de ’exciton

Sans prendre en compte 'interaction coulombienne entre 1’électron de conduction et
le trou (en réalité entre 1’électron de conduction et les (N — 1) électrons de la bande de

valence), la fonction d’onde de la paire excitée peut s’écrire :

Yx(re,Th) = Yek. (Te) Yok, (Th) (1.72)
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ol e, (1e) est la fonction d’onde de 1’électron de conduction et ¢, (ry) la fonction
d’onde du trou, donnée par le conjugué de Kramers [43] de la fonction d’onde de ’électron
de valence enlevé.

En réalité, en raison de 'interaction électrostatique entre deux particules de charge
opposée, nous écrirons cette fonction d’onde (dans le cadre de 'approximation de la fonction

enveloppe) sous la forme [43] :

wka (e, Th) = Prky (Tes Th) UcoUvo (1.73)

ou kx = k. + kj, est le vecteur d’onde de ’exciton et ol nous avons fait ’approximation
Uek R U €6 Uy = Uyg. Pour déterminer 'équation aux valeurs propres de la fonction
Q1 (Te, ), nOus pouvons faire une analogie avec le cas de I'atome d’hydrogéne. Le

hamiltonien effectif de I'exciton, dans ’approximation de la masse effective, s’écrit ainsi :

p? p?

2mf  2mj

2 2 2
p p 1 q
 Veour(lre =mnl) = 570 + 57 = 2 re — 7] (174)
e h €

Hyx =

ot my est la masse effective de I'électron de conduction et mj = mj est la masse effective
du trou, qui est la méme que celle de I’électron de valence et €, la constante diélectrique du
milieu. Comme pour le traitement de 'atome d’hydrogéne, plagons nous dans le référentiel

du centre de masse, en posant :

rT=7T.—Tph
- m: Te + m;; Th
B M
X (1.75)
M5 =m} 4+ mj
11 1
e omimp
L’équation de Schrodinger indépendante du temps prend alors la forme :
P,  pp 1 ¢
- ® = ¢ P 1.76
(2 My 2 Ame [ro—my|) X T TmRx Tnkx (1.76)
et peut se découpler en posant :
(I)nk (Te,T‘h) = L ei kxR an(’r) (177)
X \/)7

ol ¢ (1) = Prum(r) est la solution d’une équation de type hydrogénoide. Par exemple,

pour ’état m = 1s dans le semi-conducteur massif :

—r/a
i kxR € fax

/ 3
T Gy

<I>13,kx(re,rh) = (1.78)

ol
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oll ax est le rayon de Bohr de I'exciton :
B h? myg €
Wy (@/er)  py

avec ag = 0.53 A le rayon de Bohr de I'atome d’hydrogene. Une rapide approximation

ax agp (1.79)

numeérique, en considérant mj >> m? (pour un trou lourd) et donc px ~ m, donne pour
ordre de grandeur quelques centaines de fois le rayon de Bohr de ’hydrogéne. Les valeurs

correspondant au GaAs et a I'InAs sont données dans le tableau (1.3).

paramétres | GaAs InAs
ax (nm) | 13 35
Rx (meV) | 4.2 1.7

TABLE 1.3 : Tableau récapitulatif des caractéristiques de l’exciton dans GaAs et d’InAs massif.

Les énergies associées aux fonctions d’onde (1.73) sont de la forme :

n?k%
Enxx =Eg+Epno+ oML (1.80)
avec : )
1 opx (¢ 1
E o=— — 22 (1 =— — R 1.81
0 n? 2h? ( € n2 X (181)
ol Rx est I’énergie de Rydberg de ’exciton, pouvant s’exprimer comme :
px (N wk
Ry =2 (1) = R 1.82
X7 op2 ( € > mk e (182)

avec R = 13.6eV est la constante de Rydberg de ’atome d’hydrogéne. Nous pouvons donc
évaluer que de maniére générale Fx est de 'ordre du milliéme de Rydberg et dans le

tableau (1.3) sont données les énergies de Rydberg dans le GaAs massif et 'InAs massif.

1.5.3.a Etats propres excitoniques sans interaction d’échange

Lorsque l'on tient compte de leur spin, les électrons de la bande de conduction de
moment cinétique total J = 1/2 et de projection mj; = +1/2, et les trous de la bande T'g
de moment cinétique total J = 3/2 et de projection mj = +1/2;£3/2, donnent naissance
& huit paires électron - trou, dégénérées en énergie, dont les moments cinétiques sont fixés
par la partie atomique de la fonction d’onde [54] :

— pour les trous lourds :

3 1 31
|+§,+§> \—57—§> (189
31 3 1
|+§a_§> \—§7+§>
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— pour les trous légers :

1 1 1 1

‘+§;+§> ’—§§—§> 1.84)
2’ 2 2" 2

ol nous avons utilisé une notation du type |mj,;my,).

Dans le cas des excitons "lourds", c¢’est a dire formés par I'appariement d’un électron
de conduction et d'un trou lourd (1.83), la transition fondamentale est quatre fois dégé-
nérée et les paires électron - trou représentées par les deux premiers états de (1.83) ont
un moment cinétique total my = 4+2, tandis que les deux autres ont un moment cinétique
total my = 41, comme représenté sur la figure (1.15). Dans 'approximation dipolaire élec-
trique, seuls les états my = +1 peuvent se coupler a la lumiére. Ces derniers sont de fait
qualifiés de "brillants", tandis que les états mj; = +£2 qui eux ne peuvent étre couplés a la
lumiére, sont qualifiés de "noirs". Lors du processus d’émission, du fait de la conservation
du spin dans les transitions optiques, les états brillants conférent leur moment cinétique
aux photons émis lors de la recombinaison radiative de la paire électron-trou, qui sont alors

polarisés circulairement droite (o_) ou gauche (o).

+2) [+1> -1> -2>

105

FIGURE 1.15 : Reégles de sélection optique pour une boite symétrique, en négligeant l'interaction

coulombienne d’échange.

Nous avons cependant jusqu’a présent omis 'interaction coulombienne entre 1’électron
de conduction et le trou de la bande de valence de charge opposée, qui confére a la paire
électron - trou une structure fine, par levée de la dégénérescence entre les quatre états

précédents.

1.5.3.b Conséquences de l’interaction d’échange dans un systéme isotrope

L’origine de l'interaction coulombienne d’échange est présentée dans I’Annexe C et
nous nous intéressons ici a ses conséquences sur les états propres d’une boite quantique,

en représentation électron de valence. Considérons pour l'instant uniquement les états :
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— de la bande de conduction :

1 1 )
uip = |§§+§> =[S 1)
1 1 c (1.85)
U0 = |§; —§>C =[5 ])
— de la bande de valence de moment mj = +3/2 :
3 3 1 .
uso = |§a+§>v G (X +iY) 1)
3 3 1 (1.86)
ugo = | ) ==X =)

372, "/

soit en prenant en compte les fonctions enveloppe x. et x, des électrons de conduction et

de valence :

iS5 @ xe) iS4 @ xe)

X+ 1)@ ) L x i e

(1.87)

Sl

Etant donné que l'interaction coulombienne n’influe pas sur le spin des électrons, 1'in-
teraction directe ne peut coupler entre eux que deux électrons de conduction de méme spin
et deux électrons de valence de méme spin, tandis que l'interaction d’échange ne peut elle
coupler qu’un électron de valence et un électron de conduction de méme spin et un élec-
tron de conduction et un électron de valence de méme spin. Autrement dit, en reprenant
le terme <¢vc|ﬁc0ul|¢v'c/>, I'interaction directe est non nulle lorsque les états ¢ et ¢ sont de
meéme spin, tout comme les états v et v/, tandis que I'interaction d’échange est non nulle
lorsque les états v’ et ¢ sont de méme spin, tout comme les états v et c.

Comme dans les quatre états & notre disposition, les deux états de conduction sont de
spin opposé, de méme que les deux états de valence, l'interaction directe ne peut coupler
un exciton donné qu’avec lui méme. Dans la base des états excitoniques {|+1), |—1), |[+2),
|—2)}, avec :

s iSDek) 6~ X -) ) el
SD: o iShek) e X+ hel) -
4D ilshekd o - lX-¥) Yol |
|F2: ishekd e ZlX+T) Dok
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le hamiltonien Hgng est donc diagonal et nous pouvons calculer les éléments de matrice :

rdir _ i L — ydir ( N —1
<+1\H§ouz\+1>—aﬂ< (S0 - ((x Y>\)szul(rs>® sl Y>>)

(i 1) = 0 (i) o e+ )] ) i (11508 o 10+ av))
rrdir _ . 1 . rrdir . 1 .
(2l +2) = a8 (=i(8) = (X - av)1) At (i1) & - S5 (X = v

(-2l - 2) = a6 (~i(s| @ o (e + )] ) i (115) 8 51X+ v

(1.89)
otll nous avons posé pour les fonctions enveloppe :
Frdi _
<Xc\1ifc;Zz\xc> =a (1.90)
(ol Hogxw) = B

En considérant les symétries des états |S), |X) et |Y'), nous trouvons les quatre éléments

de matrice égaux, et nous pouvons écrire dans la base {|+1), |—1), [+2), |-2)} :

¢ 0 0 0

o = 0o o

coul — 0 0 7( 0
0 0 0 —¢

(1.91)

L’interaction coulombienne directe a donc uniquement pour effet de lier la paire électron-
trou, abaissant ainsi son énergie de recombinaison radiative d’une quantité ¢ valant quelques
dizaines de meV [65].

Dans le cas des processus d’échange, le terme (¢vc|ﬁf§gl\¢v/c'> est non nul uniquement
si les électrons v’ et ¢’ ont le méme spin, de méme que les électrons v et c. Nous voyons
donc d’apreés (1.88) que seuls peuvent étre liés entre eux les états brillants |£1) d’une part
et les états noirs |[£2) d’autre part. Pour des raisons de symétrie, nous pouvons écrire de
facon générique dans la base {|+1), |[-1), [+2), |-2)} [72] :

Ag drss 0 0

1 0rss g 0 0

ol =35 | 0 A, 6
0 0 b —Ay

(1.92)

ou A est I’énergie séparant les états brillants des états noirs, d I’énergie séparant les états
noirs de spin opposé et dpgg le splitting de structure fine, séparant les états brillants entre

eux.
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Le hamiltonien I:ICOUI commute avec le moment cinétique total de I’exciton, qui prend

en compte aussi bien la partie atomique que la fonction enveloppe :
J = Lat + Sat + Lenv = Jat + Lenv (193)

de méme qu’avec sa projection m . L’interaction coulombienne ne peut donc coupler entre
eux des états de projection my différente. Rappelons que les notations |£1) et |£2) dési-
gnent en fait [mj,, = £1) ® |Xc, Xo) €t |my,, = £2) @ [Xe, Xo)-

La partie enveloppe variant beaucoup plus lentement que la partie atomique, deux
échelles spatiales entrent en jeu et nous pouvons distinguer deux types d’interaction d’échange,
I'une dite "courte portée", agissant & l’échelle de la fonction atomique, et 'autre dite

"longue portée", agissant a 1'échelle des variations de la fonction enveloppe [73].

Interaction d’échange courte portée

C’est la partie de 'interaction coulombienne d’échange agissant & ’échelle de la maille
élémentaire du réseau cristallin et n’affectant donc que la partie atomique de la fonction
d’onde. De fait, & cette échelle, le hamiltonien ﬁc(ml commute avec le moment cinétique
atomique Jg, ainsi qu’avec sa projection my,, et cette interaction courte portée ne peut
ainsi coupler entre eux que les états de méme m . Le hamiltonien & courte portée Fecher

coul

est donc diagonal dans la base {|+1),]|—1),[+2),|—2)} et s’écrit pour des raisons de sy-

métrie :
Ay 0 0 0
~ech, 0 Ay 00
e I i
0 0 00
soit en redéfinissant 1'origine des énergies :
Ay 0O 0 0
- 110 A 0 0
Higu™ = > (1.95)
210 0 —Ay 0
0 0 0 A

Interaction d’échange longue portée

C’est la partie de 'interaction coulombienne d’échange agissant & 1’échelle de la fonction
enveloppe. Dans le cas d’une boite quantique pour laquelle le potentiel de confinement est
de symétrie Da,, c’est & dire, comme l'illustre la figure (1.16.a), possédant une symétrie
de révolution autour de ’axe de croissance z, le moment cinétique des fonctions enveloppe
est nul, puisque celle de I’électron de conduction comme celle de 1’électron de valence sont

toutes deux de symétrie s. Le moment cinétique total est une fois encore déterminé par la
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1-10 [1-10]AY 1-10]AY
[1-10] ? A [1-10] A2
[11 0] [1 10] [110]
X
(a) boite a symétrie Do, ) boite allongée selon (110) (c) boite allongée selon ¢

FIGURE 1.16 : Schématisation des différentes symétries de potentiel de confinement envisagées,
dans le plan des boites. (a) Symétrie de révolution autour de laze de croissance, (b) élongation

selon un aze cristallographique et (c) élongation selon une direction définie par Uangle 6.

partie atomique et le hamiltonien longue portée Hfgh 7 est diagonal dans la base {I+1),
|—1), |[+2), |—2)}. Il s’écrit, pour des raisons de symétrie et en redéfinissant 'origine des
énergies :
Ay 0 0 0
pechdp _ 1| 0 Ay 0 0
coul 3| 0 —A, 0
0 0 0 —Ay

(1.96)

En ayant pour 'instant considéré uniquement ’effet de 'interaction d’échange dans le
cas d’une boite dont le potentiel de confinement posséde une symétrie de révolution autour

de l'axe z, nous trouvons donc :

coul —

X 1
Heeh — 1.97
0 (1.97)

[\ \
o

|
B>
o
o

Il y a donc levée de dégénérescence entre les états noirs et les états brillants qui sont
maintenant séparés d’une énergie de plusieurs centaines de peV (400 peV pour des boites
d’'InAs/GaAs [72], 1000 peV pour de boites de CdTe/ZnTe [74]). Notons que cette énergie
Ag = Ay + Ay, dépend a la fois d’'une contribution courte portée et d'une contribution
longue portée, 'importance relative des deux contributions étant encore sujet & débat

74, 75).

1.5.4 Boite anisotrope, structure fine de ’exciton

Si maintenant, comme lillustre la figure (1.16.b), il y a brisure de la symétrie du

potentiel de confinement d’une boite quantique, en raison par exemple de ’anisotropie
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FIGURE 1.17 : Régles de sélection optique pour une boite a potentiel de confinement symétrique,

en considérant 'interaction coulombienne d’échange.

de forme de la boite (base elliptique) ou d’une anisotropie de sa composition, ou encore
de I'anisotropie du champ des déformations, les fonctions enveloppe sont modifiées et ne
possédent plus une symétrie s. Dans ce cas, nous n’avons plus L., = 0, et 'interaction
d’échange longue portée est alors capable de coupler entre eux les états brillants, & condition
d’avoir au moins la projection my,,, = £2 (symétrie d) pour compenser la variation de
moment atomique survenant lors du passage entre les états |[+1) et |—1) [76]. Le hamiltonien

longue portée peut alors s’écrire de maniére générique :

Ap 6y 00

. Sy A 00

Hegi” = ép Olp 0 0 (1.98)
0 0 00

et en redéfinissant ’origine des énergies, le hamiltonien d’échange total peut se mettre sous

la forme :
Ay Odpss 0 0

_1|drss Ao 0 0
coul — 9 0 0 _AO 0
0 0 0 —Ay

(1.99)

ol dpgg est le splitting d’échange longue portée anisotrope, que nous appellerons parfois
simplement splitting d’échange ou splitting de structure fine [77], et qui dans les boites
auto-organisées d’InAs/GaAs peut valoir de 10 peV a 250 peV en fonction de la boite
[72, 78].

Pour un potentiel de confinement anisotrope autour de I'axe de croissance z, la dégé-
nérescence entre les états brillants est donc levée et le hamiltonien (1.103) n’étant plus
diagonal dans la base des états |+1), ceux-ci ne sont plus états propres du systéme excito-
nique. Les deux nouveaux états brillants stationnaires sont des combinaisons linéaires des

états précédents, de la forme :

L) £1-1)) (1.100)

S

2
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En considérant un potentiel de confinement & symétrie réduite possédant deux axes
principaux z et y correspondant aux directions cristallographiques [110] et [110], nous

pouvons écrire :

1
1X) = —=(+1) = [-1))

ZI@ (1.101)
V) = —=(l+1) +[-1))

V2

Nous voyons ainsi que les photons, précédemment polarisés circulairement o, et o_ sont

maintenant polarisés linéairement IIx et IIy :

(04 —o_) = IIx

b
iv/?2

N (1.102)
—=(oy+o-) =10
\/i( + ) Y
Le hamiltonien coulombien d’échange s’écrit dans la nouvelle base {|X),|Y)}
. 1 (2A¢0—9¢ 0
Aech = - (7707 708 (1.103)
2 0 2Ag + 0pss

et les deux états de structure fine |X) et |Y) sont séparés en énergie par le splitting de
structure fine dpgg. Sur la figure (1.18) sont schématisées les régles de sélection optiques
pour une boite quantique de potentiel de confinement anisotrope, tandis que sur la figure
(1.19) est résumé Deffet de l'interaction coulombienne sur ’énergie des états propres exci-
toniques |£1) et |£2).

En considérant finalement le cas le plus général, illustré par la figure (1.16.c), d’'un
potentiel de confinement dont les axes principaux 2’ et 3/ forment un angle 6 avec respec-

tivement la direction [110] et la direction [110], le hamiltonien d’échange total s’écrit :

Ag 0Fss e 20 0 0
5 1]6 216 A 0 0
Aoy = o | 7755 € ° (1.104)
2 0 0 -Ayp O
0 0 0 —Ag
et les deux états propres de structure fine :
1 .
X') = —=(|+1) — |1
X7) = (1) = e |-1))
(1.105)

1
V2

Les photons émis lors de la recombinaison des excitons |X’) et |Y”) sont alors polarisés

V') = —=(1+1) + €7 [-1))

linéairement Ilx: et IIy+, selon des directions inclinées d’un angle 6 par rapport aux direc-

tions z et y.
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FIGURE 1.18 : Regles de sélection optique pour une boite a potentiel de confinement sans symétrie
de révolution autour de l’aze de croissance z, en considérant l’interaction coulombienne d’échange.
Sont représentés les deux états noirs |£2), les deuz états brillant | X) et |Y)et le biexciton | X X).

Notons que méme dans le cas d’un confinement & symétrie Do, ’exciton neutre pos-
séde toujours une structure fine, en raison de la symétrie Co, du cristal blende de zinc
sous-jacent [79, 80|. Celle-ci est alors caractérisée par un splitting d’échange anisotrope

d’environ 4 peV, di a I’absence de centre de symétrie dans le cristal.

En réalité, I'interaction d’échange électron-trou est plus complexe et la composante
d’échange courte portée couple également entre eux les états noirs et léve la dégénérescence
entre |+2) et |[—2). En effet, 'interaction d’échange courte portée entre un trou de moment

Jp, et un électron de moment J. s’écrit sous la forme [72, 81, 82, 83| :

Hech,Cp _ _ Z (aJh,iJe,i + biJ}?,i']€7i) (1106)

coul
1=x,Y,2

ol les parameétres énergétiques a et b; sont définis de maniére effective. Le terme cubique est
responsable de la présence de termes non-diagonaux dans la base {|4+1),|—1),|+2),|—2)},

ol nous obtenons [72] :

(1.107)



1.5 Excitons dans les semi-conducteurs 51

sans interaction | avec interaction | avec interaction
d'échange | d'échange isotrope | d'échange anisotrope
| I 1Y)
D | ¢&%
|+25 |£1) : IX>
: -
| %2> | DT

FIGURE 1.19 : Etats propres des paires €lectron-trous en fonction de la symétrie du potentiel de

confinement d’une boite quantique.

avec .
3 9
Ac = - —~0z
P 4(a+ 45)
3
51 = (b — by) (1.108)
3
62 = g(bx+by)

\

Dans le cas d’'une boite dont le potentiel de confinement présente une symétrie de
révolution autour de son axe de croissance z, nous trouvons 6; = 0 (car b, = by [72]), mais
toujours d2 # 0. Le hamiltonien d’échange total (courte portée et longue portée) prend

donc la forme :

(1.109)

Les deux états brillants |£1) sont donc dégénérés en énergie et états propres du systéme,

tandis que la dégénérescence des états noirs est levée pour former les deux états propres :

1
|D1) = —=(|+2) — |-2))

75 (1.110)
|D2) = —=(|+2) +[-2))

V2

Dans le cas d’un potentiel de confinement allongé selon une direction définie par I'angle
6 en revanche, le terme 6; provenant de interaction courte portée s’ajoute au terme dy,
issu de l'interaction longue portée et tous deux participent au splitting de structure fine

drss. Notons cependant que 41,02 << dp, << Ag. Ainsi, le hamiltonien d’échange total
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FIGURE 1.20 : Spectres de luminescence d’un état excitonique et de [’état biexcitonique associé.
En rouge est représenté le spectre collecté en sortie d’un analyseur vertical (selon y) et en bleu

horizontal (selon x).

s’écrit :
Ay 0Fss e 20 0 0
. 116 2i0 A 0 0
fech — ~ | 0155 € 0 (1.111)
2 0 0 —Ay 9
0 0 5y  —Ag

La levée de dégénérescence des états propres brillants et noirs en fonction de la symétrie

du systéme est illustrée sur la figure (1.19).

Signalons que l'interaction d’échange n’a pas d’effet ni sur l’exciton chargé (trion)
[72], ni sur le biexciton [84|. Pour le premier, I’émission lors de la recombinaison est en
effet polarisée circulairement, tandis que pour le second, comme représenté sur la figure
(1.18), nous retrouvons les deux raies excitoniques polarisées linéairement IIx et Iy, mais
cette fois séparées en énergie de —dpgg. Ainsi, sur la figure (1.20), nous attribuons le
pic de luminescence centré en 936.4 nm a ’émission de ’exciton, tandis que celui centré
en 938.7 nm correspond au biexiton associé, d’énergie de liaison de 3.2 meV. Il est en
général assez compliqué, en raison de la densité de boites de notre échantillon, de distinguer
I’émission de 'exciton et du biexciton d’'une méme boite quantique. La raie biexcitonique
doit normalement se situer a une énergie inférieure d’environ 3 meV [85] (énergie de liaison
du biexciton) a celle de 'exciton et présenter un splitting de structure fine inversé par

rapport a ce dernier.

1.5.5 Mise en évidence expérimentale

Comme nous le verrons par la suite, la résolution spectrale de notre dispositif expé-
rimental étant d’environ 0.3 A (45 peV), il nous est impossible de résoudre la structure
fine de la transition excitonique neutre fondamentale pour prés de 75% des boites quan-

tiques étudiées. Afin de contourner ce probléme, nous avons employé un interférométre de



1.5 Excitons dans les semi-conducteurs 53

40 20

w
=3

—

9

—
=)

Luminescence (u.a.)
13
o
Luminescence(u.a.)

—
=)
w

0 5 10 15 20 25 30 0 10 20 30 40 50
Energie (ueV) Energie (peV)
(a) 5FSS =16 ,ueV (b) (spgg = -27 ,LLGV

FIGURE 1.21 : Structure fine de deux boites quantiques, résolue au moyen de l’interféreometre de
Fabry Pérot, sous excitation non-résonnante. En rouge est représentée la luminescence en sortie

d’un analyseur vertical (selon y) et en bleu celle issue d’un analyseur horizontal (selon x).

Fabry-Pérot (présenté dans le chapitre suivant), utilisé comme filtre interférentiel et nous
permettant, en "balayant" la raie de luminescence de la transition fondamentale d’une
boite, d’obtenir une résolution d’environ 0.3 peV. Nous sommes alors capable de mesurer
I'intégralité des splittings de structure fine et nous trouvons, des valeurs allant de 15 peV’

a 225 peV (en valeur absolue).

La figure (1.21) montre la micro-photoluminescence, analysée en polarisation, de deux
boites quantiques excitées au niveau de la couche de mouillage. La structure fine exci-
tonique est résolue au moyen de l'interféromeétre de Fabry-Pérot, nous permettant par
exemple de déterminer pour les deux boites considérées ici un splitting d’échange aniso-
trope de dpgs = Fy — Ex = 16 peV pour la premiére et dpgg = By — Ex = —27 peV
pour la seconde. Notons que l'intensité des deux états de structure fine n’est pas la méme
et si nous regardons les diagrammes polaires correspondants représentés dans la figure
(1.22), nous voyons que les deux états propres ne sont pas dirigés selon les directions cris-
tallographiques ([110] correspond a 'horizontale z et [110] & la verticale y) et ne sont pas
perpendiculaires entre eux. Ces différents points seront étudiés en détail dans le cinquiéme

chapitre de ce manuscrit.

Au cours de ces expériences, qui ont été réalisées en excitant le systéme hors réso-
nance (au niveau de la couche de mouillage, soit une énergie de 1.43 €V'), nous n’avons
observé aucune corrélation entre ’énergie de recombinaison de I’exciton neutre fondamen-
tal et celle séparant les deux états de structure fine (dpgs). Cela est en contradiction avec
les prévisions théoriques et les observations expérimentales faites par plusieurs groupes

[78, 86, 87, 88, 89, 90|, qui prévoient une relation entre le splitting de structure fine dpgg
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(a) 0pss = 16ueV (b) Opss = —27ueV

FIGURE 1.22 : Diagrammes polaires des états propres d’une boite quantique sous excitation non

résonnante.

et I’énergie d’émission des boites. En effet, celle-ci dépendant des dimensions du potentiel
de confinement dans les trois directions de ’espace et des contraintes, tout comme la valeur
du splitting d’échange anisotrope, les deux devraient étre reliés entre eux. La théorie pré-
voit alors une valeur de splitting qui diminue avec I’énergie d’émission des boites [78, 89|,
jusqu’a s’annuler, puis devenir négative en augmentant en valeur absolue. Il a en réalité été
mis en évidence [91, 92| que dans le cas de boites quantiques de symétrie réduite, un anti-
croisement des états propres se produit, la valeur du splitting ne s’annulant donc jamais,
mais diminuant jusqu’a une valeur critique avant d’augmenter. Sur notre domaine d’étude
s’étendant de 890 nm a 960 nm, nous n’avons cependant remarqué aucun comportement
de ce type et la valeur absolue du splitting, tout comme son signe prennent toutes les
valeurs possibles, quelle que soit I’énergie d’émission des boites considérées. Notre opinion
est que I’énergie d’émission des boites étudiées ne dépend pas uniquement du confinement
dans le plan (zy) et la relation qui pourrait exister entre cette énergie et la valeur du
splitting est différente pour chaque boite, les deux paramétres n’étant pas reliés entre eux
de fagon simple. En outre, les calculs théoriques réalisés ne prennent en général en compte
que la modification d'une des dimensions de confinement, or si dans la réalité plusieurs
paramétres changent d’une boite a 'autre, il devient difficile de prévoir la relation entre

I’énergie d’émission et la valeur du splitting de structure fine.

Bien que n’ayant pas réalisé une étude systématique au moyen de l'interférométre de

Fabry-Pérot de toutes les boites quantiques émettant entre 890 nm et 960 nm, nous avons
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FIGURE 1.23 : Splitting de structure fine de ’exciton neutre en fonction de la longueur d’onde

de sa transition.

avons cependant pu constater que la proportion de splittings résolus par notre dispositif
expérimental, sans I'utilisation de l'interférométre de Fabry-Pérot, est la méme quelle que
soit la longueur d’onde considérée, ce qui indique bien ’absence de diminution de dpgg en
fonction de I’énergie d’émission. De plus, en représentant sur la figure (1.23) la valeur du
splitting d’échange, résolu sans interférométre de Fabry-Pérot, en fonction de la longueur
d’onde de la transition, pour une centaine de boites réparties uniformément entre 890 nm

et 960 nm, nous voyons qu’aucune tendance ne semble se dessiner.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous venons de présenter le systéme que nous étudierons tout au long
de cette theése, a savoir des boites quantiques auto-organisées d’InAs/GaAs. Nous avons vu
qu’en raison du confinement des porteurs de charge dans les trois directions de I’espace,
I’énergie de ceux-ci est quantifiée, ce qui confére au systéme des propriétés particuliéres qui
seront approfondies au troisiéme chapitre, lorsque nous présenterons l'interaction d’un sys-
téme & deux niveaux avec un rayonnement. Nous avons par ailleurs déterminé la structure
de bande des semi-conducteurs, dans le cadre de la théorie k.p et nous sommes intéressés
aux transitions optiques permises lorsque le systéme considéré est soumis a une excitation
électromagnétique, ainsi qu’a celles de sa luminescence. Nous avons ainsi pu distinguer
les transitions intra-bandes que nous ne considérerons plus par la suite des transitions
inter-bande qui nous intéressent, en particulier la transition fondamentale d’un électron du

dernier niveau de valence vers le premier niveau de conduction.

Nous avons également introduit le concept d’exciton, quasi-particule formée d’un élec-
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tron de conduction et d’un trou dans la bande de valence liés entre eux par interaction
coulombienne, tout en précisant que dans les boites quantiques que nous étudions, le po-
tentiel de confinement étant plus important que le potentiel coulombien, il est le principal
responsable de la liaison de I’électron et du trou et nous ne pouvons plus alors rigou-
reusement parler d’exciton, mais seulement de paire électron-trou. La recombinaison d’un
exciton peut, en fonction du spin des particules, résulter en deux transitions radiatives dites
brillantes pour lesquelles la projection du moment cinétique total vaut mj; = +1 ou en
deux transitions non radiatives dites noires correspondants & mj = £2. Les transitions qui
nous concerneront par la suites sont celle que nous pouvons observer expérimentalement, &
savoir les transitions mj = £1 qui sont généralement couplées entre elles par l'interaction
coulombienne d’échange qui léve la dégénérescence des états brillants pour créer deux nou-
veaux états |X) et |Y'), combinaisons linéaires des états |+1), séparés par une énergie de
structure fine que nous avons mesurée entre dpgg = 15 peV et dpgs = 225 peV. L’étude de
la structure fine excitonique nous a menés & constater que ces états propres que nous sup-
posions perpendiculaires entre eux, dirigés selon les directions cristallographiques et ayant
une intensité d’émission comparable ont en réalité des propriétés bien différentes, ce qui a

motivé leur étude approfondie qui sera présentée au cinquiéme chapitre de ce manuscrit.
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Ce second chapitre sera consacré au dispositif expérimental mis en ceuvre pour réaliser
létude des propriétés électroniques de boites quantiques auto-organisées d’InAs/GaAs.
Dans un premier temps, nous verrons les structures spécifiques réalisées sur nos échantillons
dans le but de découpler spatialement les directions d’excitation et de détection, afin de
pouvoir exciter les boites de maniére résonnante avec la transition étudiée. Nous verrons
ensuite comment est congu notre montage expérimental pour tirer partie de cette géométrie
originale. Pour ce faire, nous commencerons par considérer un schéma général du montage,
avant de traiter plus en détail tout d’abord le dispositif permettant ’excitation de ces
boites quantiques, puis celui par lequel est réalisée la détection de leur luminescence. Nous
considérerons également le cryostat nous permettant de réaliser nos expériences de maniére

stable & basse température, paramétre crucial pour la réalisation de nos expériences.

2.1 Optique guidée

Une des propriétés les plus intéressantes d’un systéme & deux niveaux est la possibilité
de pouvoir créer une superposition cohérente de ses deux états propres. Pour ce faire,
I'excitation de celui-ci doit étre résonnante avec la transition entre ses deux niveaux, il
est alors impossible dans une configuration normale de distinguer sur un spectre la raie
d’émission du systéme de celle du laser d’excitation. Plusieurs techniques expérimentales
ont ainsi été mises en place pour détecter le signal issu d’'une boite quantique unique
sous excitation résonnante, comme par exemple des mesures dites "pompe-sonde" [93], des
mesures en transmission [94| ou des mesures de photo-courant pour des boites insérées dans
des joncions PIN [95]|. Une autre alternative, permettant elle d’accéder a la luminescence
des boites, consiste en une excitation "quasi-résonnante" [96, 97|, permettant de séparer
spectralement la raie d’émission du laser d’excitation en décalant celui-ci d’une quantité
strictement égale & I'énergie d’un phonon LO par rapport a la transition étudiée.

La premiére observation d’un spectre de luminescence d’une boite quantique unique
sous excitation strictement résonnante a été réalisée en 2007 par Muller et al. [98] pour
de boites quantiques insérées dans une microcavité. Cette configuration, reprise depuis par
d’autres groupes [99, 100], permet de découpler spatialement les directions d’excitation
et de détection, en guidant le laser incident dans le plan des boites et en collectant la
luminescence de celles-ci dans la direction perpendiculaire. C’est sur une idée de ce type
que repose la géométrie de nos échantillons, dans lesquels les boites quantiques sont insérées
dans des guides d’onde uni-dimensionnels [101]. Ainsi, Romain Melet a dés 2004 consacré
sa thése [18] a I’étude de défauts d’interface dans des fils quantiques de GaAs/GaAlAs. Ces
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fils servant de guide d’onde, il a dés lors pu sonder & la résonance les défauts d’interface, qui,
confinant les électrons dans les trois directions de l’espace, forment des boites quantiques
[101, 102].

2.1.1 Principe

Il est possible de guider une onde électromagnétique dans un milieu d’indice de réfrac-
tion ny en insérant celui-ci entre deux couches d’un matériau d’indice de réfraction ny < ns.
La différence d’indice entre les deux milieux permettant en effet de confiner ’onde dans le
milieu de plus fort indice, qui constitue le "coeur" du guide d’onde, tandis que le milieu
de plus faible indice dans lequel 'onde devient évanescente permet de confiner celle-ci, et

forme ainsi la "gaine" du guide, comme cela est schématisé dans la figure (2.1).

indice

FIGURE 2.1 : Principe de la réalisation d’un guide d’onde. Le rayon lumineux représenté illustre

le rayon critiqgue nécessaire pour qu’il y ait réflexion totale dans le ceur du guide.

Commengons par appréhender simplement le probléme en nous plagant dans le cadre
de 'optique géométrique, valable tant que I’épaisseur d du guide d’onde est grande devant
la longueur d’onde A de I'onde électromagnétique. Considérons un rayon lumineux se pro-
pageant dans le cceur du guide et atteignant 'interface plane coeur-gaine avec un angle
d’incidence 6; par rapport a la normale a l'interface. Une partie de la lumiére incidente
est transmise dans une direction définie par I'angle 6;, tandis qu'une autre partie est réflé-
chie selon une direction définie par I'angle 6,.. Les lois de Snell-Descartes donnent alors les

relations :

0, = 6;
(2.1)
19 sin @; = n sin 6;

Pour que le rayon lumineux soit totalement réfléchi, il est nécessaire que 6; > 7/2. Comme
ici ng > ny, c’est a dire 6; > 6;, il y a réflexion totale du rayon incident lorsque 6; > 6.
avec sin 0. = ny/ng. Par ailleurs, pour avoir 6; = 6;. a l'interface cceur-gaine, il faut que

le rayon incident arrive sur le dioptre air-coeur avec un angle d’incidence 60, < 6, (angle
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d’acceptance), tel que (toujours en utilisant les lois de Snell-Descartes) :

2
Nair SN0, = sin 6, = ny sin(1/2 — ;) = na cos B = na\/1 —sin? 0. = noy[1 — (nl)

no
(2.2)

soit :
sinf, = \/n3 —n? = ON (2.3)
Cette quantité sin 6, est appelée "ouverture numérique" (ON) du guide d’onde. Pour un

guide dont le coeur est constitué de GaAs d’indice de réfraction ne = 3.63 et la gaine de
GaAlg gAs d’indice de réfraction ny = 3.4, nous trouvons ON = 0.48, soit 6, ~ 30°.

Modes de propagation d’une onde dans un guide d’onde diélectrique plan

Approchons maintenant le probléme d’un point de vue électromagnétique. Une onde
plane progressive monochromatique se propageant dans le cceur du guide avec un vecteur
d’onde k, tel que k = ko = na ko = na 2m/Xg ot Ag est la longueur d’onde dans le vide,
arrive a l'interface cceur-gaine en y = 0 avec un angle d’incidence 6, comme schématisé sur

la figure (2.2). Les ondes réfléchies et transmises sont planes, de vecteur d’onde respectif

y
E(\/y coeur
el

gaine

Y %

FIGURE 2.2 : Onde incidente sur le dioptre ceeur-gaine.

k' et K, avec k' = ko = ng kg et k” = k1 = ny ko. En représentation complexe, les champs
électriques correspondant a ces trois ondes peuvent s’écrire sous la forme &; e/«@!=k-r)
E, W=K'T) o g, ¢iW—K"1) T4 continuité de la composante tangentielle du champ

électrique en y = 0 s’écrit alors :
5!6—1‘1” t gl g|t|€—ik”.r (2.4)

ol r = TUy + YUy + zu,. Nous trouvons ainsi k, = kj, = k) et k, =k, = k! = 0 donc :

0 =0
(2.5)
ko cos @ = kq cos 9"
Les trois vecteurs d’onde ont donc pour expression :
k = kycost u, — kosinf u,
k' = kocost ug + kosin® u, (2.6)

k" = ko cosO u, — /K% — k3 cos? 0 u,
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Pour 0§ < 0. = w/2—6,. = arccos(ny/n2), ot 6. est le complémentaire de I’angle critique
0;c défini précédemment, nous sommes en situation de réflexion totale, car ko cosf > kq
et de fait la composante selon y de k" (k; = —+/kf — k3 cos? 0) est imaginaire pure. Le

vecteur d’onde dans la gaine (y < 0) peut ainsi se mettre sous la forme :

2
k" = kocosf uy, +i kg\/0082 0 — (m) Uy (2.7)
n2
et le champ électrique dans la gaine est alors donné par :
2
E; ilwt—kicostz) Jkn(0)y ol n(9) = \/C082 0 — (m) (2.8)
n2

Nous obtenons donc dans la gaine du guide une onde se propageant dans la direction ,
mais de caractére évanescent dans la direction y. Cette onde existe donc uniquement sur
une épaisseur caractéristique §(6) = 1/kan(6), I'épaisseur de peau, dépendant de 'angle

d’inclinaison 6 de ’onde incidente sur le dioptre.

Intéressons nous au cas particulier d’'une onde polarisée orthogonalement au plan
d’incidence, c’est a dire pour laquelle : &€;(r,t) = &(r,t) u,, E.(r,t) = &E(r,t) u, et
Ei(r,t) = &(r,t) u,. La continuité de la composante tangentielle du champ électrique
s’écrit alors :

Eilr,t) + & (r,t) = E(r,t) (2.9)
Par ailleurs, en 1’absence de charges libres (pas de courant de surface) sur le dioptre cceur-
gaine, la composante tangentielle du champ magnétique (B = nk A €/ck) est elle aussi

continue, soit :

200 & t) + Zsing £ (r,t) = — L sing” &(r,t) (2.10)
C C &
d’ou :
—sinO&; + sin &, = in(0)&; (2.11)

Nous en déduisons les coefficients de réflexion et de transmission a l'interface cceur-gaine :

. & sinf +in(0)
& sinf —in(9)
. & _ 2sind

E  sinf —in(0)

Nous avons donc bien en cas de réflexion totale |r| = 1 et le coefficient de réflexion peut

(2.12)

se mettre sous la forme r = |r|e®" ot ¢, est le déphasage a la réflexion, donné par :

cos2f — <n1>
tam Or n(@) n2)  yJcos?h —cos?0. sin® @, — sin? 6

2 sinf sin 0 sin 0 sin

(2.13)
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soit :
b sin? 6,
tan — = —
2 sin“ 6

c’est a dire que le déphasage ¢, varie de w lorsque 8 = 0 a 0 lorsque 6 = 6..

~1 (2.14)

FIGURE 2.3 : Réflexions multiples dans un guide d’onde.

Considérons maintenant une onde plane transverse, toujours polarisée perpendiculaire-
ment au plan d’incidence, et subissant des réflexions multiples cohérentes a chaque interface
coeur-gaine, comme illustré sur le schéma de la figure (2.3). Aprés deux réflexions totales,
la troisiéme onde est identique a la premiére, si I’onde au point A est en phase avec 'onde

au point B, c’est a dire si :
o — da =2d kg sinf — 2¢, = 2mm avec m entier (2.15)

ou d est I'épaisseur du coeur et ¢, le déphasage induit & chaque réflexion sur la gaine, défini

par (2.14). En utilisant les équations (2.14) et (2.15), nous obtenons 1'égalité :

| sin? 6, d
sSierQ 6~ 1 = tan <7)T\2 sin 6, — mTr) (2.16)

et les angles 6,,, solution de cette équation définissent le modes transverses électriques TE,,

du guide. La résolution de cette équation peut se faire graphiquement, comme c’est le cas

. 2 0
dans la figure (2.4), ot nous avons tracé en rouge, 1/ SIHT; — 1 en fonction de (sinf)
sin

md

et en noir, tan <)\ sinf — m7r> en fonction de (sinf). Les angles 6,, pour lesquels ces
2

deux courbes s’intersectent sont solutions de (2.16) et 'indice m désigne 'ordre du mode.

Notons que plus un mode est d’ordre élevé, plus le champ électrique oscille rapidement
dans l'espace et plus il pénétre profondément dans la gaine. Les solutions de (2.16) sont au
nombre de [1 4+ PE(sinf./(A2/2d)) =1+ PE(2d(ON)/X)], ot PE(a) désigne la partie
entiére de a, (ON) = \/W est 'ouverture numérique du guide et Ag la longueur
d’onde dans le vide.

Comme nous le constatons sur la figure (2.4), ot nous avons résolu (2.16) pour deux

épaisseurs de guide différentes, pour une épaisseur d suffisamment faible, de sorte que
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(a) Ag = 940 nm, n1 = 3.4, ny = 3.63, (b) Ao = 940 nm, ny = 3.4, ny = 3.63,
d=10 um d=1pum

FIGURE 2.4 : Résolution graphique de (2.16).

2d(ON) < Ao, un seul mode transverse électrique est permis (le mode m = 0) dans le
guide, qui est alors qualifié de "monomode". Ainsi un guide constitué d’un coeur de GaAs
et d’'une gaine de GaAlygAs est monomode pour une onde de A\g = 940 nm lorsqu’il a une

épaisseur de l'ordre du micrométre ou inférieure, comme en témoigne la figure (2.4.b).

Il est bien siir possible de faire le méme type de raisonnement pour un champ polarisé
parallélement au plan d’incidence, afin d’en déduire les modes transverses magnétiques

TM,, du guide d’onde et les angles 6, correspondants (6,,; > 0,,).

Modes de propagation d’une onde dans un guide d’onde diélectrique a section

rectangulaire

Un guide d’onde plan est donc capable de confiner la lumiére dans la direction transverse
y, tandis que celle-ci se propage dans la direction x. Un tel confinement n’est cependant
pas suffisant pour guider la lumiére sur de grande distances, car celle-ci se propageant dans
I’ensemble du plan, la densité d’énergie électromagnétique diminue rapidement & mesure
que 'onde progresse dans la structure. Il est donc nécessaire de confiner la lumiére suivant
deux directions, ce qui est possible lorsque les dimensions du guide d’onde sont finies selon

y, mais également selon z, comme illustré dans la figure (2.5).

~Y

FIGURE 2.5 : Schéma d’un guide d’onde & section rectangulaire.

Dans une telle structure, ’analyse des modes est délicate et ne peut étre réalisée de

maniére analytique, mais doit se faire numériquement. Notons seulement que les modes TE
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FIGURE 2.6 : Profils de la composante EY du champ électrique pour les modes (a) EY,, (b) EY, et
(¢c) EY,, dans le cas d’un guide d’onde de section carrée d, = d, =1 um, avec ny = 3.4, ngy = 3.63.

et TM n’existent plus dans ce type de structure et que les modes de propagation guidée
pour le champ électrique sont alors désignés par Ep, et E,, suivant que le champ électrique
s’aligne suivant y ou z a la limite de faible guidage (n2—n1) — 0, p et ¢ désignant le nombre
d’extrema du champ, respectivement selon z et y. Ainsi, la figure (2.6), obtenue au moyen
du logiciel "Lumerial", montre le carré du champ électrique EY, obtenu numériquement,
dans un guide d’onde de section carrée d, = d. = 1 um, avec ny = 3.4, ng = 3.63 pour le

mode fondamental E%’l et les modes Egl et E%’z.

2.1.2 Guides d’onde dans nos échantillons

L’hétéro-structure d’InAs/GaAs que nous étudions est composée d’une couche de GaAs
sur laquelle est effectuée la croissance de la couche de mouillage et des boites quantiques
d’InAs, sur lesquelles est ensuite déposée une derniére couche de GaAs, de méme épaisseur
que la premiére. L’ensemble de ces trois couches dont ’épaisseur totale représente 0.6 um
peut alors étre insérée entre deux couches de GaAlygAs de 1 pwm d’épaisseur chacune.
L’indice de réfraction du GaAs étant de 3.61 [103] (& température ambiante, a 885 nm),
celui-ci est donc supérieur a celui du GaAlpgAs valant 3.23 [104, 105] (& température
ambiante, & 885 nm), et la lumiére peut étre guidée dans I’hétéro-structure d’InAs/GaAs
qui forme donc le coeur du guide d’onde. Les deux couches de GaAlggAs qui permettent de
confiner la lumiére forment quant & elles la gaine du guide. L’ensemble de cette structure
est schématisée dans la figure (2.7).

Le guide d’onde bidimensionnel ainsi réalisé permet de confiner la lumiére dans le plan
des boites. Cependant dans une telle géométrie, la densité d’énergie électromagnétique di-
minue rapidement & mesure que la lumiére se propage dans le guide d’onde, car celle-ci se

trouve dispersée dans le plan du guide. Afin d’étre capable de travailler loin de la facette
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FIGURE 2.7 : Schéma de la structure permettant de confiner la lumiére dans le plan des boites.
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FIGURE 2.8 : (a) Schéma d’une hétérostructure d’InAs/GaAs, formant le ceeur du guide, insérée

entre deuzx couche de GaAly ¢ As, formant la gaine du guide. (b) Image TEM de la coupe transversale

d’un guide d’onde d’une premiére génération d’échantillons, les pointillés représentent le plan des
boites. (c¢) Profil d’intensité du mode fondamental du guide d’onde.
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d’entrée d’un guide, pour pouvoir s’affranchir de la lumiére parasite qui y est diffusée, et
également pour étre capable d’étudier des boites sur toute la longueur de I’échantillon, il
faut donc confiner la lumiére dans une direction supplémentaire. Cela est réalisé en suppri-
mant, par gravure chimique, une partie de la couche supérieure de GaAlggAs. Au cours de
cette procédure, réalisée au LPN aprés la croissance de 1’échantillon, un masque formant
plusieurs séries de quatre rubans, d’une largeur de 0.5 ym, 1 um, 1.5 pm et 2 pm, séparés
les uns des autres de 50 pum, est appliqué sur ’échantillon. Un traitement chimique sélectif
permet alors, autour de ces rubans, de supprimer les couches supérieures de GaAlAs et de
GaAs, ainsi que la couche d’InAs (couche de mouillage et boites quantiques), ne laissant
intactes, entre les guides, que les couches inférieures de GaAs et GaAlAs. Sur la figure
(2.8.a) sont schématisés deux guides d’onde uni-dimensionnels ainsi réalisés. La suppres-
sion de la couche de mouillage et des boites quantiques d’InAs entre les guides permet de

limiter les boites étudiées a celles contenues dans les guides d’onde.

La figure (2.8.b) montre une image réalisée par microscopie électronique en transmis-
sion (TEM), de la coupe transverse d'un guide d’onde de 2 pm de large, sur laquelle nous
constatons la présence d’interfaces latérales non abruptes. La figure (2.8.c) montre une
simulation numérique du profil d’intensité du mode guidé correspondant & un guide idéal,
aux interfaces nettes. En raison du grand saut d’indice entre I’hétérostructure et I’air, ces
guides d’onde permettent de confiner la lumiére latéralement, créant ainsi un mode optique
guidé unidimensionnel situé sous le ruban supérieur de GaAg gAs. Signalons pour finir que
dans cette structure unidimensionnelle, la densité d’énergie électromagnétique reste quasi-
ment constante tout le long du guide d’onde, tant que I’énergie de I'excitation est inférieure
a I’énergie d’absorption des matériaux qui le constituent. Ainsi, pour une énergie inférieure
a 1.34 eV, la lumiére est dans la zone dite de "transparence" du guide d’onde et il nous
est possible, comme illustré sur la figure (2.9.d), de voir a 'extrémité du guide la lumiére

transmise.

Sur la figure (2.9) sont exposées quatre images de la surface de I’échantillon, obtenues
au moyen d’une camera CCD de type webcam, reliée & un ordinateur. La premiére image
montre un guide d’onde éclairé par de la lumiére blanche, envoyée sur I’échantillon selon un
dispositif qui sera détaillé dans la suite de ce chapitre. Remarquons que ce guide est incliné
de 7° par rapport a 'horizontale, afin de limiter les réflexions aux interfaces guide/air,
comme nous le démontrerons par la suite. La seconde image montre le méme guide, sans
lumiére blanche mais auquel a été couplé un laser d’énergie 1.42 eV. A cette énergie le laser
est absorbé par la couche de mouillage, et la luminescence alors émise est visible sur la
figure (2.9.b). L’observation de cette luminescence sur toute la longueur du guide permet

de vérifier que le couplage est bien réalisé et d’optimiser les réglages & ’entrée du guide
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(a) échantillon éclairé en lumiére blanche (b) luminescence de la couche de mouillage

(c) laser incident a l'entrée d’un guide d’onde (d) laser guidé en sortie d’un guide d’onde

FIGURE 2.9 : Images de la surface de ’échantillon. (a) Un guide d’onde de ’échantillon est éclairé
par une lampe blanche. (b) Le laser de longueur d’onde A = 86Tnm est couplé ¢ un guide d’onde
et nous voyons la luminescence de la couche de mouillage ainsi excitée. (c) Le laser de longueur
d’onde A = 920nm est couplé & un guide d’onde et nous voyons (d) le laser transmis en sortie du

guide.

(focalisation, positionnement latéral et en hauteur de l'objectif servant a l’excitation).
Finalement, les deux derniéres images montrent la surface de I’échantillon, éclairée en
lumiére blanche, au niveau de l'entrée et de la sortie du guide. Sur 'image (2.9.c), nous
voyons comment le laser d’énergie 1.34 eV est focalisé a I'entrée du guide, et sur (2.9.d)

comment, dans la zone de transparence, celui-ci est guidé jusqu’a la sortie du guide d’onde.

Inclinaison des guides d’onde

Comme cela apparait clairement sur les figures (2.9.a) et (2.9.b), une partie des guides
d’onde utilisés sont inclinés d’un angle de 7° par rapport a ’horizontale (direction [110]). La
raison de ce choix est la volonté de réduire 'onde réfléchie a l'interface semi-conducteur /air,
que nous jugions responsable de certains résultats expérimentaux "étranges" observés, en

particulier sur certaines courbes ’oscillations de Rabi ot I'intensité augmentait avec la puis-
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FIGURE 2.10 : Intensité lumineuse en sortie du guide d’onde excitée par une seule impulsion

laser.

sance d’excitation.

Afin de déterminer I'importance de la réflexion causée par la différence d’indice de
réfraction entre le GaAs et air, nous avons réalisé a I'aide d’une caméra & balayage de
fentes (streak camera), d'une résolution temporelle de 4 ps, des expériences en transmission
en récoltant le laser issu de la sortie du guide d’onde, lorsqu’une seule impulsion lumineuse
est couplée a l'entrée de celui-ci. Comme le montre la figure (2.10), intensité lumineuse
détectée en sortie du guide en fonction du temps présente deux pics d’intensité différente
I; et Iy et distants temporellement de 6t = 63 ps. En effet, lorsque la lumiére aprés avoir
traversé le guide arrive a 'interface échantillon/air, la différence d’indice optique entre les
deux milieux engendre une transmission et une réflexion partielle de la lumiére. Le premier
pic d’intensité I; = T'Iy, correspond & l'intensité de 'onde transmise lors de son premier
passage au niveau du dioptre GaAs/air, tandis que le second d’intensité I = R2T1I,
correspond & l'onde réfléchie une premiére fois en sortie du guide, puis une seconde fois a
I’entrée du guide et finalement transmise lorsque ['onde s’étant propagée arrive de nouveau
sur la facette de sortie du guide.

En comparant I'intensité des deux raies ainsi obtenues, nous sommes capables d’évaluer

le coefficient de réflexion a l'interface GaAs/air :

I 252
}#:,/%:Umz%% = r=vVR ~53% (2.17)
1

ce qui correspond bien a la valeur théorique :
2 2
— Ng; 3.63 -1
R = (27 Nair) _ (9997 1) o 399 = r=VvR~51%  (2.18)
n9 + Ngir 3.63+1

De méme, la durée 6t écoulée entre la détection du premier pic et celle du second nous

permet de déterminer la distance parcourue par la partie de 'impulsion ayant effectué un
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aller-retour supplémentaire avant d’étre transmise :

ot
oL = 2 — 52 mm (2.19)
nelf
2
ol ngf T est Pindice effectif. Nous trouvons donc une distance est tout-a-fait compatible avec

un aller-retour dans un guide d’onde d’approximativement 2.5 mm de longueur, confirmant
bien 'origine des deux pics observés sur la figure (2.10).

Les mémes mesures effectuées sur un guide incliné de 7° par rapport a la direction
cristallographique [110] montrent quant elles une absence totale de second pic, indiquant
que I'onde réfléchie sur le dioptre GaAs/air ne se propage pas ou peu dans le guide d’onde,

ne venant pas réexciter le systéme étudié.

Cependant, en dépit de ’absence d’onde réfléchie dans ces guides d’onde inclinés, les
résultats expérimentaux obtenus pour ce type de guide sont identiques & ceux obtenus pour
des guides orientés selon [110]. La réflexion supplémentaire de I’onde ne semble donc pas
avoir d’influence sur le comportement du systéme & deux niveaux étudié, méme si dans le
doute il nous a semblé toujours préférable d’utiliser les guides inclinés pour nous affranchir

des réflexions parasites aux interfaces.

Extraction de la luminescence

Dans notre géométrie, le laser d’excitation est confiné dans le plan des boites, dont
la luminescence est détectée dans la direction perpendiculaire. Il est donc nécessaire de
vérifier numériquement que la présence de guides d’onde uni-dimensionnels ne modifie pas
les propriétés de la lumiére émise par les boites et collectée dans la direction z ([001]). Des
simulations FDTD (finite difference time domain) comme celles représentées sur la figure
(2.11) ont donc été réalisées avec le logiciel Meep, afin d’évaluer le diagramme d’émission
d’un dipdéle ponctuel situé dans un guide d’onde, tel que celui schématisé dans la figure
(2.11.a). Les figures (2.11.b) et (2.11.c) montrent 'amplitude du champ électrique émis par
un dipdle situé au centre d’un guide d’onde de 2 um de large, lorsque celui-ci est polarisé
selon la direction = du guide d’onde ([110]), et selon la direction perpendiculaire y ([110]).
Nous voyons ainsi d’une part que la luminescence détectée provient principalement de la
surface du guide, 'efficacité d’extraction pourrait de ce fait étre proche de celle rencontrée
au niveau d’un dioptre plan semi-conducteur/air, & savoir approximativement 3% lorsque
celle-ci est collectée par un objectif de microscope d’ouverture numérique 0.5. Cette valeur
n’est cependant qu’une estimation car dans le cas d’un guide d’onde tel que le notre,
en fonction du couplage d’un dipéle au mode du guide, I'efficacité d’extraction peut étre
fortement modifiée, comme ’a montré Guillaume Lecamp dans sa thése [106]. D’autre part,

nous constatons que 'amplitude du champ, dans le cas d’une dipoéle polarisé selon y (figure
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FIGURE 2.11 : Simulations FDTD réalisées au moyen du logiciel Meep de ’amplitude du champ

électrique émis par un dipdle unique inséré au centre d’un guide d’onde représenté en (a), pour un

dipéle situé au centre du guide et polarisé (b) selon [110] et (c) selon [110] et pour un dipdle situé
@ 0.4 um du centre du guide et polarisé (d) selon [110] et (e) selon [110].



2.1 Optique guidée 71

1.0

0.8

0.6

0.4

rapport Epern/Eparaiile

0.0 0.0 02 04 0.6 0.8 1.0

distance au centre du guide (pumn)

FIGURE 2.12 : Rapport des champs E, /E) en fonction de la distance (selon y) du dipdle par
rapport au centre du guide.

(2.11.c)), vaut 95% de celle du champ collecté pour un dipéle polarisé parallélement au
guide (figure (2.11.b)), soit 1, = 90 %I .

De méme, les figures (2.11.d) et (2.11.e) montrent 'amplitude du champ électrique
émis par un dipole décalé latéralement (selon y) de 0.4 um par rapport au centre du guide,
lorsque celui-ci est polarisé selon la direction paralléle, et selon la direction perpendicu-
laire.Nous trouvons 1a encore un rapport du méme ordre de grandeur que le précédent.
Comme le montre la figure (2.12) sur laquelle est tracé le rapport £ /E) en fonction de la
position latérale du dipole dans le guide, cela reste le cas tant que que le dipole est a plus
de 0.2 um des bords du guide d’onde, le rapport des intensités tombant alors a 70%. Les
boites que nous étudions étant celles de plus forte intensité, nous estimons qu’elles sont
proches du maximum du mode et donc comprises entre +0.5 pum du centre du guide. Cela
signifie que lors d’expériences en polarisation, telles que celles présentées au cinquiéme
chapitre, la présence d’'un guide d’onde uni-dimensionnel influence peu sur les résultats
expérimentaux et 1’anisotropie mesurée pour la luminescence des boites témoigne bien de

leurs propriétés intrinséques.

Notons que la faible efficacité d’extraction de nos structures et I'imperfection du gui-
dage du laser d’excitation dans le plan des boites pose un frein a la réalisation d’expériences
sous excitation résonnante. En effet, & forte puissance d’excitation, la raie de luminescence
étudiée est assez rapidement masquée par l'intensité du laser diffusé aux interfaces du guide
d’onde et il nous est par exemple impossible d’observer des oscillations de Rabi au dela
de deux périodes. Dans le but d’améliorer cette efficacité d’extraction, de nouveaux échan-
tillons ont été réalisés, dans lesquels les guides d’onde sont constitués de miroirs de Bragg,
comme cela est montré dans la figure (2.13). Un échantillon dont la coupe transverse est re-

présentée sur 'image (2.13.b), constitué de 24 miroirs de Bragg au dessus du plan des boites
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FIGURE 2.13 : Structure du nouvel échantillon en cours de caractérisation. (a) Schéma de principe
de la structure, le plan des boites est inséré entre deux couches de miroirs de Bragg. (b) Image
TEM de la coupe transversale d’un guide d’onde, constitué de 24 miroirs de Bragg dans sa partie
supérieure et de 12 dans sa partie inférieure. La gravure du guide a été effectuée par ICP (intictively

coupled plasma).
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et de 12 en dessous, est actuellement en cours de caractérisation. Les premiéres mesures
effectuées nous ont montré qu’'une telle structure multipliait par quinze la luminescence
détectée dans la direction z, perpendiculaire au plan des boites. Ces nouveaux échantillons
étant cependant toujours en cours d’étude préliminaire, ils ne seront pas considérés par la

suite.

2.2 Dispositif expérimental

2.2.1 Schéma général

Le montage expérimental, représenté sur la figure (2.14) se divise en quatre grandes
parties que nous étudierons séparément au cours de ce chapitre. Tout d’abord la source
d’excitation est composée d’un laser Titane-Saphir qui passe par un systéme de filtrage
spatial, composé de I'objectif 01, d’'un trou de 10um de diamétre et de la lentille Lq, avant
d’étre focalisé sur ’échantillon, soit par l'objectif Oy afin de coupler le laser incident a
I'un des guides d’onde présents sur notre échantillon (configuration habituelle), soit par
I'objectif O3. La luminescence des boites peut ensuite étre collectée soit perpendiculaire-
ment & I’échantillon par I'objectif O3 (configuration habituelle), soit par la face clivée de
I’échantillon en utilisant ’objectif O4. Elle passe ensuite par un systéme confocal, composé
des lentilles Lo et L3 et d’un trou de 50um de diamétre, permettant de filtrer spatialement
le signal issu des objectifs de détection et de réduire ainsi le nombre de boites dont la
luminescence est détectée, avant d’étre focalisée sur la fente d’entrée d’un spectromeétre au
moyen de la lentille Ly. Elle peut ensuite étre soit envoyée sur une caméra CCD (charge-
coupled device), permettant de réaliser des spectres de photoluminescence, soit sur une
fente de sortie. Derriére cette seconde fente se trouve un dispositif type Hanbury Brown
et Twiss constitué d’un cube séparateur et de deux photo-diodes a avalanche (APD), de
résolution temporelle 300 ps avec un bruit de 20 coups/s, qui seront utilisées pour réaliser
I’auto-correlation du signal. Nous pouvons aussi utiliser seulement une seule de ces diodes
pour étudier la décroissance temporelle de la luminescence émise par une boite, la synchro-
nisation avec I’excitation étant alors réalisée par une photo-diode rapide placée en sortie
du laser.

L’échantillon est inséré dans un cryostat ou il est refroidi par contact avec un bain
d’hélium permettant de le maintenir & une température de 7 K. A l'intérieur de ce cryostat,
il est fixé sur un porte échantillon muni de deux résistances Allen-Bradley permettant d’en
controler et modifier la température.

Un jeu de miroirs pivotant permet par ailleurs dans certains cas de faire passer le laser
d’excitation par une ligne a retard constituée d’un interférométre de Michelson stabilisé
en phase. Celle-ci est utilisée au cours des expériences de contrdle cohérent pour exciter

le systéme & deux niveaux au moyen de deux impulsions successives de méme intensité,
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FIGURE 2.14 : Schéma général du montage expérimental.
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séparées temporellement d’un délai § précisément controlé, et déphasée I'une par rapport a
I’autre d’une quantité ¢, elle aussi précisément contrélée. De méme, un autre jeu de miroirs
placés cette fois sur le chemin de détection, en sortie du systéme confocal, permet de faire
passer la luminescence détectée a travers un interférométre de Fabry-Pérot, utilisé comme

filtre interférentiel pour améliorer la résolution spectrale du dispositif expérimental.

Ce dispositif expérimental a été mis en place progressivement depuis la thése de Romain
Melet [18] et a été constamment amélioré et développé depuis, durant la thése d’Alexandre
Enderlin [19] et la mienne. Au cours de celle-ci, les contributions les plus importantes
ont été la mise en place de l'interférométre de Fabry-Pérot et la réalisation du montage
Hanbury Brown et Twiss. L’évolution prochaine du montage consistera, comme nous le
présenterons au dernier chapitre, au développement d’un dispositif type Hong-Ou-Mandel

en sortie du spectromeétre.

2.2.2 Dispositif d’excitation
Source laser

L’excitation est réalisée au moyen d’un laser Titane-Saphir, modéle Tsunami de la
marque Spectra Physics, pompé par un laser solide Nd : YVO, doublé, intracavité par
un cristal de LBO, fournissant un faisceau d’une puissance de 10 W a 532 nm. Le jeu
de miroirs situé & l'intérieur de la cavité laser permet alors, grace a un filtre de Lyot,
d’accorder la longueur d’onde d’émission du laser Titane-Saphir entre 695 nm et 1085 nm.
La puissance de sortie du laser aux longueurs d’onde correspondant aux boites quantiques
étudiées (900 nm a 960 nm) est proche de 1.5 W pour une puissance de pompe de 8.5—9 .

Le laser est polarisé verticalement (selon y).

11 s’agit d’un laser a blocage de modes (mode-locked) fonctionnant en régime d’im-
pulsions femtosecondes ou picosecondes. Nous choisissons cependant de n’utiliser que des
impulsions picoseconde afin de limiter la largeur spectrale de 'excitation et n’étre a la ré-
sonance qu’avec une seule transition. Par ailleurs, les mesures de temps de vie nécessitent
de impulsions beaucoup plus courtes que le temps de décroissance 17 de la luminescence.
Celui-ci étant compris entre 500 ps et 1.2 ns, des impulsions de 2 ps sont suffisamment
courtes pour pouvoir réaliser ces mesures. De méme, des expériences de contréle cohérent
et d’oscillations de Rabi nécessitent des impulsions d’une durée inférieure au temps de
cohérence 75 du systéme a deux niveaux étudié, qui est supérieur a 200 ps. La encore des
impulsions de 2 ps peuvent étre utilisées. Bien que les impulsions femtosecondes vérifient
encore mieux ces deux conditions, leur largeur spectrale est trop importante et elles ne

permettent pas de n’exciter qu’une seule transition optique.
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Filtrage spatial

Avant d’étre focalisé sur I’échantillon au moyen des objectif Oy ou O3, le faisceau laser
d’excitation est tout d’abord filtré spatialement en étant focalisé, au moyen de 1'objectif
01 d’ouverture numérique 0.35 et de distance focale de 1.2 ¢m, dans un trou de filtrage
de 10 um de diamétre, situé dans le plan focal objet d’une lentille de distance focale de
8 e¢m. Ce trou de filtrage sert alors de point source a toute la suite du dispositif optique
et c’est I'image de celui-ci qui est réalisée sur 1’échantillon, puis sur la fente d’entrée du
spectrométre. La source laser et le cryostat étant situés sur deux tables différentes, un tel
systéme nous permet de nous affranchir des éventuelles variations spatiales du faisceau
d’excitation, dues au déplacement d’une table par rapport a 'autre, ainsi que de celles
pouvant étre engendrées lorsque du chemin d’excitation direct, nous basculons sur le chemin
passant par la ligne a retard, située avant ce trou de filtrage, et inversement. En effet, ce trou
définissant & lui seul la position de la tache d’excitation, quels que soient les déplacements
du laser en amont du systéme de filtrage, cette tache ne bougera pas et le couplage au guide
d’onde contenant les boites étudiées ne sera pas modifié. Par ailleurs, ce systéme permet
également d’élargir d’un facteur 7 le faisceau d’excitation qui posséde alors un diamétre
de l'ordre de la dizaine de millimétres. Ainsi, la surface de la lentille d’entrée, de 3 mm de
diameétre, de I'objectif de microscope utilisé pour focaliser ’excitation sur I’échantillon est
largement couverte, permettant ainsi d’obtenir la tache d’excitation la plus petite possible,
c’est & dire limitée uniquement par la diffraction et permettant un déplacement vertical et
horizontal de 'objectif de microscope pour pourvoir coupler I'excitation a différents guides
d’onde.

Objectifs de microscope

Les trois autres objectifs de microscope utilisés dans ce montage, servent & focaliser le
laser d’excitation sur I’échantillon et a détecter la luminescence émise par les boites. Les
deux objectifs latéraux, O9 servant & coupler ’excitation a ’entrée d’un guide d’onde et Oy
servant a détecter la luminescence en sortie d’un guide, sont identiques et ont une ouverture
numérique de 0.45, une distance focale de 0.5 c¢m et une distance frontale de 1.7 cm.
L’objectif O4 permettant de détecter la luminescence dans la direction perpendiculaire a la
surface de ’échantillon posséde quant & lui une ouverture numérique de 0.55, une distance
focale de 0.4 ¢m et une distance frontale de 0.7 cm.

Le diameétre de la tache d’excitation issue de l'objectif O2 est, comme nous ’avons
précédemment mentionné, limitée par la diffraction de 'objectif et est alors donnée par la
formule :

dtache = 1.220% (2.20)

ou A est la longueur d’onde et O.N 'ouverture numérique. Nous trouvons ainsi & 900 nm
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une tache d’excitation de 2.5 um de diamétre, ce qui est légérement supérieur a 1’extension
spatiale transverse des modes d’un guide d’onde de 2 um de largeur.
Les trois objectifs de détection sont montés sur des translations piézoélectriques per-

mettant de régler finement leur position dans les trois directions de I’espace.

2.2.3 Ligne a retard

Sur le chemin d’excitation, entre le laser Titane-Saphir et le systéme de filtrage spatial,
est intercalée au moyen d’'un jeu de miroirs amovibles, une ligne & retard constituée par
un interférométre de Michelson stabilisé en phase [18, 19]. Cet interféromeétre permet de
dédoubler une impulsion laser en deux impulsions de méme intensité, décalées temporel-
lement et déphasées I'une par rapport & I’autre d’une quantité ¢ précisément controlée et
stabilisée [107, 108|. Afin d’assurer cette stabilité, un asservissement est réalisé au moyen
d’un laser Hélium-Néon parcourant 'interférométre parallélement au laser Titane-Saphir
servant a exciter les boites quantiques. Le principe de cet interférométre est schématisé sur
la figure (2.15).

Le faisceau du laser Titane-Saphir, représenté en bleu sur la figure (2.15), est séparé au
moyen d’un cube séparateur non polarisant, en deux faisceaux d’intensité identique, chacun
partant dans un des bras de 'interférométre. Au bout de 'un d’eux, qui sera qualifié de
"fixe", se trouve un rétro-réflecteur monté sur un déplacement piézoélectrique permettant
des déplacements sur une échelle inférieure & la longueur d’onde du laser, tandis que le
second, qualifié lui de "mobile", s’achéve sur un rétro-réflecteur monté sur une platine de
translation permettant un déplacement total de 30 ¢m par pas de 'ordre de 0.1 mm. Les
deux faisceaux incidents ainsi réfléchis au bout de chaque bras se superposent au niveau
du cube séparateur, avant d’étre envoyés vers I’échantillon.

Nous voyons qu’en changeant précisément la longueur du bras mobile de l'interféro-
metre, il est possible de décaler temporellement 'impulsion issue du bras mobile par rapport
a celle issue du bras fixe, de maniére a exciter I’échantillon au moyen de deux impulsions

successives, séparées d’'une durée § précisément controlée.

La modification de la phase relative des deux impulsions et la stabilisation de celle-ci
sont réalisées en contrdlant 'intensité des interférences du laser Hélium-Néon continu, sta-
bilisé en fréquence, qui parcourt I'interférométre parallélement au faisceau du laser Titane-
Saphir et dont le trajet est représenté en rouge sur la figure (2.15). Celui-ci est polarisé
verticalement lorsqu’il arrive au niveau du cube séparateur, qui le scinde en deux fais-
ceaux d’égale intensité, partant chacun dans un des bras de I'interférométre. Alors que le
faisceau dirigé dans le bras fixe n’est pas modifié et est simplement réfléchi sur le rétro-

réflecteur monté sur déplacement piézoélectrique, celui dirigé dans le bras mobile passe a
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FIGURE 2.15 : Schéma de linterférométre de Michelson stabilisé. La trajectoires suivie par le
laser Titane-Saphir est représentée en bleu et celle suivie par le laser Hélium-Néon est représentée

en rouge, de méme que les symboles représentant la polarisation de celui-ci.

deux reprises dans une lame quart-d’onde dont les axes sont orientés & 45° de la verticale,
transformant ainsi la polarisation verticale en circulaire au premier passage par la lame,
puis en horizontale au second passage. Les deux faisceaux du laser Hélium-Néon se recom-
binant sur le cube séparateur sont donc de méme intensité, I'un polarisé verticalement et
I’autre polarisé horizontalement. Ils passent ensuite tout deux par une nouvelle lame quart
d’onde rendant leur polarisation circulaire, respectivement droite et gauche. La polarisation
de l'onde résultante est donc linéaire selon une direction définie par le déphasage ¢ entre

les ondes issues de chaque bras de l'interférométre. Cette onde résultante passe alors par
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FIGURE 2.16 : Schéma simplifié montrant les changements de la polarisation du laser de controle

dans Uinterférométre.

un analyseur dont la direction peut étre précisément modifiée au moyen d’un moteur pas
a pas, avant d’étre envoyée sur une photo-diode connectée & un systéme d’asservissement

du déplacement piézoélectrique sur lequel est monté le rétro-réflecteur du bras fixe.

Contréle du déphasage relatif entre les deux impulsions

Comme nous venons de le voir, & la sortie du cube séparateur se superposent une onde
FEy issue du bras fixe de I'interféromeétre, polarisée verticalement selon ’axe y et une onde
Ex issue du bras mobile, polarisée horizontalement selon 'axe x. L’onde résultante est

alors de polarisation elliptique et peut se mettre sous la forme :

E E
Esy =Ex1+ Ey; = 70 cos(wt + ¢)u, + ?0 cos(wt)uy (2.21)

ou FEy est 'amplitude du champ incident sur le cube et ¢ le déphasage relatif entre les
ondes issues de chaque bras. La figure (2.16) détaille I’évolution de la polarisation du laser
Hélium-Néon dans 'interférométre.

Cette onde FEgq traverse ensuite une lame quart d’onde dont les axes neutres sont

orientés a 45° des axes z et y, selon les direction 2’ et 3. En projetant sur les axes neutres
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de la lame, nous pouvons réécrire les champs Ex1 et Eyq sous la forme :

Ex, = % cos(wt + @) (cos(g) Uy — sin(%) Uy ) = f/% cos(wt 4 @) (Uy — Uy )

E E
Ey, = 70 cos(wt) (sin(%) Uy + cos(z) Uy ) = = cos(wt)(uy + uy)

4 2v/2
(2.22)
qui deviennent aprés passage par la lame quart d’onde :
E
Exy=—- (COS(wt + 6 — o) uy — cos(wt + ) “y’>
2v2 2 (2.23)
By = 0 (cos(wt = 5) up +cos(wt) uy ) |
= —— (cos(wt — =) uy + cos(wt) u,
Y2 2\/5 2 x Y
soit :
Ey .
Exo = —= (sin(wt + @) uy — cos(wt + @) uy)
2v/2
J (2.24)
0 .
Eys = WG (sin(wt) uy + cos(wt) uy)

Nous trouvons donc deux ondes polarisées circulairement, respectivement gauche et droite,

et 'onde résultante est de la forme :

Esys = Exo+ Eys

= 2?/05 [(sin(wt + ¢) + sin(wt)) uy + (— cos(wt + @) + cos(wt)) uy |

NG 2 sin(wt + 5) COS(E) Uy — 2 sin(wt + 5) sm(7) uy/}

- \b;% sin(wt + g) _cos(;b) o + sin(g) uy,]

= 7 sm(wt—i—§) 603(5) Ty+sm(2) 7 y}

_ k& sin(wt + ?) -—2 sin(? — E) sin(ﬁ) Yz + 2608(? — E) COS(E) %y
G 2’ | PRV EN) 2 "

= \b;% sin(wt + g) - sin(g — Z) U, + cos(% - %) uy] (2.25)

La polarisation de I'onde résultante Egy est donc linéaire et forme un angle ¢/2 — /4 avec

l'axe .

Apreés son passage par la lame quart d’onde, le laser est envoyé sur un analyseur dont
la direction forme un angle 6 avec la verticale y, comme l'illustre la figure (2.16). L’angle

1 entre la direction ¢/2 — 7/4 du laser et celle de I'analyseur est donc donné par :

v=2

™
- - 2.2
5 1 (2.26)
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FIGURE 2.17 : Variations de lintensité lumineuse arriwant sur la photodiode en fonction du

déphasage relatif ¢ entre les ondes issues des deux bras de l'interférométre. La valeur de la consigne
d’asservissement (droite rouge) est fixée a lendroit ot la tangente a la courbe noire posséde la pente

la plus grande (points rouges).

et l'intensité moyenne en sortie de ’analyseur s’écrit :

2
(I) = % <§%> cos®1p = Ef) cos? <(§ —0— Z) (2.27)

Sur la figure (2.17) est tracée I'intensité normalisée (I)/(EZ2/4) en fonction du déphasage

relatif ¢ entre les ondes issues des deux bras de l'interférométre, pour un angle 6 fixé.

Nous voyons ainsi comment l'intensité mesurée par la photo-diode placée derriére 'ana-
lyseur permet, pour un angle 6 fixé, de remonter au déphasage ¢ entre ’onde issue du bras
fixe et celle issue du bras mobile. Pour contréler ce déphasage, une contre-réaction est
réalisée sur la position du rétro-réflecteur monté sur déplacement piézoélectrique, situé a
I'extrémité du bras fixe. Pour ce faire, 'intensité moyenne (I) détectée par la photo-diode
est comparée & une valeur de référence (Iy) servant de consigne a la boucle d’asservissement
du déplacement piézoélectrique, réalisée au moyen d’un régulateur proportionnel intégral
dérivé (PID). Celui-ci permet en effet d’appliquer une tension modifiant la position du
rétro-réflecteur, de maniére a conserver (I) = (Ip).

Ainsi, pour un angle 6 donné, la stabilité du déphasage relatif ¢ entre ’onde issue du
bras fixe et celle issu du bras mobile est assurée, et il est possible de faire précisément varier
celle-ci en modifiant la direction de 'analyseur. En effet, lorsque 'angle 6 change, pour que
la relation (I) = () soit conservée, il faut que ¢ soit également modifié, en déplacant le

rétro-réflecteur monté sur piézoélectrique.

Nous venons de voir comment, au moyen d’un laser de contréle, nous pouvons stabiliser
et modifier le déphasage entre les ondes issues des deux bras de l'interférométre. Pour
optimiser la qualité de cette stabilisation, la consigne (Iy) doit étre choisie judicieusement,

afin que l'amplitude des fluctuations de (I) engendre les plus faibles fluctuations de ¢
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(a) contre-réaction branchée (b) contre-réaction débranchée

FIGURE 2.18 : Oscillogrammes représentant la variation de tension aux bornes de la photo-
diode (a) lorsque l'asservissement fonctionne et (b) lorsque la contre-réaction est débranchée et le

déplacement piézoélectrique est branché a un générateur de tension sinusoidale.

possibles. Pour cela , il faut choisir la valeur de la consigne de maniére & ce que aux points
d’abscisse (Iy), la pente de la courbe (I)(¢) représentée sur la figure (2.17), soit la plus

grande possible en valeur absolue. Il faut donc avoir :

d<1I> E} | m E?
) _29_f>:_70 2.2
do g o (d’ 2 8 (2:28)
et nous devons de ce fait choisir :
Imam E2
(o = e = =0 (229)

La droite vérifiant cette relation est tracée en rouge sur la figure (2.17) et les valeurs (Ip)
permettant la meilleure stabilité de 'interféromeétre sont les abscisses des points d’inter-

section des courbes (2.27) en noir et (2.29) en rouge.

Le signal mesuré par la photo-diode est une tension U, proportionnelle & I'intensité lu-
mineuse. Pour évaluer la précision de la stabilisation réalisée ici, il nous faut donc comparer
les fluctuations du signal AUy mesuré par la photo-diode lorsque le déplacement piézoélec-
trique est branché a la contre-réaction, représentées sur la figure (2.18.a), a 'amplitude
Unazr X Imar des oscillations obtenues lorsque le déplacement piézoélectrique n’est pas
branché & la contre réaction, mais & un générateur basse fréquence délivrant une tension
sinusoidale. Ce deuxiéme cas de figure est illustré par la figure (2.18.b), sur laquelle nous
remarquons que le signal recu par la photo-diode n’est pas sinusoidal car la fréquence de
la tension appliquée n’est pas un multiple de la longueur d’onde du laser de controle.

Les deux oscillogrammes de la figure (2.18) nous permettent de déterminer AUy =
0.15 V et Upr = 7.4 V. Les fluctuations de Uintensité Aly autour de (Iy) étant reliées
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aux fluctuations A¢ du déphasage relatif des deux ondes issues de I'interférométre par la

relation :

2
Aly = %Aq& = I";“” A¢ (2.30)

nous en déduisons :

_2AL,  2AUy 2% 0.150
B Imax B Umaz B 7'4

A¢ = 0.04 rad (2.31)
soit une précision d’environ 3° sur la stabilité du déphasage ¢. Les fluctuations de position

du miroir asservi ont pour amplitude :

A A
AL=A¢p = = 2 2.32
¢ o = 157 (232)

2.2.4 Dispositif de détection

La luminescence émise par les boites est collectée par les mémes objectifs de microscopes
09, O3 ou O4 que ceux servant & l’excitation. Elle passe ensuite par un systéme confocal
avant d’étre focalisée par la lentille L4 sur la fente d’entrée de notre spectrométre & réseau,

ol elle est analysée au moyen d’'une caméra CCD.

Imagerie de la surface de ’échantillon

Pour faciliter les réglages, nous réalisons au moyen d’une lame semi-réfléchissante amo-
vible placée en sortie de 'objectif O3, I'image de la surface de I’échantillon. Le dispositif
permettant cette imagerie est présenté sur la figure (2.19). La surface de 1’échantillon est
éclairée en lumiére blanche a travers I'objectif de microscope Os, par lequel est également
collecté le signal issu de cette surface qui est ensuite partiellement réfléchi sur la lame
semi-réfléchissante et envoyé sur une caméra CCD de contrdle. C’est ainsi qu’ont été obte-
nues les images présentées dans la figure (2.9). L’observation de la surface de ’échantillon
permet, en plus de sélectionner le guide d’onde & exciter, de focaliser I’objectif de détection
sur la zone a étudier et de régler la position de 'objectif d’excitation Os.

Il nous est également possible, au moyen d’une autre lame semi-réfléchissante, d’obser-
ver la réflexion du laser d’excitation sur la face clivée de ’échantillon, comme la montre
la figure (2.19.c). Nous n’utilisons pas dans ce cas de lumiére blanche, mais focalisons le
laser sur la face clivée au moyen de I'objectif O et récoltons, avec ce méme objectif le laser
réfléchi. Cette image est utilisée pour régler la position latérale, de méme que la focalisation
de l'objectif d’excitation Os. En effet, le mode du guide étant trés prés de la surface de
I’échantillon, il nous suffit de positionner 'objectif de maniére & ce que la tache d’excita-
tion soit sur I’échantillon, a la limite échantillon/air et nous pouvons ensuite regarder la

luminescence de la couche de mouillage par 'objectif O3 pour affiner le réglage.
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Lumiere
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semi-réfléchissante N ) t“
(b) surface de I’échantillon
objectif de
microscope

CCD

Echantillon

(a) éclairage en lumiére blanche (c) face clivée de Iéchantillon

FIGURE 2.19 : Imagerie en lumiere blanche de la surface de I’échantillon. a) Principe du montage,
b) image d’un guide d’onde sur lequel est focalisé le laser au moyen de lobjectif O3 et c) focalisation

du laser sur la face clivée de l’échantillon par l’objectif Os.

L2 Trou de 50 pm L3
p———— ——
el
F2 F3

FIGURE 2.20 : (a) Systéme confocal sélectionnant les rayons les moins inclinés (rayons rouges)

provenant d’un disque de 1 um de diamétre sur la surface de l’échantillon. La zone de I’échantillon

observée est la région entourée sur l'image (b).

Systéme confocal

La luminescence issue des objectifs O3 (configuration habituelle) ou Oy est alors envoyée
sur un systéme confocal constitué de deux lentilles Lo et L3 de distance focale 20 ¢m et
d’un trou de 50 pum de diamétre, situé dans le plan focal image de la premiére lentille et
dans le plan focal objet de la seconde. Ce dispositif permet de sélectionner dans le champ
recueilli par 'objectif de microscope, I’émissions des boites contenues dans une zone de
1 pm? seulement.

En effet, la luminescence est collectée par Os, ce qui permet de récolter la lumiére issue
d’une zone d’environ 50 um de diamétre centrée sur le guide. Comme la gravure chimique
réalisée sur nos échantillons dans le but d’obtenir des guides d’onde uni-dimensionnels a

également permis de supprimer les boites quantiques et la couche de mouillage d'InAs se



2.2 Dispositif expérimental 85

situant entre les guides d’une largeur de 1 um a 2 um, seule la zone couverte par chaque
guide d’onde contient des boites. Cela permet de détecter dans le champ de 8000 pum? de
I'objectif, uniquement la luminescence d’objets situés dans une zone de 50 m? a 100 pm?.
Le nombre de boites quantiques situées dans une telle surface est cependant toujours
beaucoup trop élevé pour que soit possible I’étude d’objets uniques isolés.

Pour en réduire encore le nombre nous réalisons, au moyen du systéme confocal montré
sur la figure (2.20), une image intermédiaire agrandie du champ de 1'objectif de collection
O3 et nous en sélectionnons une partie au moyen d’un trou de diameétre 50 pm, dont
I'image est réalisée sur la fente d’entrée du spectromeétre. Le grandissement, Yeonr, du
systéme optique composé de 'objectif O3 et de la lentille Ly avec ’objet placé dans le plan

focal objet de 'objectif est donné par le rapport des distances focales :

fro 20
VYeonf ng 0.4 o ( 33)

Un trou de 50 pm de diamétre intercepte donc une zone de 'image intermédiaire corres-
pondant & un disque de 1 um de diamétre. La zone de I’échantillon sélectionnée par le
trou est indiquée par un cercle rouge sur I'image (2.20). La lentille Lg permet finalement
de collimater le faisceau de luminescence issu du trou et la lentille L, placée devant le

spectrométre forme I'image du trou sur la fente d’entrée de celui-ci.

Spectrométre

La luminescence est focalisée sur la fente d’entrée d’un spectrométre imageur Triax

550 de la marque Jobin & Yvon, muni de trois réseaux de 1200, 600 et 100 traits.mm™'.

Nous utilisons pour la spectroscopie essentiellement le réseau de 1200 traits.mm~! qui
nous permet d’obtenir la meilleure résolution spectrale, a savoir 45 ueV, le réseau de 100
traits.mm ™! étant lui privilégié pour les expériences résolues en temps.

Le signal requ par le spectrométre peut alors étre envoyé soit sur une caméra CCD,
soit sur une fente de sortie, derriére laquelle il est possible de placer une caméra a balayage
de fentes (Streak camera), ou un dispositif de type Hanbury, Brown et Twiss qui sera
détaillé ultérieurement. La camera CCD Jobin & Yvon refroidie & I'azote liquide est une
matrice de silicium bi-dimensionnelle de 1980 x 800 pixels, chaque pixel ayant une taille de
12 pm. La luminescence est dispersée spectralement le long des 1980 pixels latéraux, tandis
que la seconde direction du capteur peut étre utilisée pour réaliser I'imagerie verticale
de l’échantillon. Signalons que la lentille Ly de distance focale 8 e¢m a été choisie afin
qu’une tache d’un micromeétre sur ’échantillon tienne verticalement sur un pixel de la
CCD. Horizontalement, en utilisant le réseau de 1200 traits.mm~! du spectrométre, un
pixel couvre environ 37 peV, mais 'ajustement lorentzien d’un pic de luminescence plus
fin que cette résolution permet de trouver une largeur & mi-hauteur de 45 peV’, qui sera la

valeur retenue pour évaluer la résolution spectrale du dispositif expérimental employé ici.
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Signalons par ailleurs que la réponse du systéme de détection, en particulier celle du
réseau, dépend grandement de la polarisation du signal détecté. Ainsi, I'intensité mesurée
pour un méme signal envoyé avec une polarisation verticale est 40% inférieure celle mesurée
pour un signal polarisé horizontalement. Lors des nombreuses mesures en polarisation que
nous avons effectuées, il nous a donc fallu nous affranchir de cette réponse en utilisant un
analyseur horizontal fixe placé derriére une lame demi onde qui permet de faire tourner la

polarisation.

2.2.5 Interférométre de Fabry-Pérot

La résolution de notre spectrométre étant de 45 peV, nous ne sommes pas capables
de résoudre la largeur spectrale des raies d’émission de nos boites quantiques, qui est en
moyenne de 3 peV [109]. En outre, il nous est de méme souvent impossible de résoudre la
structure fine des excitons neutres, pour lesquels la valeur du splitting d’échange anisotrope
[77, 78, 110] est comprise, d’aprés nos mesures, entre 10 peV et 200 peV et inférieure a
45 peV dans 75% des cas. Afin d’améliorer la résolution de notre dispositif expérimental,
deux alternatives étaient envisageables, la spectroscopie par transformée de Fourier [111]
réalisée au moyen d’un interférométre de Michelson permettant d’obtenir la figure d’auto-
corrélation du champ électrique émis par une boite quantique, ou le filtrage spectral réalisé
au moyen d’un interféromeétre de Fabry-Pérot, cette seconde méthode étant celle que nous
avons finalement retenue.

Gréace a un jeu de miroirs pivotants, un interférométre de Fabry-Pérot, utilisé comme
filtre interférentiel accordable en fréquence, est inséré sur le chemin de détection, juste
avant I’entrée du spectroscope. La bande passante de ce filtre étant beaucoup plus étroite
que la résolution du spectroscope, c’est donc elle qui impose la résolution spectrale du
dispositif de détection, en permettant par un balayage en fréquence, de reconstituer point

par point la raie de luminescence de la transition considérée.

Principe de l’'interférométre de Fabry-Pérot

Considérons une cavité constituée de deux miroirs plans identiques, infiniment minces,
de coefficient de réflexion et de transmission r et t supposés réels, placés parallélement I'un
en face de l'autre, a une distance d (le premier en x = 0 et le second en = = d). Une onde
plane monochromatique £; de pulsation w, se propageant vers les x croissants et polarisée
paralléelement au plan d’incidence arrive en incidence normale sur le premier miroir. En

écrivant le champ électrique incident sous la forme :
Ei(x,t) = Age!Wtka) (2.34)

et tenant compte des conditions de continuité de la composante tangentielle du champ

électrique au niveau de chaque miroir, les champs réfléchis et transmis par 'interférométre
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ont pour expression :

e 2 —1 i(wt+kx)

Er(z,t) =14, |2, 2" (2.35)
2 1 i(wt—kx)

Sz, t) = P A—— e (2.36)

i1 ;2¢—2ikd

En considérant que I'indice de réfraction de l'air est égal a 1 et en utilisant la relation de
dispersion w = ke, les intensités des ondes réfléchies I, = |&,|? et transmises I; = |&|?

s’écrivent donc, en fonction de l'intensité de 'onde incidente I; = |&;|? :

AR sin?(2d)
I(w) =1 £ (2.37)
T2 + 4Rsin*(=d)
(&
T2
Li(w) = 1I; (2.38)
w
T2 + 4Rsin?(=d)

Cc

ot R =1r%et T = t? sont les coefficients de réflexion et de transmission en énergie de la
cavité Fabry-Pérot et ol la conservation de I’énergie se traduit par la relation R+ T = 1.
La quantité ¢(w) = 2kd = 2%d représente quant a elle la différence de phase entre deux
ondes successives issues de 'interférométre, chaque onde ayant fait un aller-retour de plus
que la précédente dans la cavité de longueur d.

L’intensité transmise par I'interférométre de Fabry-Pérot présente donc la forme d’une

fonction d’Airy, et nous pouvons définir 'ordre d’interférence p par :

—d=—d=pn 2.39

cd=—~rd=p (2.39)
L’intensité transmise est alors maximale pour des valeurs entiéres de p et minimale pour
des valeurs demi-entiéres de p. Pour observer deux résonances successives, il faut donc faire
varier la longueur de la cavité de Ad = A\/2. Il est ainsi possible pour une longueur d’onde

donnée de faire défiler les modes de la cavité en faisant varier sa longueur.

Notons que pour un interféromeétre de Fabry-Pérot réel, le revétement des miroirs de la
cavité peut absorber une partie de I’énergie dont la conservation s’écrit alors R+T+A = 1.

L’intensité transmise prend la forme :

T2

(T + A)2 + 4R sin?(~d)
C

Ii(w) = 1; (2.40)

et est donc diminuée par rapport au cas idéal.
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Finesse de la cavité

La finesse F d’une cavité Fabry-Pérot est définie par le rapport de la distance permet-
tant d’obtenir deux résonances successives (A/2) sur la largeur & mi-hauteur de chaque pic
de I'intensité transmise (\T/27V'R) :

F=

™V R
2.41
4 (2.41)

Donc pour des miroirs trés réfléchissants (R~ 1) : F ~ «/T.

Notons que pour un interférométre de Fabry-Pérot réel, la finesse réelle Fr peut étre
calculée au moyen de la finesse d’instrument F; qui tient compte des défauts de la cavité

et de la finesse F dite de réflectivité, définie précédemment [112] :

L—i+i (2.42)
Fi  F*  F} '

Facteur de qualité de la cavité

Le facteur de qualité Q exprime 'amortissement des oscillations d’un systéme résonnant
lorsque celui-ci n’est plus excité, il dépend donc du rapport de ’énergie W stockée dans la
cavité sur la perte d’énergie (—dW/dt) [113] :

w w d 2w d

_ — —wd— = — = 2.43
YZawjat " “Tweid ~ YTe T AT (243)

Q

Nous voyons donc que plus les miroirs sont réfléchissants (7" petit), plus le facteur de qualité

est grand, et pour des miroirs trés réfléchissants (R~ 1, T << 1) : F = 7/T = Q\/2d.

Intervalle spectral libre de la cavité

L’intervalle spectral libre d’une cavité Fabry-Pérot désigne 1’écart en fréquence entre
deux pics successifs de sa figure d’interférence. La fréquence v, = pg; étant associée a

I'ordre d’interférence p, nous avons donc :

Cc

5 (2.44)

ISL =vpp1 —vp =

qui représente la bande passante de la cavité.

Notons que pour un interférométre de Fabry-Pérot réel, le revétement des miroirs de
la cavité peut modifier 1égérement la phase de 'onde & chaque réflexion, influant ainsi un

peu sur la valeur de l'intervalle spectral libre.
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FIGURE 2.21 : Interférométre de Fabry-Pérot SA-800 de la marque Burleigh dans son support,
avec deuz vis de réglage d’orientation, la cavité et une diode qui reliée a un oscilloscope permet
d’effectuer les réglages fins.

Facteur de transmission de la cavité

Le facteur de transmission 7 traduit les pertes en énergie de la cavité réelle, c’est donc
le rapport de l'intensité maximale de 'onde transmise sur I'intensité de I’onde incidente :
Itmax T2

TTTL T Ty A2 (2.45)

Les signaux étudiés étant tres faibles, pour qu’ils soient détectables a la sortie de I'interfé-

rométre, il faut donc que ce facteur de transmission soit le plus grand possible.

Interférométre de Fabry-Pérot utilisé

L’interférométre de Fabry-Pérot qui nous a permis de résoudre les raies d’émission des
boites quantiques étudiées est un modéle SA-800 de la marque Burleigh, montré sur la fi-
gure (2.21). Cet interférométre étant normalement prévu pour balayer en énergie des raies
de laser, il n’est pas trés stable. En effet, alors que 'un des miroirs de la cavité est fixe,
I’autre est monté sur un déplacement piézoélectrique permettant de faire varier finement la
longueur d de la cavité, mais il dérive rapidement avec le temps. Afin d’évaluer cette dérive,
nous avons étudié la variation au cours du temps de la tension nécessaire a appliquer au
piézoélectrique pour observer la raie d’émission située a 890 nm d’une lampe a Krypton.
Nous voyons ainsi sur la figure (2.22.a) la dérive temporelle de la position en énergie du
mode du Fabry-Pérot qui est d’environ 0.5 pueV/min, ce qui est handicapant pour mesurer
des largeurs de raies d’environ 3 peV. Nous avons donc été contraints de prendre en compte

cette dérive lors du traitement de nos résultats expérimentaux.

La cavité Fabry-Pérot utilisée posséde une longueur d = 2 c¢m et les miroirs ont un

coefficient de réflexion en énergie de R = 99.3% aux longueurs d’onde considérées (autour
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FIGURE 2.22 : Mesures expérimentales (a) de la dérive temporelle de la position en énergie d’un

mode de linterférométre de Fabry-Pérot et (b) de son intervalle spectral libre.

de 900 nm). La fonction de transmission en énergie :

T2 1 — R)?
_ ——= ( >_ — (2.46)
T? + 4Rsin (Ed) (1 - R)?2+4Rsin (;d)

T(w)

est alors une succession périodique de pics trés fins de largeur ypp = 0.3 peV de période
ISL = 32 peV, ce qui est approximativement la valeur expérimentale obtenue sur la
figure (2.22.b) en balayant en longueur d’onde la raie d’émission a 890 nm de la lampe a
Krypton sur un peu plus d’un intervalle spectral libre. Ce balayage est illustré par la figure
(2.23), en changeant le tension appliquée au miroir de la cavité monté sur un déplacement
piézoélectrique, nous faisons défiler les modes de celle-ci et le signal détecté en sortie de
I'interféromeétre est la convolution du signal incident de densité spectrale S;(w) et de la
fonction de transmission de la cavité :

T (wo) @ Si(wo) = = T(w — wp)S;i(w) dw (2.47)

—00
ol wq est la pulsation de résonance de la cavité. En faisant varier la longueur de la ca-
vité, nous en faisons varier la fréquence de résonance et nous sommes alors capables de
reconstruire point par point 7 (w) ® S;(w). La connaissance de la fonction de transmission
T (w) nous permet alors par déconvolution de remonter au signal incident. En pratique, la
largeur des pics de transmission de 'interférométre étant trés inférieure a celle des raies a

mesurer, nous assimilons 7 (w) a un peigne de Dirac, la déconvolution devenant ainsi inutile.

Pour qu’il soit possible de résoudre la largeur d’une raie, il faut par ailleurs que celle-ci
soit moins large que 'intervalle spectral libre de la cavité utilisée, pour que le signal détecté

ne soit la convolution que d’un seul pic de transmission de la cavité avec la raie spectrale.
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FIGURE 2.23 : Superposition, en rouge des pics de transmission de l'interférométre de Fabry-
Pérot et en noir du spectre d’une raie lorentzienne de largeur a mi-hauteur 3 peV, pour différentes

positions du miroir mobile de l’interférométre de Fabry-Pérot.

En effet, comme l'illustre la figure (2.24), lorsque la raie a analyser posséde une largeur
supérieure a intervalle spectral libre de la cavité, un balayage en fréquence ne modifie
presque pas le signal transmis par celle-ci.

Pour qu’il soit possible de résoudre une raie spectrale au moyen de l'interférométre de

Fabry-Pérot, il faut donc avoir :

YrP < Yraie < ISL (248)

ce qui est le cas pour toutes les raies étudiées. En effet, comme nous le verrons dans le
quatriéme chapitre, le temps de cohérence d’une transition est relié a la largeur homogéne
de raie par :

2h
Vraie = hAw = — (249)

Ty
Pour que nous puissions résoudre une raie spectrale au moyen de notre interférométre
de Fabry-Pérot, il faut donc que le temps de cohérence correspondant soit compris entre
40 ps et 4 ns, ce qui est toujours le cas puisque nous trouvons généralement un temps de

cohérence compris entre 200 ps et 600 ps.
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FIGURE 2.24 : Superposition, en rouge des pics de transmission de l’interférométre de Fabry-
Pérot et en noir du spectre d’une raie lorentzienne de largeur a mi-hauteur 80 peV > ISL, pour

différentes positions du miroir mobile de l’interféromeétre de Fabry-Pérot.

2.2.6 Cryostat

L’échantillon est inséré dans un cryostat a doigt froid au contact d’un bain d’hélium
liquide, permettant d’atteindre une température de 7 K. Ce cryostat, représenté sur la
figure (2.25), a été développé au sein du laboratoire [18] pour répondre aux impératifs de
notre montage expérimental, & savoir une grande stabilité a 1’échelle sub-micrométrique
durant plusieurs heures, et la nécessité d’accéder a ’échantillon aussi bien par sa surface
gravée que par ses deux faces clivées, dans le but de découpler spatialement les directions

d’excitation et de détection.

Afin de nous assurer la meilleure stabilité possible, un cryostat traditionnel & contact
avec un bain d’hélium liquide a été retenu. En effet, contrairement aux cryostats & circula-
tion (type "gas-flow") dans lesquels le flux du liquide cryogénique provoque des vibrations,
ce type de cryostat est beaucoup plus stable sur la durée et ne nécessite pas de liaison
mécanique permanente (canne de transfert) avec la réserve d’hélium liquide, permettant
ainsi d’isoler ’ensemble expérimental sur une table optique munie de pieds anti-vibration.

Pour réaliser nos expériences, un cryostat spécifique, représenté sur la figure (2.25), a été
utilisé. Il est constitué d’un vase a hélium liquide (de température 4.2 K), entouré d’un vase
a azote liquide (de température 77 K), lui méme isolé thermiquement de I’extérieur par une
chambre & vide, permettant également d’isoler les deux vases entre eux. Un prolongement
tubulaire en cuivre du vase & hélium d’un centimétre de diamétre, surnommé "doigt froid",
sur lequel vient se fixer un porte échantillon lui aussi en cuivre, descend sur une dizaine
de centimétres dans la partie basse du cryostat. Un cache & azote en cuivre, prolongement
du vase a azote permet de protéger ce doigt froid et une partie du porte échantillon des
rayonnements thermiques extérieurs, tandis que toute la partie basse du cryostat est isolée
de 'extérieur par une cuve en verre parallélépipédique de 5 cm de hauteur pour 1.6 cm de

largeur, chaque face ayant une épaisseur de 1.8 mm.
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FIGURE 2.25 : Schéma du cryostat a doigt froid.

Afin d’assurer la stabilité de ce cryostat, le vase contenant ’hélium n’est pas fixé de
maniére rigide au col du cryostat, mais ’est par un élément souple, contenant un souf-
flet autorisant un débattement vertical de l'ordre de 5 mm et un débattement latéral de
l'ordre de 1 mm, du vase par rapport au col. Les effets de la dilatation thermique du vase
& hélium sont ainsi compensées par ce soufflet, car le fond du vase repose quant & lui sur
trois piliers stabilisateurs fixés de maniére rigide sur le fond de I’enceinte extérieure, ne
subissant elle pas de dilatation thermique puisqu’elle reste a température ambiante. Trois
vis latérales permettent par ailleurs de stabiliser la queue tubulaire du vase a hélium. Ce
doigt froid, destiné & recevoir la porte échantillon est ainsi maintenu latéralement par des
stabilisateurs de faibles dimensions, qui se dilatent donc peu, tandis que le bas du vase a

hélium est maintenu verticalement.
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FIGURE 2.26 : Schéma du porte-échantillon et de la partie basse du cryostat.

Pour étre inséré dans le cryostat, ’échantillon est fixé sur un porte échantillon en cuivre,
schématisé sur la figure (2.26). Celui-ci est constitué d’une partie plane d’environ 1 mm
de large, sur laquelle est collé I’échantillon au moyen de laque d’argent, les deux faces
clivées de celui-ci étant en retrait du porte échantillon, afin de pouvoir y focaliser le laser
pour le coupler & I'un des guides d’onde. Le porte échantillon est vissé en son centre au
doigt froid contenant de I'hélium liquide, et est protégé des rayonnements extérieurs par
le cache a azote cylindrique, dans lequel est percé un fenétre permettant d’accéder & la
surface de I’échantillon et a ses deux faces clivées. La température minimale ainsi atteinte
par ’échantillon est de 7 K. Celle-ci peut étre augmentée et controélée au moyen de deux
résistances Allen-Bradley calibrées, fixées a l'intérieur du porte échantillon. L’une de ces
résistances est utilisée pour chauffer ’échantillon lorsqu’une tension de plusieurs volts est
appliquée a ces bornes, tandis que la seconde permet d’accéder a la température du porte
échantillon, en mesurant sa résistance au moyen d’'un ohmmeétre, cette derniére ayant été
calibrée en fonction de la température. Nous pouvons ainsi modifier la température du

systéme étudié jusqu’a 80 K.

2.2.7 Dispositif Hanbury Brown et Twiss

Afin de faire évoluer notre montage expérimental, et de réaliser des mesures de corréla-
tions de photons et & terme des interférences a deux photons, nous nous sommes récemment
équipés de photo-diodes a avalanche (APD) montées en sortie du spectrométre selon une

configuration type Hanbury Brown et Twiss (HBT) [114, 115, 116]. Comme le montre la
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figure (2.14), au moyen d’un miroir pivotant la luminescence passant par le spectrométre
peut étre envoyée sur une fente de sortie, derriére laquelle est placée une lentille Ly permet-
tant d’obtenir un faisceau paralléle. La luminescence arrive ensuite sur un cube séparateur
50/50 non polarisant, envoyant la moiti¢ du signal sur chacune des APD. Les deux photo-
diodes, d’une résolution temporelle de 'ordre de 300 ps peuvent étre utilisées soit pour
réaliser des corrélations de photons, soit pour mesurer la décroissance temporelle de la
luminescence.

Dans le premier cas cas, les deux APD sont branchées sur les entrées "START" et
"STOP" d’une carte d’acquisition PicoHarp 300 connectée & l'ordinateur. La courbe de
corrélations s’obtient alors en enregistrant 'histogramme des temps d’arrivée des photons
sur I'une des voies, sachant qu'un photon a déja été détecté sur I’autre voie. Cela est réalisé
au moyen d’un déclenchement conditionné, la détection d’une photon sur la voie "START"
déclenchant une horloge qui s’arréte lorsqu’un photon est détecté sur la voie "STOP". Un
histogramme est alors construit en reportant le nombre de photons détectés sur la seconde
voie en fonction du temps écoulé depuis qu’un premier photon a été détecté sur la premiére.

Dans le second cas, seule une APD est branchée sur la voie "STOP" de la carte d’acqui-
sition, tandis qu’une photo-diode rapide en silicium, sur laquelle arrive la lumiére réfléchie
par une lame de verre placée en sortie de laser, assure la synchronisation temporelle du
systéme en étant branchée sur la voie "START" de la carte d’acquisition. Cela permet
de mesurer le nombre de photons collectés par la photo-diode & avalanche en fonction du
temps écoulé depuis que le laser a été détecté par la photo-diode rapide, et ainsi de réali-
ser un histogramme construit comme précédemment expliqué. La décroissance temporelle

observée permet alors de remonter au temps de vie de 1’état excité du systéme étudié.

Conclusion

Le dispositif expérimental utilisé tout au long de cette thése a été congu pour observer
I’émission résonnante de boites quantiques uniques, en séparant spatialement les directions
d’excitation et de détection. Pour ce faire, nous avons choisi de découpler spatialement des
directions d’excitation et de détection au moyen de guides d’onde uni-dimensionnels gravés
a la surface des échantillons, par la suite placés dans un cryostat a trois axes optiques. Un
systéme confocal, limitant notre champ de détection & un disque de 1 pym de diamétre nous

permet par ailleurs I’étude d’objets uniques.

Deux interférométres agrémentent le montage expérimental de base. Un interférométre
de Fabry-Pérot peut étre intercalé sur le chemin de détection de la luminescence, afin
d’améliorer la résolution spectrale de notre dispositif et un interférométre de Michelson

stabilisé en phase peut étre inséré avant I’échantillon, pour exciter le systéme au moyen



96 chapitre 2. Montage expérimental

de deux impulsions successives, séparées d'un délai 0 et déphasées I'une par rapport a
l'autre d’une quantité ¢, précisément controlée au moyen d’une boucle d’asservissement.
Deux photo-diodes & avalanches, permettent par ailleurs des mesures de temps de vie et

de corrélations de photons.

Ce dispositif nous permet ainsi, & I’aide d’une impulsion lumineuse résonante, de créer
une superposition cohérente de deux états quantiques (réalisation d’un bit quantique) et

controler celle-ci au moyen d’une seconde impulsion, pendant son temps de cohérence.
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Dans ce troisiéme chapitre nous nous intéresserons a l'interaction d’un systéme a deux
niveaux avec un champ électromagnétique, résonnant avec la transition entre les niveaux,
dont 'observation est rendue possible par la géométrie originale de notre montage. Nous
commencerons par rappeler, dans le formalisme du vecteur d’état, I’évolution temporelle
d’un tel systéme, dans le cas d’'une excitation résonnante continue et constante dans le
temps. Nous introduirons alors le formalisme de la matrice densité et en déduirons les
équations de Bloch optiques, qui nous permettrons par la suite de tenir compte des mé-
canismes de décohérence dans ’étude de I’évolution de I'état du systéme. Aprés avoir
présenté une résolution analytique de ces équations, nous considérerons finalement le cas
d’une excitation impulsionnelle, telle que celle que nous utilisons, afin de détailler dans une
derniére partie nos résultats expérimentaux. Nous verrons que le systéme & deux niveaux
idéal considéré jusqu’alors ne permet pas de rendre compte fidélement de nos observations
expérimentales. Nous nous attacherons alors & essayer de 'améliorer en considérant, d’une
part la présence d’'un troisiéme niveau dii a l'existence d’une structure fine excitonique,
et d’autre part l'interaction du systéme avec les phonons, que nous avons pu étudier en

faisant varier la température de I’échantillon.

3.1 Interaction d’un systéme & deux niveaux et d’un champ

électromagnétique classique

Considérons une boite quantique idéale, pour laquelle seuls deux états propres sont
accessibles. Nous définissons d’une part I’état fondamental |0) correspondant & la configu-
ration bande de valence pleine, bande de conduction vide, et d’autre part le premier état
excité |1) pour lequel une paire électron-trou a été créée dans la boite. Notons que le niveau
excité |1) a été ainsi choisi, car de tous les états excités de la boite quantique, il s’agit de
celui de plus basse énergie, le moins couplé & son environnement, ce qui comme nous le
verrons par la suite est préférable pour limiter toute interaction du systéme avec le milieu

dense environnant. Les deux états ainsi définis ont été schématisés dans la figure (3.1).
Le systéme & deux niveaux ainsi formé est en interaction avec un rayonnement électro-
magnétique, traité pour l'instant de maniére classique en I’exprimant sous la forme :
E(r,t) =EL(r,t)cos(wrt + kr +¢) = Er, F(r) G(t) cos(wrt + k.r + ¢) (3.1)

ol wr, k = uy, 2w/ et ¢ sont respectivement la pulsation, le vecteur d’onde et la phase

de l'onde incidente et ou E; = £ Ey, est le produit de son vecteur polarisation £ et de
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Bande de conduction Bande de conduction

Bande de valence Bande de valence

FIGURE 3.1 : Représentation des deuz états propres de la boite quantique considérés. A gauche

létat fondamental |0) et a droite I’état excité |1).

son amplitude Ej ('indice "L" faisant référence au "laser"). Les fonctions F(r) et G(t)
permettent quant a elles de tenir compte de la nature de 'onde. F(r) peut ainsi étre égale
a 1 pour une onde plane progressive, ou & 1/r pour une onde sphérique, tandis que G(t)
peut par exemple étre unitaire pour décrire une onde plane progressive ou prendre la forme

d’une fonction porte pour décrire une impulsion.

Cette approche, dite "semi-classique", sera suffisante pour décrire la majorité des phé-
nomeénes physiques que nous observons. En effet, étant donné que nous utilisons pour
rayonnement incident celui d’une source laser, nous pouvons négliger toute influence du
systéme & deux niveaux sur 'amplitude du champ électromagnétique, qu’il est donc inutile
de quantifier [59].

3.1.1 Hamiltonien d’interaction ]:[mt(t)

En électromagnétisme classique, les champs électrique E(r,t) et magnétique B(r,t),
ainsi que les densités de charge p(r,t) et de courant j(r,t), sont tous quatre reliés entre

eux par les équations de Maxwell :

V.E(rt) - elop(r,t) (3.22)
V.B(r,t) =0 (3.2b)
VAE(r,t)= —gtB(r,t) (3.2¢)

V A B(r,t) = ;;E(r,t) + 601023'(7«,75) (3.24)

ol €q est la permittivité du vide et ¢ la célérité de la lumiére. Ces quatre équations couplées
a Dlexpression de la force de Lorentz permettent alors de décrire tous les phénomeénes

d’électromagnétisme classique.
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Dans ce systéme, les équations (3.2b) et (3.2¢c) démontrent 'existence d’un potentiel
vecteur A(r,t) et d’un potentiel scalaire U(r,t) permettant de caractériser entiérement le

champ électromagnétique au moyen des relations :

B(r,t) =V A A(r,t)

9 Ar 1) = VU(r,1) 3
ot ’ ’

Remarquons que ces deux équations ne définissent cependant pas de maniére univoque les

E(r,t)=—

potentiels A(r,t) et U(r,t), car si & un couple {A(r,t),U(r,t)} est bien associé un unique
champ électromagnétique {E(r,t), B(r,t)}, la réciproque est fausse et un méme champ
{E(r,t), B(r,t)} peut étre décrit par une infinité de couples { A(r,t),U(r,t)}, reliés entre
eux par des transformations de jauge. Il est donc possible, pour chaque phénomeéne phy-
sique considéré de choisir la condition de jauge la plus adaptée, dans notre cas celle de
Goppert - Mayer [59].

Dans le cadre de notre approche semi-classique, nous considérons un électron, de masse
me et de charge ¢ = —e, dont le mouvement est traité de maniére quantique, plongé dans
un champ électromagnétique classique, que nous choisirons par simplicité sous la forme

d’une onde plane monochromatique telle que :

E(t) = Er, cos(wrt — k.7)
B(t) = AP oont — ko) (3.4)

w

Epk=0

Supposons que cet électron est de plus soumis & un potentiel V' (7), sa dynamique peut

alors étre décrite, comme cela est montré dans [117], par le hamiltonien :

N 1 . R N R
H = — (p— qA(#,1)* + qU(#,1) + V(7) (3.5)
2me
ol p = —thV est I'opérateur quantité de mouvement et # est 'opérateur position.

Jauge de Coulomb
Plagons nous pour commencer dans la jauge de Coulomb définie par :
V.A(r,t) =0 (3.6)

En considérant ’onde plane progressive (3.4), nous obtenons le couple de potentiels :

A(r,t)=A(r,t) = —% sin(wrt — k.7) (3.7)

U(r,t) =0
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et le hamiltonien du systéme s’écrit :

. 1 R X
H = 5= (b= qAL( ) + Veou(")
A2 2 A2 /A
_ P 9 A ) — AL p) + LAY Ly
= om. om. (p-AL(r,t) — AL(r,t).p) + . T V(%)
42 242 (5
p q - 5 q AL(rvt) ~
= - —pA t)+ ————— .
P Lpair+ TR v (39
Le hamiltonien (3.8) peut donc se mettre sous la forme :
f{ = ﬁo + ﬁint(t) (39)
avec :
A2
Hy = QI;TI@ + Vcoul('f’> (3.10&)
- . . 2A? (7.t
Hint(t) = ——p. AL (7, 8) + 2 an( ) (3.10b)

Approximation des grandes longueurs d’onde

Lorsque les dimensions du systéme quantique étudié sont trés faibles devant la longueur
d’onde du rayonnement incident, ce qui est le cas pour nos boites quantiques pour lesquelles
le rayon de Bohr de ’exciton est une centaine de fois inférieure a la longueur d’onde du
laser d’excitation, nous pouvons considérer que le champ extérieur est constant & 1’échelle
du systéme et il est possible de remplacer A% (7,t) par A2 (rg,t) ol 7o est la position du
centre de masse du systéme. Le hamiltonien d’interaction s’écrit alors :

. 2A2 (rg,t
Hi(t) = —ip.Al(To,t) + 4" A7 (1o, 1)

3.11
Me 2me ( )

ou les opérateurs position 7 ne figurent plus et ou le second terme étant devenu un scalaire,
il ne peut provoquer de transitions entre les deux niveaux du systéme. L’évolution de celui-

ci peut alors étre calculée au moyen du hamiltonien :

AP = —Lp A (ro,t) (3.12)

int
e

seul & permettre une transition entre |0) et |1).

Jauge de Goppert - Mayer

La jauge de Goppert - Mayer se déduit de celle de Coulomb par transformation de
jauge. En se placant dans I’approximation des grandes longueurs d’onde et en introduisant

le moment dipolaire électrique du systéme :

o= q( — o) (3.13)
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elle permet de déterminer le hamiltonien d’interaction le plus commode pour ’étude de
notre systéme [59] :

Hjyy(t) = —fuE(ro, t) (3.14)

]

Il s’agit du hamiltonien dit "dipolaire électrique".

3.1.2 Transitions entre les deux niveaux sous ’effet du champ classique,
oscillations de Rabi

Considérons notre boite quantique idéale pour laquelle seuls les deux états propres |0) et
|1) sont considérés, totalement isolée de son environnement, et négligeons les fluctuations
du vide, responsables de I’émission spontanée. L’état du systéme & l'instant t est une
combinaison linéaire de ses deux états propres, et en utilisant le formalisme du vecteur
d’état il s’écrit [117] :

[4(t)) = Co(t) [0) + C1(2) [1) (3.15)

ot les coefficient complexes Cy(t) et Cy(t) vérifient la condition de normalisation Cy(t)C (t)+
C1(t)C5(t) = 1. Les deux états propres |0) et |1) ayant respectivement pour énergie propre

Ey et E7, le hamiltonien libre du systéme & deux niveaux s’écrit sous la forme :

Hy = Eq|0) (0] + Eq |1) (1] (3.16)

Cette boite est soumise & un rayonnement incident, décrit de maniére classique par

(3.1), que nous pouvons réécrire dans 'approximation des grandes longueurs d’onde :
E(r,t) = Ep G(t) cos(wpt + ¢) (3.17)

Si de plus, pour des raisons de simplicité, nous considérons dans un premier temps uni-
quement le cas d’une excitation continue par une onde plane progressive d’amplitude F7p,

nous pouvons exprimer ce champ sous la forme :
E(t) = Ep cos(wpt + ¢) (3.18)

L’interaction entre la boite et le rayonnement est shématisé figure (3.2).

L’opérateur moment dipolaire 1 dépend de l'opérateur position 7 et celui-ci étant
impair, il en va de méme pour [ qui, lorsqu’il est appliqué & une fonction d’onde de parité
données, a donc pour effet de la transformer en une fonction d’onde de parité opposée. De

ce fait, ses éléments de matrice diagonaux sont nuls :

(0]al0) = (1[al1) =0 (3.19)
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|1

0)

FIGURE 3.2 : Schéma du systéme o deuxr niveauxr de pulsation de résonance wgy, excité par un

champ électromagnétique classique de pulsation wry,.

et il ne reste que ses éléments de matrice non diagonaux :
(0[a]1) = po1 et (1]42|0) = o (3.20)

Rappelons que d’aprés les propriétés générales des produits scalaires, ces deux éléments de
matrice sont des éléments conjugués 'un de 'autre, et que par un choix judicieux de la
phase de la fonction d’onde, il nous est donc possible de les rendre réels, égaux et positifs

et de pouvoir ainsi écrire g1 = iy = pio-

Le hamiltonien d’interaction que nous considérerons prend alors la forme :

A

Hina(t) = — . Ep cos(wrt + ) ([0) (1] + 1) (0]) (3.21)

Nous pouvons dés maintenant introduire la pulsation de Rabi :

_ pEg
h

qui permet de caractériser I'intensité du couplage entre le systéme & deux niveaux et I’onde

Qr (3.22)

incidente. Le hamiltonien d’interaction s’écrit ainsi :

Hint(t) = —hQg cos(wit + ¢) (|0) (1] + [1) (0]) (3.23)

Evolution temporelle de ’état du systéme

L’évolution temporelle de ’état du systéme & deux niveaux est, dans le formalisme du

vecteur d’état que nous utilisons pour U'instant, décrite par 1’équation de Schrédinger [60] :

L d -
i () = H () (3.24)
qui appliquée au vecteur d’état (3.15) devient :
L d . d .
zhaCo(t) |0) + zhﬁCl(t) 1) = H |(t)) (3.25)

En projetant sur les vecteurs propres |0) et |1), nous obtenons ainsi le systéme d’équations
différentielles couplées :
ihCo(t) = Co(t)Ey — C1(t)hQpg cos(wrt + @)

| (3.26)
ihC1(t) = C1(t) By — Co(t) SR cos(wrt + @)
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qui peut s’écrire sous la forme :
ei(th+¢) + e—i(th+¢)

2
etwrtte) | o—i(wrt+o)

2

ihCo(t) = Co(t) By — Ci(t) g
(3.27)

ihCi(t) = C1(t) (Eo + hwo) — Co(t) hQg

ol wy = (E1 — Ey)/h est la pulsation de Bohr de la transition entre les deux niveaux du

systéme.

Commengons par remarquer qu’en l'absence d’onde optique (g = 0), nous obtenons

deux équations différentielles découplées, qui se résolvent facilement pour donner :
Co(t) = Co(0)e"Fot/

‘ . ' (3.28)
4 (t) =0 (O)eﬂElt/h =0 (0)671E0t/h€71wt‘)t

Nous devinons donc que l'effet résonnant de 'onde (wy, = wp) doit étre dit au terme en
e Wrt+9) dans la premiére équation du systéme (3.27) et au terme en e *“rt4%) dans la

seconde. En réécrivant le systéme sous la forme :

iﬁCo(t) = C()(t) Ey—Cy (t) ﬁ%ei(wm—i_qﬁ)(l + 6_2i(th+¢))
0 (3.29)
ZTLCH (t) = Cl (t) (EO =+ hw()) — Co(t) h%eii(wﬁﬂ))(l + €2i(th+¢))

nous pouvons alors faire 'approximation séculaire qui consiste a négliger les termes en
eF2wrt+e)  Une justification détaillée de cette approximation pourra étre trouvée dans
[118].

En effectuant le changement de variables :
Co(t) = Co(t)etPot/h

3.30
¢ (t) =Ch (t)eiEOt/ﬁei(thJr(b) ( )

nous passons dans la représentation dite "tournante" [118] et en dérivant temporellement

ces nouvelles variables :

Co(t) = Co(t)e ot/ +i=2Co(t)
5 (3.31)
&1 (t) = Cy(t)eibot/he—ilwort+e) 4 i(% + wp) @ (¢)

nous pouvons, en tenant compte de 'approximation séculaire, réécrire le systéme (3.29)

sous la forme :

Q (3.32)
E(t) =6, € (t)+i 71’” ¢o(t)
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ol le terme 61, = wy, —wy, parfois désigné par le terme anglo-saxon "detuning", est le désac-
cord entre la fréquence wy, de 'onde incidente et la fréquence propre wy = (E1 — Ep)/h de la
transition. Par ailleurs, notons que la condition de normalisation Cy(t)C§(t)+C1()C5(t) =
1 étant vérifiee, la condition €o(t)€H(t) + €1(¢)C(t) = 1 l'est également.

Le systéme différentiel couplé (3.32) se résout en dérivant par exemple la seconde équa-
tion par rapport au temps, et en remplacant dans la dérivée obtenue le terme éﬁo(t) par la

premiére équation :

. S Qg - o 0%
@1(t) =190 @1(t) “+1 7 (’:o(t) =190 Q:l(t) — T Q:l(t) (333)

¢ (t) est donc solution de ’équation différentielle du second ordre a coefficients constants :
. . 02
Q:l(t) —10r Q:l(t) + TR Q:l(t) =0 (3.34)
Il faut pour la résoudre déterminer les racines r1 de I’équation caractéristique associée :
2

Q

/02 o 52
or M (3.36)

r+ 12 (3 9

En posant Q = 4/ Q% + 5%, la pulsation de Rabi généralisée, nous obtenons donc :

qui sont :

Ci(t) = Ae"™ + Be'~ = (Aemt/2 + Be_iQt/Q) ert/? (3.37)

ol les constantes A et B peuvent étre déterminées a partir des conditions initiales. Si nous

considérons le systéme initialement dans son état fondamental |0) ces conditions s’écrivent :

¢(0) =1
(3.38)
¢1(0)=0
soit en remplagant la premiére équation par son expression dans (3.32) :
2 261,
-1 — €1(0) — — ¢1(0) =1
Qr Qr (3.39)
¢1(0)=0
La seconde de ces conditions nous donne la relation A = —B qui nous permet de réécrire

la solution (3.37) sous la forme :

¢y (t) = 2i Asin(%t) eLt/? (3.40)
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FIGURE 3.3 : Oscillation de Rabi pour une excitation eractement résonmante en noir, pour un
détuning de Qr/2 en bleu et de Qi en rouge

En utilisant alors la premiére condition, nous pouvons déterminer la constante A = Qp/2Q

et obtenir comme solution générale de 'équation différentielle (3.33) :

Q Q..
Ci(t) = zﬁR sin(5 1) eirt/2 (3.41)

D’aprés la seconde équation du systéme (3.32) nous en déduisons le coefficient €o(t) :

o2
Co(t) = —ie (C1(t) —i o €1(1))
R
_—zQR i cos(2t)+ q sin( t)> e
Q ) Q 4
= (cos Et) - zﬁL sin(zt)> eLt/? (3.42)
qui vérifie bien la condition de normalisation :
Q 52 Q 0? Q
* % _ 2(°7 Lo in2(2” "R n2(2
Co(t)E5(t) + €1 ()€ (t) = cos (2 t) + g3 Sin (2 t) + 2 Sin (2t)
Q. 6 +0 Q
— 2 L R :.2 —
= cos (ft) + gz sin (525) =1 (3.43)

puisque Q = /Q% + 7.

Il est surtout intéressant d’exprimer la probabilité Poi(t) = C1(t)C5(t) = €1(1)€(t)
pour que le systéme initialement dans son état fondamental |0) soit dans son état excité

|1) a linstant t :

Q 2
Cette probabilité oscille donc avec le temps & la pulsation €2, on parle alors d’oscillation

de Rabi (qui fut le premier a vérifier expérimentalement cet effet [119]) [120]. Lorsque

2
Por(t) = <QR> sin? (1) (3.44)
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I'excitation est résonnante avec la transition entre les niveaux (07 = 0), 'amplitude de
cette oscillation, qui s’effectue alors a la pulsation de Rabi (2 = Qpg), est maximale. Sur
la figure (3.3), nous avons tracé I’évolution temporelle de cette probabilité, dans le cas
exactement résonnant en noir, et pour des désaccord de 07, = Qr/2 en bleu et 67, = Qg en
rouge. Nous voyons que 'amplitude tout comme la période de 1'oscillation de Rabi diminue
lorsque le detuning augmente et il n’est possible qu’a detuning nul de mettre le systéme

dans I’état excité avec une probabilité de 1.

3.2 Formalisme de la matrice densité

Le formalisme du vecteur d’état que nous venons d’utiliser est mal adapté aux situa-
tions ou les interactions entre le systéme & deux niveaux et son environnement sont trop
importantes pour étre négligées, ce qui est le cas pour les boites quantiques étudiées, si-
tuées dans un milieu semi-conducteur. En effet, dans ce cas, il n’existe pas de vecteur d’état
capable de décrire le systéme & deux niveaux seul, mais seulement un vecteur d’état global,
produit tensoriel des états relatifs a chaque élément de ’environnement prenant part aux
interactions qui les ont corrélés entre eux. Il convient alors pour plus de simplicité de pré-
férer le formalisme de la matrice densité, qui permet de décrire I’évolution du systéme a la
suite des interactions, & condition de ne pas s’intéresser aux corrélations qui apparaissent
alors entre le systéme et les différents paramétres de son environnement [121].

Dans le cadre de notre étude, nous ne sommes pas capables d’identifier tous les processus
en interaction avec notre systéme et ne pouvons que constater leur effet moyen. Nous
aurons donc recours a l'opérateur densité p, plutdét qu’au vecteur d’état, pour décrire 1’état
du systéme [60, 122].

3.2.1 Etat pur et mélange statistique

Considérons un systéme quantique décrit par le hamiltonien H. Son état |p) est dit

"pur" g’il peut étre mis sous la forme :
= ch ‘¢n> (3'45)
n

ot l'ensemble {|¢,)} désigne les états propres d’un ensemble complet d’observables qui
commutent et ou les nombres complexes C,, sont les coefficients de développement de
I'état pur |¢) sur la base des états {|¢,)}. La valeur moyenne d’une grandeur physique

observable A dans cet état pur est donnée par :

(A) = (8| Al¢) = ZC* (¢n] Al m) (3.46)
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Seulement, les grandeurs physiques mesurables sont généralement macroscopiques, et
un état macroscopique ne correspond pas & un état microscopique bien défini, mais a la
donnée d’'un ensemble d’états microscopiques {|1;)}, & chacun desquels est associée une

probabilité d’occurrence P;, telle que soit vérifiée la condition de normalisation :
> Pi=1 (3.47)
i

Un état macroscopique est de fait désigné par le terme de "mélange statistique". La valeur
moyenne d’une grandeur physique observable A dans cet état macroscopique est donnée

par :

= ZPi (il Alabi) (3.48)

3.2.2 Opérateur densité

Les états {|1;)} du mélange statistique se décomposent sur la base orthonormée {|¢,,)}

en :

i) = Chi |én) (3.49)

ou 'ensemble {|¢,,)} désigne les états propres d’'un ensemble complet d’observables qui
commutent, les nombres complexes Cy; les coefficients de développement de 1'état |¢) sur

la base {|¢,)}. La valeur moyenne de I'observable A dans 'état [1;) s’écrit ainsi :

27’ Z Crni (dn| Alpm) (3.50)

L’opérateur densité p se définit alors comme :
p=_Pi i) (il (3.51)
%

qui est un opérateur hermitique et ses éléments de matrice sur la base orthonormée {|¢,)}

sont de la forme :

= (Pulplom) = ZP (3.52)

La valeur moyenne de 'observable A dans l'état |1);) devient :

(A) = " (Smlplon) (dn|Alpm) = Tr(pA) (3.53)

n,m

Signalons par ailleurs la condition de normalisation :

Tr(p) = (¢nlplén) = ZP Z ZP =1 (3.54)
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Les éléments diagonaux pp, = (én|plodn) = Zpi\cm'!? représentent la probabilité

7
moyenne de trouver le systéme dans 1'état |¢,) et sont donc désignés par le terme "po-
pulations". Les éléments non diagonaux p.,, sont quant & eux désignés par le terme de

"cohérences" car ils prennent en compte la phase relative entre les composantes des deux
états |om) et |on).

3.2.3 Equation de Liouville - Von Neumann

Chacun des états [1;) d’'un mélange statistique évolue selon ’équation de Schrodinger :
d N
ih% |i(t)) = H |[¢i(t)) (3.55)
d’ot :
. ‘ d d
ingpott) = WP (G ) () + 1) G )
= P (H i) (al0)] + ) (1) ) (3.56)

Nous obtenons ainsi ’équation de Liouville - Von Neumann décrivant I’évolution temporelle
de lopérateur densité [123, 124] :

i p(t) = [H p(t)] (3.57)

Notons que cette expression a été obtenue en considérant un systéme totalement isolé.
En réalité se produisent de bréves mais nombreuses interactions entre le systéme et son
environnement, ’effet moyen de celles-ci pouvant étre décrit en ajoutant au deuxiéme

membre de I’équation de Liouville (3.57) un opérateur relaxation :

(o).

dont nous donnerons 'expression par la suite.

3.3 Equations de Bloch optiques

3.3.1 Evolution temporelle de I’état d’un systéme a deux niveaux soumis

4 un champ extérieur

En négligeant pour l'instant les processus de relaxation, diis par exemple aux fluc-

tuations du vide ou a l'interaction du systéme avec son environnement, 1’évolution d’un
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systéme a deux niveaux soumis a un rayonnement incident est donnée par ’équation de

Liouville (3.57), ott H est le hamiltonien du systéme donné par (3.9) avec :
5 E, 0
Hy=|"" (3.59)
0 Ey

Flis(t) = 0 —Qpcos(wrt + ¢) (3.60)
m —Qpr cos(wrt + @) 0 .

et

p(t) est la matrice densité du systéme a deux niveaux, que nous écrirons :

o(t) = (””“) ”10“)) (3.61)

o01(t)  ooo(t)

Le calcul du commutateur [H, p(t)] s'effectue aisément et en posant fiwg = E; — Ey,

nous trouvons :

[]5[ p(t)] _ —hSQg cos(wrt + @) (001 — 010) fwoo1o — RS2R cos(wit + ¢)(a00 — 011)
) —hwoop1 — Qg cos(wrt + @) (011 — op0) —hQpg cos(wrt + ¢) (010 — 001)
(3.62)

Nous obtenons ainsi un systéme d’équations différentielles, les équations de Bloch optiques,
qui décrivent I’évolution temporelle de ’état d’un systéme a deux niveaux soumis a une

excitation électromagnétique classique :

(3.63)

ou g est la pulsation de Rabi et ou la condition de normalisation de la matrice densité
611 — 0o = 0 est bien vérifiée.

Pour avoir une description plus pertinente du phénoméne physique que nous observons
dans la réalité, il nous faut cependant également tenir compte des processus de relaxation,

que nous pouvons introduire de maniére phénoménologique au moyen de la matrice de

relaxation :
Ull(t) Ulo(t)
d | T
{0} = | ooty e .
b Ty

Celle-ci nous permet de présenter les deux temps de relaxation 77 et T du systéme, qui
sont respectivement le temps de vie de ’état excité, qui correspond a la durée moyenne de

recombinaison radiative de la paire électron-trou, et le temps de cohérence, qui représente la

)



3.3 Equations de Bloch optiques 111

durée de relaxation des termes de cohérence de 'opérateur densité. L’équation d’évolution

& considérer prend alors la forme :
d - d
i h— = |H R — .
ingoott) = (o] < in{ Go0} (3.65)

et les équations de Bloch optiques deviennent :

r o11(t) = —i Qg cos(wrt + ¢)(o10(t) — o01(t)) — 011111(75)

é’oo(t) = —011 (t)

- (3.66)
&01(75) =1 WOO'()l(t) +1 Qg COS(th + ¢)(0'11(t) _ UOO(t)> . 07172(15)
F10(t) = —i wooo(t) — i Qrcos(wrt + ¢)(o11(t) — oo(t)) — ‘711012@)

Rappelons que nous négligeons toute modification de I’émission spontanée par le rayon-
nement incident, approximation valable si le couplage entre le systéme & deux niveaux et
le rayonnement est négligeable durant le temps de corrélation des fluctuations du vide
(responsables de 1’émission spontanée) [59], ce qui est le cas si Qr << wp, condition par
ailleurs nécessaire & 'approximation consistant & ne tenir compte que des deux niveaux
|0) et |1). Remarquons de plus que pour pouvoir se limiter a ces deux niveaux, il faut

également étre dans une situation de quasi-résonance, nécessitant que |wy — wp| << wo.

3.3.2 Approximation séculaire et approximation du champ tournant

Pour résoudre les équations de Bloch (3.66), nous devons nous placer dans le cadre de
I’approximation du champ tournant ainsi que dans celui de ’approximation séculaire, déja
évoquées précédemment.

Commengons par réécrire 'opérateur moment dipolaire :

A = por(|1) (0] +0) (1) (3.67)

sous la forme :
= por(Sy +8-) (368)
ou les opérateurs S, = |1) (0| et S_ = |0) (1] font respectivement passer le systéme de

I'état |0) a I'état |1) et inversement. Le hamiltonien d’interaction entre le systéme & deux

nivaux et le champ incident s’écrit alors :

Hipyy = —pE=—po.Ep (S; +8.) cos(wrt + ¢)
W

= = (Spe iwrttd) L 8 oilwrtte) L § omilwrtte) 4 G oilwrtte)) (369)
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ol les termes eF{@LtH®) gont respectivement associés a 'absorption et a I'émission d’un
photon par le systéme & deux niveaux.

Le premier terme de la parenthése décrit donc le passage du systéme de 'état |0) a
I'état |1), associé a 'absorption d’un photon, tandis que le second décrit le passage du
systéme de 'état |1) a 'état |0), associé a I’émission d’un photon. Ces processus sont
résonnants au voisinage de w = wq et sont beaucoup plus importants que les processus
non résonnants associés aux deux derniers termes, correspondant au passage du systéme
de I'état |1) a I’état |0) avec absorption d’un photon et au passage du systéme de I’état |0)
a l'état |1) avec émission d’un photon. Ces deux derniers termes seront donc négligés par
la suite, ce qui constitue "approximation du champ tournant [117]|. Dans le cadre de cette

approximation, la premiére équation de Bloch peut s’écrire sous la forme :

. . Q i(w —i(w o t
o1 (t) = —i TR (o10(t)e L) — gy ()i WLito)y — 1:;11( ) (3.70)
qui en faisant le changement de variables :
Go1(t) = ooi(t) e irtt) (3.71)
6’10(t) = Glo(t) elwrt+e) '
devient : N @
. . - R o11(t
on(t) = —i 5+ (G10(t) — 60 (t) - 1;1 (3.72)

Par ailleurs, en reportant le changement de variables (3.71) dans les deux derniéres

équations de Bloch, nous obtenons :

X . . ) 1+ e—2i(th+¢) Gor(t
G01(t) =i (wo —wr) Go1(t) +i Qg B S— (o11(t) — o0o(t)) — 0111( )
|4 iorted) 2 (3.713)
A . R . + e (wr, a_ +
o10(t) = ~i (wo —wr) G10(t) =@ Qp —————— (on(t) — o00(t)) — 1;2( )
+2i(wrt+¢)

ou, d’aprés ’approximation séculaire, nous pouvons négliger les termes en e .

Le systéme d’équations différentielles décrivant 1’évolution temporelle du systéme a

deux niveaux soumis & un champ électrique de la forme (3.18) s’écrit :

( o11(t) = —i % (610(t) — 601(t)) — "1%1(’5)
o0 (t) = —o11(t)
; 6 (3.74)
d01(t) = —i o, Go1(t) + ¢ % (011 (t) — o00(t)) — O%Q(t)
o10(t) =i 81 610(t) —i % (o11(t) — o00(t)) — &11072@)



3.4 Résolution des équations de Bloch 113

ou 6, = wy, — wy est le "detuning".

Notons que dans ce systéme d’équations, les populations o11(t) et ogo(t) ne peuvent
pas étre séparées des cohérences 691 (t) et d19(t) et ne peuvent de ce fait pas étre interpré-
tées directement en termes de taux de transition entre les deux niveaux du systéme. Les
populations et les cohérences sont, dans ces équations, liées entre elles par les termes en
Qr = w.Er/h et la différence de phase entre l'oscillation du moment dipolaire moyen et

I’onde incidente détermine donc si le systéme va absorber ou émettre un photon.

3.4 Reésolution des équations de Bloch

Pour résoudre les équations de Bloch optiques, introduisons trois nouvelles variables :

[ u(t) = 1 (Gu(t) + 510()
o(t) = % (Go1(t) — 610(t)) (3.75)
w(t) = % (a11(t) — o00(t))

qui sont les trois composantes du vecteur de Bloch [125]. En les dérivant par rapport au

temps, nous trouvons :

( w(t) = —i %L (Go1(t) — 10(t)) — W
i}(t) = _% ((301(75) + é’lo(t)) + % (Ull(t) _ UOO(t)) . 5‘01(t)22—leo(t) (376)
| it) = i R (s10(t) — (1) - 01%1@)

ce qui nous permet, en tenant compte de la condition de normalisation ooy + 011 = 1, de

réécrire les équations de Bloch sous la forme :

(1) = b vlt) - 22
o(t) = 61 u(t) + Qg w(t) — ”g) (3.77)
W(t) = —Qp v(t) — “’(t);l 1/2

La signification physique de la troisiéme variable, w(t) est assez évidente, elle représente
la moitié de la différence entre la population de I’état excité, et celle de I’état fondamental,

et nous voyons qu’en 'absence d’excitation (2 = 0), sa valeur tend vers 1/2 au bout
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d’une durée 771, le temps de vie du systéme. Pour interpréter les deux autres variables, u(t)

et v(t), calculons la valeur moyenne de 'opérateur moment dipolaire de la transition :

(n) = Tr(pp) = por (co1 + o10)
= por (Gore@rtt?) 4 Gipe i wrtte))
= por [(ult) + v+ (u(t) — iv()e )]
= 201 [u(t) cos(wrt + ¢) — v(t) sin(wpt + 6)] (3.78)
Ce résultat, qui peut se mettre sous la forme plus explicite :
(p) = 2p01 [u(t) cos(wrt + @) + v(t) cos(wrt + ¢ + g)} (3.79)

nous montre que les nouvelles variables u(t) et v(t) sont proportionnelles aux composantes
du moment dipolaire moyen, respectivement en phase et en quadrature de phase avec le

champ incident.

3.4.1 Solutions stationnaires

La recherche des solutions stationnaires ug, vg et wg des équations de Bloch consiste

en la résolution du systéme de trois équations a trois inconnues :

6 vg — —— =0
L Vs T,
vs
or us — g werT2 =0 (3.80)
w5+1/2
Q =0
\ R US T,

qui se résout facilement en exprimant, dans la premiére équation u(t) en fonction de v(t),
dans la derniére équation w(t) en fonction de v(t), et en remplagant dans I’équation du

milieu ces deux variables par les deux expressions obtenues :

ug = Ty 0r, vg
Orp

1
2 2 4 = b4
(Ty 07 +Th QR+T2)US+ 5 0 (3.81)
1
wS:—T1 QRUS_§
ce qui nous permet de trouver les solutions stationnaires des équations de Bloch :
1 T2 61 Qg
ug = —=
208 Ti+03 1 Th+1
1 T5 Qg
vs = —5 3.82
S S IZ+ 0L T ot 1 (382)
1 67 T3 + 1
RN N e P T
\ I3+ QT T+ 1
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Comme les variables u(t) et v(t) sont des combinaisons des termes 6o; (t) = ooy (t) e “rt+e)
et d10(t) = o1o(t) ¢@Lt+9) es solutions stationnaires ug et vg signifient seulement que
loscillation du moment dipolaire moyen posséde une amplitude constante au cours du
temps. Par ailleurs lorsque Qi est grand, les solutions ug et vg tendent vers zéro, ce qui
indique qu’aux trés fortes intensités, le dipole moyen est nul. La solution stationnaire wg
traduit quant & elle une différence de population constante dans le temps et si nous cher-
chons uniquement 'expression de la population stationnaire de ’état excité, nous avons
o7, = ws + 1/2, soit :

¢ 1 R T Ty

_ - 3.83
T R TR T Tyt 1 (3.83)

qui tend vers 1/2 lorsque Qi est grand. Une excitation intense égalise donc la population

des deux niveaux et la transition est dite "saturée". En posant alors

0% Ty Ts
= S5 3.84
TR Il (3.84)

le paramétre de saturation, nous pouvons écrire :

( o 1 65 715 S
us__igRTl s+1
1 1 s
_§QRT1 s+1

1 1

vg = (3.85)

et

(3.86)

Ces solutions stationnaires représentent des solutions particuliéres des équations de
Bloch et nous seront utiles pour calculer les solutions générales qui sont la somme de

solutions transitoires et de ces solutions stationnaires.

3.4.2 Solutions générales a la résonance

Le calcul des solutions générales des équations de Bloch pour un systéme & deux ni-
veaux initialement dans son état fondamental et soumis & un rayonnement incident intense,
continu et résonnant avec la transition entre les niveaux est effectué dans I’Annexe D. Nous

trouvons ainsi ’évolution temporelle des composantes du vecteur de Bloch :
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FIGURE 3.4 : Population du niveau excité (trait plein) en fonction du temps, pour une excitation
résonante, avec wg =0, T} = Ty = 100 ps et Qr =1 rad.s~'.

u(t) =0
v(t) = vg — [vs cos(Qt) + % (vvs + QQR) sin(ﬂt)] e (3.87)

w(t) = wg — (wg + %) [cos(Qt) + %sin(Qt)] et

A partir de Iexpression (3.87) de w(t), nous pouvons alors déterminer 1’évolution tempo-

relle de la population 011 (t) de I'état excité :

w(t) = 5(o1(0) —ow(®) = 5 lon(®) ~ (L-on@ =oul) —5  (3:8)
d’otr :
o11(t) = (wg + %) (1 — (cos(Qt) + %sin(Qt))e*w) (3.89)

La figure (3.4) illustre cette évolution, pour wg = 0, 77 = T5 = 100 ps et Qr =
1 rad.s~! (paramétres choisis arbitrairement tels que amortissement v = 1/25 et Qp >>
1/T1, 1/T2). Nous voyons que les oscillations s’amortissent, faisant tendre a long délai la
population de 'état excité vers 1/2, 'enveloppe de cet amortissement étant donnée par la

moyenne entre le taux d’amortissement des populations 1/77 et celui des cohérences 1/T5.

3.5 Régime impulsionnel

Dans ce qui précéde, nous avons considéré le cas d’une excitation continue de la forme
(3.18). Dans nos expériences, elle est cependant effectuée au moyen d’impulsions de durée

7 de l'ordre de quelques picosecondes, remplissant la condition 7 << T7,Ts définissant
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le régime d’impulsions courtes. Notons que comme les solutions transitoires oscillantes

s’amortissent dans le temps avec une durée caractéristique :

_ 14 + ! (3.90)
T=e\n T ‘
la double condition du régime d’impulsions courtes peut s’exprimer sous la forme :

T << 1 (3.91)

Dans ce cas de figure, la relaxation des populations et des cohérences peut étre négligée
durant l'interaction lumiére-matiére et 1’évolution du systéme entre les instants ¢ = 0 et
t = 7 est donnée par :

u(t) = g, v(t)
0(t) = =1 u(t) + Qr w(t) (3.92)

W(t) = —Qp v(t)

Dans la pratique expérimentale, lorsque la durée 7 des impulsions est trop courte, il
est difficile de réaliser des impulsions carrées et 'amplitude du champ électrique varie au
cours de l'impulsion [118|. Nous considérons donc le cas général d'un champ E(t) variant

avec le temps.

Si la relaxation des populations et des cohérences est négligeable durant I'impulsion,
I'évolution du systéme entre les instants ¢ = 0 et t = 7 est donnée par (3.92), qui a la
résonance (67, = 0) nous donne :

u(t) =0 (3.93)

d’oi1, en tenant compte de la condition initiale u(0) =0 :
u(t) = constante = u(0) =0 (3.94)

Or, en 'absence d’amortissement, nous savons que le module du vecteur de Bloch :

u?(t) + 02 (t) + wi(t) = v*(t) + w?(t) (3.95)
est constant, d’ou :
V2(8) + w(t) = v2(0) + w(0) = 02 + (%)2 - % (3.96)

Il est donc possible de définir un angle 6(t) tel que :

o(t) = —% sin(60(t))
1 (3.97)
w(t) = —= cos(0(t))
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que nous pouvons relier & la pulsation de Rabi Qg(¢), qui tout comme le champ électrique
varie ici au cours de I'impulsion. Pour ce faire, dérivons les deux équations (3.97) par
rapport au temps :

o(t) = —% 0(t) cos(0(t)

- (3.98)
w(t) = 3 0(t) sin(0(t))
et utilisons les équations de Bloch (3.77) pour obtenir :
% 0(t) cos(0(t)) = Qf;(t) cos(0(1))
1 ‘ Qn(t) (3.99)
3 0(t) sin(0(t)) = 5 sin(6(t))
d’ou :
0(t) = Qn(t) = “i(t) (3.100)

En intégrant sur la durée de 'impulsion, nous obtenons 67, qui représente ce que ’on appelle

"I’aire" de I'impulsion [126] :

o, —/OTQR(t) dt—/OT wE®) G BE T o0 (3.101)

h h

—0oQ
ou nous avons repris la définition du champ (3.1) et o, le champ électrique étant nul hors

de I'impulsion, nous avons étendu les bornes d’intégration a I'infini. A la fin de I'impulsion,

I’état du systéme est donc donné par :

v(T) = —% sin(fr)

w(T) = —% cos(0r)

(3.102)

et ne dépend que de l'aire 7, de 'impulsion, et non de la forme exacte de l'interaction

transitoire subie durant I'impulsion.

Nous voyons que :

— si 0 = 7/2, la demi différence de population w(7) est nulle, c’est a dire que les
populations des deux états sont égales, tandis que la composante quadratique v(7)
du moment dipolaire prend sa valeur extréme —1/2,

— si 0, =7, w(7) est prend sa valeur maximale 1/2, opposée a sa valeur initiale -1/2,
c’est a dire qu'il y a eu inversion de population, tandis que v(7) est nulle,

— si 0 = 2w, w(7), tout comme v(7), reprennent leur valeur initiale, comme si le
systéme n’avait pas interagit.

Les impulsions d’une aire donnée peuvent donc, quelle que soit leur forme, étre utilisées

pour déterminer les durées de relaxations 77 et T5.
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Des impulsions 7/2 et 7 peuvent ainsi étre utilisées pour mesurer respectivement les
durées de relaxations Th de v(t) et T} de w(t), ce que ne permet pas de faire I'observation
de I'amortissement des oscillations de Rabi en régime continu, dépendant de la moyenne ~
de ces durées. En effet, au cours de I'interaction lumiére-matiére, I’onde électromagnétique
mélange par les termes en Qg les variables v(t) et w(t), tandis que lorsque cette interaction
cesse (g = 0), ce qui est le cas a la fin d’une impulsion, chaque variable évolue séparément
et il est alors possible de mesurer le temps de relaxation de chacune.

Ainsi, aprés une premiére impulsion 7 /2, la polarisation v(7) qui a pris sa valeur maxi-
male, décroit avec la constante de temps T5. Une seconde impulsion interagissant avec le
systéme au bout d’une durée § aprés la premiére permettra alors de mesurer v(7 + §) et
en renouvelant I'opération pour différentes valeurs de ¢ de déterminer 75. De méme, aprés
une premiére impulsion 7, la demi différence de population w(7) qui a pris sa valeur maxi-
male, décroit avec la constante de temps 77 et une seconde impulsion interagissant avec le
systéme au bout d’une durée § aprés la premiére permettra alors de mesurer w(7 + 9) et

en renouvelant 'opération pour différentes valeurs de § de déterminer T7.

Impulsions sécantes hyperboliques

Les impulsions picoseconde que nous utilisons au cours de nos expériences sont en
général modélisées par des sécantes hyperboliques [127] de hauteur Ep, et de largeur ap-

proximative 77 :

G(t)=Ep sech(%) (3.103)

Pour connaitre ’état du systéme & chaque instant ¢ de I'impulsion, nous devons calculer la
valeur de 0(t) :

t /
o(t) = / G dt EL/ sech(t;)dt’

= h EL /_OO 27%(arctan(tanh(2t7_)))dt/

27T gEL [arctan(tanh( ! )+ W} (3.104)
h 2T 4

L’aire totale de la sécante hyperbolique est donc bien 77 et celle de I'impulsion est :

£
0, = 0(+00) =T HT En 7 (3.105)

Nous pouvons donc réécrire I’évolution dans le temps de 6(t) sous la forme :

o(t) = = eL - arctan(tanh(f_)) (3.106)
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FIGURE 3.5 : Exemples d’oscillations de Rabi en régime impulsionnel avec une impulsion d’aire
(a) 0, =7/2, (b) O, =7, (c) 0, =27 et (d) 01, = 9. En noir figure I’évolution de la population
011 de l’état excité et en pointillés rouges est représentée 'impulsion laser normalisée.

L’évolution du systéme au cours de I'impulsion est alors donnée par le systéme (3.97),
a partir duquel en utilisant la relation (3.88), nous pouvons établir I’équation d’évolution

de la population o11 de I’état excité au cours de I'impulsion :

11 () = —% cos(B(t)) — % _ sin2(9(2t)) (3.107)

D’aprés (3.106) elle dépend donc de aire totale de I'impulsion et peut s’exprimer sous la

forme :

o1 (£, 01) = sin? <9L B _ arctan(tanh(t))D (3.108)

s T

Sur la figure (3.5) est ainsi représentée I’évolution de la population au cours de U'interaction
lumiére-matiére, pour des impulsions d’aire 0, = 7/2, 0 = 7, 0 = 27 et 0 = 9,
représentées par une gaussienne de largeur & mi-hauteur de 4 ps dont nous faisons varier
Iintensité afin de modifier 87. Nous voyons ainsi comment une impulsion d’aire 7 ou 97
prépare le systéme dans 1'état |1), tandis qu'une impulsion d’aire 27 remet celui-ci dans

son état initial |0), comme si aucune interaction n’avait eu lieu.
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3.6 Reésultats expérimentaux

3.6.1 Oscillations de Rabi en fonction de ’aire des impulsions

Nos mesures expérimentales sont réalisées au moyen d’impulsions lumineuses d’une
durée 7 = 2 ps, issues d’un laser Titane-Saphir avec un taux de répétition de 82 M H z.

L’état du systéme est considéré comme étant initialement :

p(t=0) = (8 2) (3.100)

ot 0~ désigne l'instant précédant 'arrivée de I'impulsion, tandis que 0% désigne la fin
de l'interaction lumiére-matiére. Durant cette interaction de courte durée du systéme avec
I'impulsion, il est possible de négliger les processus de relaxation et la population o11(¢,0r)
de I'état excité évolue avec le temps selon ’équation (3.107). A Tissue de celle-ci, le systéme

a été "préparé" dans un état décrit par la matrice densité :

_ ~ [o11(0%,60L) 010(0T,6L)
p(t=0")= <001(0+70L) JOO(()+,9L)> (3.110)

La population o11(07,67) de I'état excité relaxe par la suite avec une constante de temps
T7 et Doscillation dipolaire avec une constante de temps T5. Nous aurons donc & l'instant
t aprés I'impulsion :

Ull(t,gL) :0'11(0+79L) eit/TI (3.111)

Pour accéder aux propriétés électroniques d’une boite quantique, nous réalisons des
spectres de photoluminescence sur lesquels nous mesurons l'intensité I de la raie d’émission
de la transition fondamentale de la boite, proportionnelle & I'intégrale temporelle de la
population o1; de I’état excité. A un facteur de normalisation prés, nous avons ainsi :

o+

I(HL):/ 011(t,9L)dt:/ o11(t,01) dt +o11(07,0) /+ e T qt (3.112)
0 - 0

ol le premier terme est négligeable devant le second, d’oul ’expression :
+ ) 0L
1(0r) = 011 (07, 01)Th = Ty sin” () (3.113)

L’oscillation de la population o11(6r) en fonction de laire 67, de I'impulsion se traduit
donc par une oscillation de I'intensité de la luminescence I(67,), mesurée sur chaque spectre,
comme l'illustre la figure (3.6). Nous sommes donc capables en changeant 0, et en mesurant
a chaque fois I(01) de réaliser une courbe d’oscillation de Rabi, comme celle représentée
sur la figure (3.6.g), ol nous avons reporté l'intégrale de la population de 'état excité
(c’est a dire l'aire en bleu sur les figures (a), (b), (c), (d), (e) et (f)) en fonction de 'aire

de limpulsion (respectivement w/2, 7, 3w /2, 2m, 57/2 et 3w). Signalons que ce type de
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courbe en fonction de l'aire de I'impulsion est parfois désigné par le terme de "rotation de
Rabi" afin de le distinguer des "vraies" oscillations de Rabi qui sont elles en fonction du

temps.

3.6.2 Reésultats expérimentaux

La réalisation d’'un grand nombre d’expériences nécessite la maitrise de l'aire 07, des
impulsions interagissant avec le systéme a deux niveaux. Or, ainsi que le montre I'expression
(3.105), cette aire dépend du produit scalaire p.€, qui tout en restant constant au cours
de l'expérience peut varier d’une boite a 'autre, de la durée 7 = 2 ps de 'impulsion et de
I'amplitude E;, du champ électrique incident, qui est le seul parameétre que nous pouvons
faire varier expérimentalement. Cette amplitude étant proportionnelle a la racine carrée

de la puissance, nous en déduisons :
0, x B, o VP (3.114)

Nous ignorons cependant le coefficient de proportionnalité entre les deux paramétres, il
nous faut donc établir une correspondance entre la puissance d’excitation et ’état du sys-

téme.

Comme l'intensité de la luminescence I(#) varie sinusoidalement en fonction de l'aire
01, de I'impulsion, et donc en fonction de la racine carrée de la puissance, il est possible
en changeant la puissance d’excitation et en mesurant pour chaque puissance 'intensité
de la raie de luminescence, de tracer la courbe d’oscillations de Rabi de I'intensité I(v/P),
qui nous permettra de relier de fagon univoque la valeur P de la puissance mesurée en un

point du dispositif et aire 7, de 'impulsion en interaction avec la boite considérée.

Ainsi, nous avons tracé figure (3.7) l'intensité de la raie d’émission de trois boites
quantiques excitées & la résonance en fonction de la racine carrée de la puissance de 'onde
incidente. Afin de réaliser ces courbes, nous avons pour chaque point expérimental modifié
la puissance d’excitation et intégré pendant dix secondes la luminescence détectée par la
caméra CCD. Sur la figure (3.8) sont représentés les spectres obtenus pour des puissances
d’excitation mesurée de 9 pW, 40 pW, 90 uW et 150 uW. Ces puissances, comme nous
pouvouns le voir sur la courbe d’oscillation de Rabi de la figure (3.7.a) correspondent respec-
tivement a des impulsions d’aire 8, = 7, 05, = 27, 01, = 37 et 0, = 4w. En effet, le premier
spectre correspond au premier maximum d’intensité, le second au premier minimum, le
troisiéme & un second maximum et le dernier & un second minimum. Si normalement les
impulsions d’aire 27 et 47 doivent normalement annuler la luminescence des boites, c’est en
réalité rarement le cas, comme nous I'expliquerons dans la section suivante sur ’amortisse-

ment des oscillations de Rabi. Nous comprenons donc comment une courbe d’oscillations de
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FIGURE 3.6 : Simulations représentant la population du niveau excité en fonction du temps (traits
pleins noirs) pour des impulsions d’aire (a) 7/2, (b) 7, (¢) 37/2, (d) 2x, (e) b7 /2, (f) 3m. Sur
la figure (g) est reportée la luminescence, correspondant & laire en bleu sous les courbes (a) a (f),

en fonction de laire de Uimpulsion 0 /7, un point bleu représentant chacune des six situations

précédentes.
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FIGURE 3.7 : Oscillations de Rabi : photoluminescence de trois boites quantiques sous excitation
résonnante en fonction de la racine carrée de la puissance de l’'onde incidente. L’ajustement numé-
rique tracé en bleu a €té réalisé au moyen des équations de Bloch optiques et celui tracé en rouge au
moyen des mémes équations, mais considérant une relaxation supplémentaire (a) des cohérences

uniquement, (b) et (c) des cohérences et des populations.
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FIGURE 3.8 : Spectres de photoluminescence d’une boite quantique sous excitation résonnante,
réalisés pour différentes puissances de l'onde incidente, respectivement 9 uW, 40 uW, 90 puW
et 150 uW. En rouge le laser diffusé est ajusté par une gaussienne, tandis qu’en bleu le pic de

luminescence de la boite est ajusté par une lorentzienne. Ces spectres correspondent a loscillation

(a) de la figure (3.7).
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FIGURE 3.9 : Evolution de la population de l’état excité (traits pleins) durant une impulsion
(pointillés) de durée T = 2 ps et a) d’aire @ = 3w, b) d’aire § = 4w. En noir est représentée cette

population pour Ty = 600 ps et To = 250 ps et en bleu pour T} = 600 ps et To = 10 ps.

Rabi peut nous permettre de déterminer la relation entre puissance de ’onde incidente et
aire de I'impulsion et de savoir ainsi quelle puissance utiliser pour mettre le systéme a deux
niveaux étudié dans I’état désiré. Par exemple ici, une impulsion de 9 yW correspondra a
une impulsion 7 et mettra ainsi le systéme dans I’état excité |1).

Pour mesurer 'intensité de la luminescence émise par la boite, il nous faut au préalable
soustraire le laser diffusé que 'on peut ajuster, comme c’est le cas en rouge dans la figure
(3.8), par une fonction gaussienne de largeur & mi-hauteur constante et d’intensité propor-
tionnelle a la puissance d’excitation, tandis que la raie d’émission de la boite s’ajuste au
moyen d’une fonction lorentzienne (en bleu dans la figure (3.8)). Les guides ne confinant
pas parfaitement le laser, & mesure que la puissance de celui-ci augmente, sa diffusion em-
péche rapidement de distinguer la luminescence de la boite. En outre, le fort amortissement
des oscillations, que nous constatons dans la figure (3.7), fait que sur ce type d’échantillon
nous n’avons pas été a méme d’observer plus de deux périodes et demi d’oscillation. Pour
chaque spectre, nous reportons les différentes valeurs de I(v/P) sur la courbe d’oscillation
de Rabi, qui est ajustée, comme sur les figures (3.7), au moyen des équations de Bloch
optiques. Sur ces courbes, nous avons fait figurer deux ajustements numériques, I'un (en
bleu) obtenu avec les équations de Bloch optiques précédemment énoncées (3.74), et le
second (en rouge) en tenant compte dans ces équations de relaxations supplémentaires sur

les populations et les cohérences, que nous décrirons dans la partie suivante.

3.6.3 Amortissement des oscillations de Rabi

L’amortissement de l'oscillation de Rabi lorsque la puissance d’excitation augmente
observé sur les figures (3.7) ne peut étre ajusté au moyen des équations de Bloch (3.74)
en I'état. En effet, celles ci prévoient bien un taux d’amortissement v des oscillations de la

population du niveau excité au cours de l'interaction lumiére-matiére, mais comme nous
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travaillons en régime impulsionnel, pour que ce taux v entraine un amortissement des os-
cillations en fonction de ’aire de I'impulsion, il faudrait que I'état du systéme ait le temps
d’osciller et de s’amortir durant 'impulsion de durée 7. Ce n’est pas le cas ici, puisque les
impulsions ont une durée de T = 2 ps, tandis que les durées de relaxations caractéristiques
Ty et T des boites sont en moyenne de plusieurs centaines de picosecondes. Sur la figure
(3.9) est représentée la population de 1'état excité durant I'impulsion, pour un temps de
cohérence moyen expérimentalement mesuré T = 250 ps et pour un temps de cohérence
T5 = 10 ps, assez court pour que l'amortissement puisse étre visible dés les premiéres
périodes d’oscillations de Rabi. Nous voyons bien que pour un tel systéme, aucun amor-
tissement ne devrait étre observé avant de nombreuses périodes d’oscillation. Nous avons
par ailleurs tracé en pointillés bleus sur les figures (3.7), la courbe d’oscillation prenant
en compte les paramétres 17 = 600 ps et To = 250 ps et nous voyons bien que ’amor-
tissement n’est pas observable sur la gamme de puissance étudiée. Pour ajuster les points
expérimentaux, il faudrait pour la courbe (3.7.a) prendre un temps de cohérence de 5 ps
seulement, et pour la courbe (3.7.c), il est tout simplement impossible de 'ajuster ainsi,
car comme le montre la figure (3.9.b), 'amortissement doit faire tendre la luminescence
vers une valeur moyenne non nulle . Nous devons donc prendre en compte dans les deux

cas un amortissement supplémentaire, dont I'origine physique reste encore a comprendre.

La figure (3.7) illustre donc différents cas de figure qui se sont présentés a nous. Nous
avons en effet, pour certaines boites, observé un amortissement faisant tendre la lumines-
cence vers une valeur stationnaire Ip,.,/2, comme illustré par la courbe (3.7.a), et pour
d’autres boites, un amortissement faisant tendre la luminescence vers une valeur station-
naire inférieure & Ip,q,/2, comme le montre (3.7.b) et méme parfois vers zéro, comme
I'illustre (3.7.c). Si 'amortissement de la premiére courbe peut s’expliquer par I'interaction
du systéme avec les phonons du réseau environnant entrainant une relaxation supplémen-
taire des cohérences [128], les deux courbes suivantes témoignent de la présence d’une
relaxation supplémentaire, agissant cette fois sur les populations, ces deux types de relaxa-
tion étant fonction de la puissance incidente. Signalons que si ce dernier effet est peu traité
dans la littérature, il a déja été observé dans le cadre de la thése de Romain Melet lors de
I'étude de défauts d’'interface de GaAs/GaAlAs [18].

3.6.3.a Relaxation des cohérences

En ne considérant que le temps de décohérence 15, il semble assez intuitif de penser
que plus les impulsions utilisées pour exciter le systéme sont de longue durée, plus 'amor-
tissement des oscillations de Rabi s’effectue rapidement [129]. En effet, plus la durée des
impulsions s’approche du temps de cohérence, plus 'amortissement est rapide, comme cela

est illustré par la figure (3.10), sur laquelle nous avons représenté ’évolution de la popula-
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FIGURE 3.10 : Evolution de la population de l'état excité (traits pleins) durant une impulsion
d’aire 0 = 47 et de durée T = 2 ps (en noir) et T =4 ps (en bleu) pour un systéme caractérisé par
17 =600 ps et To = 20 ps.

tion de I'état excité d’un systéme & deux niveaux caractérisé par un temps de cohérence T,
pour une impulsion de durée 7 = 0.1 75 (en noir) et une impulsion de durée 7 = 0.2 T (en

bleu). Nous observons bien dans le second cas un amortissement plus rapide des oscillations

de Rabi.

Cependant, plusieurs groupes [128, 130| ayant étudié I'amortissement des oscillations
de Rabi en fonction de la durée des impulsions incidentes, ont constaté l'effet inverse,
une diminution de I'amortissement & mesure qu’augmentait la durée des impulsions. Pour
expliquer ce phénoméne, nous devons nous rappeler que l'aire d’une impulsion dépend
de sa durée, et de son intensité. Pour obtenir une méme aire avec deux impulsions de
durée différente, il faut donc en modifier la puissance. Ainsi, I'impulsion la plus courte
est de plus forte puissance et ’amortissement plus important qu’elle engendre doit de ce
fait provenir de cette forte excitation et non de la durée de 'impulsion. L’amortissement
des oscillations de Rabi semble donc dii & une relaxation supplémentaire des cohérences,
dépendant de I'intensité de I’onde incidente, et dont ’effet est bien supérieur & la relaxation
caractéristique du systéme & deux niveaux donnée par le temps de cohérence indépendant

de la puissance.

Cette relaxation supplémentaire des cohérences, se traduit par 'ajout d’'un terme

d’amortissement x Q2, dont l'origine sera précisée dans la partie 3.6.5, dans l’expression
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des cohérences des équations de Bloch optiques, qui se réécrivent alors :

o11(t)

o11(t) = _%QR(t) (G10(t) = 601(1)) — Ty

d00(t) = —o11(%)

; ‘ 3.115
S1a(t) =~ 39(0) (o () ~ ow(0) - ( (3115

1

T + K Q%(t)) é’lo(t)

Gor(8) = 5 2(t) (on1(8) = aw(e) — (7 + 5 B()) Far(t)

Ce terme d’amortissement supplémentaire dépend du carré de la pulsation de Rabi, c’est &
dire de la puissance d’excitation et le pré-facteur s prend en compte le couplage du systéme
aux phonons du réseau et doit donc étre proportionnel & la température. C’est au moyen de
ce nouveau systéme d’équations que nous ajustons les points expérimentaux de la courbe
(3.7.a). Cet accroissement de la perte de cohérence avec 'augmentation de la puissance a
déja été observé par différents groupes (93, 128, 130, 131, 132, 133, 134, 135, 136| et est

désigné par le terme anglais "excitation induced dephasing" (EID).

3.6.3.b Relaxation des populations

Dans le second cas de figure, illustré par les figures (3.7.b) et (3.7.c), il est nécessaire
pour expliquer I’amortissement faisant tendre la population du niveau excité vers une valeur
inférieure & Ip,4,/2, d’introduire une relaxation supplémentaire de population, dépendant
elle aussi de la puissance d’excitation. Afin d’ajuster les points expérimentaux, nous devons
réécrire les équations de Bloch, en y introduisant de maniére phénoménologique ce terme

de relaxation, sous la forme :

Go0(t) = —o11(t)
. ; (3.116)
o10(t) = —§QR(75) (011(t) — o00(t)) — (1112 + K Q%(t)) a10(t)

1
T,

bor(t) = 3920(0)(o010) — ow(0) — 7 + 5 O(0)) Gan(t)

\

oll o est une constante d’ajustement. L’ajout de ce terme en Q% provient de ’observation
expérimentale pour certaines boites, d'une décroissance du temps de vie mesuré sous ex-
citation résonnante qui est inversement proportionnel & la puissance d’excitation donc au
carré de 'amplitude du champ électrique auquel est proportionnel la pulsation de Rabi

Qpg. Ces résultats seront présentés au chapitre suivant. Ainsi nous avons :

11
=7 te 0% (3.117)
1
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L’origine de cette relaxation supplémentaire qui permet de rendre compte de ’amortis-
sement vers zéro des oscillations de Rabi est dure a identifier. Ce comportement a déja
été observé, dans les boites formées par des défauts d’interface par Stievater et al. [93],
qui 'ont attribué a 'interaction du systéme avec des états délocalisés, augmentant ainsi le
taux de relaxation de la population de I’état excité et diminuant de fait son temps de vie
T1, et pouvant par ailleurs modifier la fréquence de résonance de 'exciton fondamental.
L’absence de cet effet pour de nombreuses boites pourrait alors s’expliquer par un meilleur
confinement des porteurs de charges dans celles-ci, et donc une plus faible interaction avec
leur environnement. En effet, dans les boites quantiques auto-organisées ot le confinement
est plus important, ce type de comportement est beaucoup plus rarement observé [130]. Si
nous avons un instant envisagé des processus de capture par effet Auger [137], il semblerait

d’aprés [131] que ceux-ci n’engendrent pas un tel amortissement des oscillations de Rabi.

3.6.4 Oscillations de Rabi d’un systéme a trois niveaux

Comme nous ’avons mentionné dans le premier chapitre, dans un systéme réel, en rai-
son d’une brisure de la symétrie du systéme, la dégénérescence des états propres de I’exciton
est levée et le systéme originellement & deux niveaux en comporte alors trois. En raison
de la polarisation verticale du laser d’excitation, nous avons longtemps cru qu’au cours
des expériences résonnantes, un seul des deux états propres de structure fine était excité,
celui paralléle & la polarisation du laser incident dirigé selon la direction cristallographique
[110]. Nous ne nous expliquions pas alors les courbes telles que celles représentées figure
(3.11) pour lesquelles nous voyions 'intensité de la luminescence augmenter a chaque pé-
riode. Nous avons tout d’abord pensé qu’a la courbe d’oscillations de Rabi s’ajoutaient un
fond provenant des réflexions subies par les impulsions aux interface semi-conducteur/air,
& chaque extrémité du guide et c’est pour cette raison que nous avons réalisé des guides
inclinés d’un angle de 7°. Comme nous ’avons montré au second chapitre de ce manus-
crit, cette inclinaison a pour effet de réduire drastiquement les réflexions a l'intérieur du
guide, mais cela n’a pas modifié nos observations expérimentales. Ainsi, la seconde courbe
présentée sur la figure (3.11) a été obtenue pour un guide incliné et présente le méme

comportement.

Lorsque nous avons démontré, comme ce sera exposé dans le cinquiéme chapitre, la
présence d’'un mélange des états de la bande de valence, résultant en une inclinaison de
la polarisation des états propres de structure fine, nous avons réalisé que les deux états
propres excitoniques étaient excités de maniére résonnante, la largeur spectrale du laser
étant supérieure a celle du splitting entre les deux états propres. Nous avons dans ce cas
un systéme a trois niveaux, schématisé sur le figure (3.12), pour lequel il est nécessaire de

compléter les équations de Bloch. Nous ne chercherons pas dans le cadre de cette thése a
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FIGURE 3.11 : Courbes d’oscillations de Rabi ajustées en prenant en compte [’existence d’un
troisieme niveau dans les équations de Bloch. La premiére correspond au cas ou le rapport des
pulsations de Rabi des deux états est proche de 0.05 et la seconde au cas o il est proche de 0.5.

étudier de maniére rigoureuse 1’évolution d’un tel systéme, mais simplement & donner une

explication plausible & certains de nos résultats expérimentaux.

Commengons par considérer le systéme totalement isolé de 'extérieur et négligerons
toute relaxation. Faisons I’hypothése que lorsque le systéme est soumis & un rayonnement
électromagnétique classique, les deux états propres excités \X ) et \?) se trouvent chacun

couplés de maniére résonante au niveau fondamental |0), mais ne le sont pas entre eux.

Comme nous négligeons pour l'instant toute relaxation du systéme et ne cherchons
qu’a connaitre I’évolution temporelle de la population des états excités, nous pouvons nous
contenter d’une description dans le formalisme du vecteur d’état. L’état du systéme &

Pinstant ¢ est alors une combinaison linéaire des trois états propres considérés, |0), | X) et
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FIGURE 3.12 : Schéma du systéme a trois niveauz.

[ (1)) = Co(t) 0) + C (£) | X) + Cy (1) V) (3.118)
ott les coefficient complexes Cy(t),C'y et Cy vérifient la condition de normalisation :
Co(t)Co(t) + Cx()CH(t) + Cy ()L (1) =1 (3.119)

Les trois états propres ayant respectivement pour énergie propre Ey, E¢ et Ey, le hamil-

tonien libre du systéme & deux niveaux prend la forme :

Hy = Eo|0) (0] + Ex |X) (X| + Ey |Y) (Y] (3.120)

Le systéme est soumis a un champ que nous choisirons pour l'instant continu, de la
forme (3.18). En se placant dans I'approximation des grandes longueurs d’onde et dans
le point de vue dipolaire, le hamiltonien du systéme {boite quantique + champ} s’écrit
comme nous l'avons vu :

H = Hy + Hips(t) (3.121)

ot Hy est le hamiltonien libre du systéme a trois niveaux donné par (3.120) et I:Imt(t) le

hamiltonien d’interaction couplant I’état fondamental aux deux états excités et donné par :
Hint = =1 [ (10) (X]+1X) (01) + Q5 (10) (V] +[7) (0]) | cos(wort +0)  (3.122)

Nous avons introduit la pulsation de Rabi de chaque état :

mi Er
BT (3.123)
O — [,L?.EL .
L h

Le moment dipolaire moyen, proportionnel & la force d’oscillateur de chaque transition,
est a priori différent pour des deux états excités. En outre, les produits scalaires p ;. Ep
et py.Ep, dépendent également de 'angle que p ¢ et py forment avec la polarisation du

champ incident et sont forcément différents pour les états |X) et [Y), méme si | <= lpyl
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Les pulsations de Rabi Q25 et €2y des deux transitions peuvent donc étre trés différentes

I'une de 'autre, méme si le module de moment dipolaire est le méme.

L’évolution temporelle du vecteur d’état (3.118) est donnée par 1’équation de Schro-
dinger :
., d - -
ih S e(0) = (Ho+ i) () (3.124)
soit :
i h(Col0) + C|X) +Cy I)) = By Co[0) + Eg C |X) + By Cx V)
h [QX (00 1X) + Cy \0>> +Qy (co V) + Cy \o>)} cos(wrt +¢)  (3.125)
En projetant sur les vecteurs propres [0), |X) et |Y), nous obtenons alors le systéme
d’équations différentielles couplées :
1 h Co(t) = Co(t)Eo —h [CX<t)QX + C{/(t)Qf,] COS(CuLt + ¢)
1 h CX(t) = CX(t)EX —h Co(t)QX COS(th + ¢) (3_126)
i h C'};(t) = Cy(t)Ey — h Co(t)Qy cos(wrt + ¢)
Le splitting de structure fine dpgg étant trés faible devant 1’énergie hwy = E1 — Ey, nous
ferons ici I'approximation Fy = Ey = Ej. En faisant de plus I'approximation séculaire,
nous réécrivons le systéme (3.126) sous la forme :
i h Co(t) = C()(t)E() — 5 [CX(t)QX + Cy(t)Qf/] el(thJr(b)

i B Celt) = Co(t)Ey — g Colt)2 g e—itwnt+o) (3.127)

P B Cyplt) = Oy (DB — 5 Colt)geitort+)

Pour résoudre ce systéme, procédons au changement de variables :
o (t) = Colt)eEot/h
€5 (t) = Cy(t)etbot/heiwrt+e (3.128)
€5 () = Ci (t)eiFt et

dont la dérivée temporelle s’écrit :

Go(t) = Co(t)eiBot/n 4 i%@o(t)

éX(t) _ C'«X(t)eiEot/hefi(thJr(b) 4 i(% + wr)€ (1) (3.129)

& (t) = Cp (t)eiBot/he—ilwrtte) 4 z’(fo + W)€ (1)
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Le systéme (3.127) devient alors :

([ - iEot/h Lo
Q:()(t) = Co(t)e 0 + Zf@@(i)
¢ o (t) = Cg(t)eiBot/he=ilwrt+d) 4 (20 4 )E 4 (1) (3.130)

h
Cy () = Cy (t)etPot/he=ilwrt+e) 4 i(% +wr)€y (1)

Ce systéme de trois équations différentielles couplées peut se résoudre numérique-
ment. En prenant comme condition initiale le systéme dans son état fondamental, c’est
a dire Cp(0) = 1 et C5(0) = C3(0) = 0, nous obtenons 'expression des populations
C XC}( = (’ZX@} et C?Cgf/ = (’:Y/C; des deux états excités. En se plagant alors non plus
dans le cadre d’une excitation continue, mais dans celui d’impulsions sécantes hyperbo-
liques, le calcul numérique de l'intégrale dans le temps de ces populations nous permet
alors d’ajuster nos courbes expérimentales, comme cela a été fait pour les courbes de la
figure (3.11).

Sur la figure (3.11), nous avons représenté deux cas limites d’oscillations de Rabi pour
un systéme & trois niveaux tel que nous 'avons modélisé. La premiére courbe correspond
a un rapport des pulsations de Rabi Q¢ /Q; = 0.05. Comme nous I’avons déja mentionné,
cela ne présuppose en rien du rapport entre les forces d’oscillateur des deux états, puisque
les pulsations de Rabi dépendent du produit scalaire du moment dipolaire et du champ
électrique incident. Ainsi, la courbe représentée figure (3.11.a) correspond a une situation
ol les deux états propres | X) et |Y) sont presque alignés selon les axes cristallographiques et
I’état ]X ), est donc peu excité. Ceci est corroboré par les mesures en polarisation effectuées
sur la méme boite, qui nous permettent de déterminer ’orientation des deux états propres,
ainsi que le rapport de leur force d’oscillateur. Nous avons déterminé pour la boite dont
loscillation est représentée figure (3.11.a) une inclinaison d’environ 3° des états propres
par rapport aux axes cristallographiques, et un rapport entre les forces d’oscillateur des

deux transitions de R = Fy/Fg = 1.2. Ce qui, en calculant :

_ [rx
=7

donne bien approximativement le rapport de Q5 /Qy = 0.05 déterminé en ajustant la

1
VR

Sin(qbX)
cos(¢y )

Sin(gbf()
cos(¢y )

Sin(¢x—)
cos(¢py)

Qg _kx
Qy  py

(3.131)

courbe d’oscillations de Rabi.
De méme, en ajustant la courbe (3.11.b), nous avons trouvé un rapport des pulsations
de Rabi Q; /Qy = 0.5. Or pour cette méme boite, nous avons déterminé au moyen d’expé-

riences résolues en polarisation une inclinaison d’environ 10° des états propres | X) et |Y)
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par rapport aux axes cristallographiques, et un rapport entre les forces d’oscillateur des
deux transitions de R = Fy/F; = 0.6. En reprenant la formule (3.131), nous retrouvons

approximativement un rapport Qg /Qg = 0.5.

Nous venons donc de voir comment, sans chercher & en faire une description rigoureuse,
la prise en compte d’un troisiéme niveau, excité lui aussi de maniére résonnante, peut
expliquer certains de nos résultats expérimentaux. Nous avons pour 'instant négligé toute
relaxation des populations et des cohérences, qui seront prises en compte dans un modéle
plus complet explicité a la fin de ce chapitre. Nous avons également, en raison des différences
d’énergies entrant en jeu, pu faire 'approximation raisonnable de deux niveaux excités
de méme énergie, afin de simplifier I’écriture des équations de Bloch optiques de notre
systéme & trois niveaux. Nous avons finalement, dans notre modéle simple, considéré que
les deux niveaux excités n’étaient pas couplés entre eux. Cette derniére hypothése ne semble
toutefois pas aberrante, puisque les résultats issus de cette modélisation sont en assez bon
accord avec les résultats obtenus de maniére totalement indépendante au moyen de I’'étude

de la polarisation de la luminescence émise par les boites.

3.6.5 Role des phonons dans ’amortissement des oscillations de Rabi.

L’amortissement des oscillations de Rabi observé par de nombreux groupes est tou-
jours sujet & débat. En effet, trois mécanismes différents sont a ’heure actuelle envisagés,
I'excitation de transitions multiexcitoniques [132], la perte de cohérence provenant de 'in-
teraction du systéme excitonique d’une boite quantique avec les états mixtes de la couche
de mouillage [130], et les processus de déphasage générés par U'interaction du systéme exci-
tonique avec les phonons acoustiques (LA) du réseau environnant [128]. C’est a ce dernier
mécanisme que nous nous intéresserons par la suite, en réalisant des expériences d’oscil-
lations de Rabi pour différentes températures, ainsi qu’'une modélisation de 'interaction
électron-phonon LA, réalisée dans I’Annexe E.

Signalons que nous avons utilisé dans notre calcul une méthode perturbative qui nous
semble correspondre & notre systéme. Une autre approche [138], utilisant le formalisme
de l'intégrale de chemin peut également étre utilisée dans le cas d’'un couplage fort au
phonons. Une résolution numérique effectuée par Vagov et al. [138] a ainsi démontré la ré-
apparition de l'oscillation de Rabi amortie (sous excitation impulsionnelle, ’amortissement
de la population de I’état excité en fonction du temps est elle bien définitive), lorsque 1'aire
de 'impulsion continue d’augmenter. Ce comportement prendrait place quelle que soit la
température et la durée des impulsions, & condition que le systéme soit bien & deux niveaux
et que les processus de déphasage pur soient dominants. N’ayant jamais observé ce type
de comportement, nous sommes confortés dans notre opinion que dans nous systémes, une

approche perturbative suffit a4 décrire 'interaction avec les phonons du réseau, d’autant
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que nos résultats expérimentaux semblent assez bien correspondre au modéle ainsi obtenu.

Au final, en prenant en compte la décohérence induite par les phonons, les équations

de Bloch optiques se réécrivent sous la forme :

o1 (t) = _% Qr(t) (610(t) = d01(t)) — 01%1(0

Goo(t) = —oi1(t)

' i (3.132)
Gro(t) = - Qr(t) (011(t) — ooo(t)) — (7{2 + k(T) Q%{(ﬂ) a10(t)

bou(t) = % Qr(t) (o11(t) — o0o(t)) — (1{2 + k(T) Sﬁz(zﬁ)) G01(t)

\

ou k(T) = KT avec un coefficient de proportionnalité K dépend uniquement des propriétés
du matériau massif, que nous avons estimé approximativement a Kpeo = 10 fs.K~! pour
le GaAs (cf Annexe E).

Intéressons nous alors aux oscillations de Rabi effectuées sur une méme boite pour
plusieurs températures, afin de confirmer le role prépondérant des phonons dans ’amor-
tissement des oscillations de Rabi. Notons que le terme de décohérence 1/T, que nous
mesurons expérimentalement est obtenu pour une température de 7 K et une impulsion
d’aire 6 = /2, il prend donc déja en compte un certain déphasage di au phonons.

Au cours de ces mesures, nous avons fait varier la température de ’échantillon de 7 K a
30 K et pour chaque boite étudiée sous excitation résonnante, nous avons réalisé une courbe
d’oscillation de Rabi pour différentes températures. La difficulté de ces expériences réside
dans la modification de I’énergie de la transition a mesure que la température augmente, ce
qui nécessite une modification de la longueur d’onde d’excitation. Cette manipulation peut
avoir pour effet de changer les paramétre de couplage entre le champ électromagnétique
et le moment dipolaire de la boite étudiée. En outre, le changement de température fait
également varier la position verticale de 1’échantillon, et il devient indispensable de chan-
ger la position des objectifs d’excitation et de détection. La modification des conditions
d’excitation peut & son tour modifier le couplage entre le champ et la boite. En raison de
ces limites expérimentales, I’étude d’une boite quantique au dela de 30 K est rendue trés
difficile, méme si son émission persiste jusqu’a une cinquantaine de Kelvins.

Bien que certains groupes [128, 139] aient observé une variation de la période de Rabi
avec la température, nous n’avons pour notre part pu mettre en évidence un tel phéno-
meéne. En effet, cette variation est visible au dela de 20 K — 25 K et les changements de
période de Rabi que nous observons & ces températures peuvent étre en partie attribués a

la modification du couplage lumiére-matiére.
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FIGURE 3.13 : Courbes d’oscillations de Rabi pour une méme boite quantique sous excitation
résonnante avec sa transition fondamentale, ¢ 10°K en rouge et ¢ 20 K en noir. Les courbes

expérimentales ont été ajustées numériquement au moyen des équations (3.133).
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FIGURE 3.14 : Evolution du facteur d’amortissement r(T) des oscillations de Rabi en fonction

de la température.

Sur la figure (3.13) sont représentées, pour une méme boite, les courbes d’oscillations
de Rabi réalisées pour deux températures différentes, 10 K et 20 K . Nous constatons bien
une augmentation de 'amortissement des oscillations avec la température. Si nous tragons
figure (3.14), I'évolution en fonction de la température du facteur d’amortissement x(7), au
moyen duquel nous avons ajusté les courbes expérimentales (en utilisant les équations de

Bloch données par (3.132)), alors comme attendu, la courbe obtenue est une fonction affine,
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de coefficient directeur Kepp ~ 25 fs. K ~1.Si I'ordre de grandeur reste le méme que Kypeo
(estimé dans I’Annexe E 4 10 fs.K 1), cette valeur expérimentale représente plus du double
de la valeur théorique. Cette différence peut s’expliquer par la nécessité de considérer en
réalité un systéme & trois niveaux, afin de rendre compte de I'amortissement des oscillations
vers une valeur I(6 = m)/1.7. En effet, en ne considérant qu’un systéme & deux niveaux dont
I’évolution est donnée par (3.132), 'amortissement devrait faire tendre la luminescence vers
la moitié de sa valeur maximale (6 = m)/2. Pour obtenir un amortissement vers une valeur
supérieure, il faut introduire un terme de repopulation, tandis que pour qu’il s’effectue vers
une valeur inférieure, il faut au contraire introduire un terme de fuite de population. La
prise en compte d’un troisiéme niveau permet alors de s’affranchir de I’ajout du terme de
repeuplement de ’état excité, généralement introduit de maniére phénoménologique. Nous

ajustons nos courbes expérimentales au moyen du systéme d’équation :

[ Ge(t) = —205(0) (90(1) — G5 () J););ﬂt)
1
d75(0) = ~5250) (50(0) — 605 () - T
1
Goo(t) = =053 (t) = oy (t)
b50lt) = 5950 (550 = ow(®) — (- +6(0) B0) 5500 3133)
Goslt) = 5250 (035(0) — ona(8) ~ (4 K(D) 94(0)) (0
Oyo(t) = —%Qy(t) (o9 () — o0o(t)) — (7{2 + k(T) Q%,(t)) Gy (t)
Sur10) = 392¢0) (o35(0) ~ (1) = -+ #(T) B20)) G0 (0)

Sur la figure (3.15), nous avons simulé une courbe d’oscillations de Rabi, dans le cas
d’un systéme & deux niveaux (en noir) et dans celui d’un systéme a trois niveaux (en
rouge), pour lequel nous avons posé 2 ¢ /€2y = 0.2 (rapport utilisé pour ajuster les courbes
(3.13)). Pour les deux courbes, tous les paramétres ont été choisis identiques, en particulier
le facteur d’amortissement £ = 0.25 ps. Nous constatons donc que le systéme & deux
niveaux s’amortit bien vers I(f = 7)/2, tandis que le systéme & trois niveaux s’amortit
vers I(6 = m)/1.5.

Une étude de la polarisation de la luminescence émise par la boite considérée dans la
figure (3.13), sous excitation non résonnante et sous excitation résonnante, a été préala-
blement réalisée et a permis de déterminer, selon une méthode exposée dans le cinquiéme

chapitre, I'inclinaison ¢ ¢ = —6.5° et ¢y = —13.5° des états propres |X) et |Y), ainsi que le
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FIGURE 3.15 : Comparaison, pour un méme facteur d’amortissement k = 0.25ps entre les oscil-
lations de Rabi, en noir celles d’un systéme 4 deux niveauz, et en rouge celles d’un systéme a trois

niveaux pour lequel Q¢ /Qy = 0.2.

rapport des forces d’oscillateur R = F5/F ¢ = 0.8. Nous avons ainsi pu déduire le rapport
des pulsations de Rabi :

QX _ L Sin(qu()
Qy VR |cos(dy)

que nous avons reporté dans le systéme (3.133). Nous avons de méme obtenu et reporté

~0.13 (3.134)

dans le systéme le rapport des temps de vie TIX/TIY/ = Fy/Fz = 0.8. L'ajustement des
courbes expérimentales au moyen de (3.133) nous a alors permis de déterminer, pour chaque
température, la paramétre d’ajustement x(7'). Ce sont les paramétres ainsi déterminés qui

ont été représentés sur la figure (3.14) et permis d’évaluer KCeyp ~ 25 fs. K1,

Nous imaginons aisément que ’ensemble des approximations réalisées dans notre mo-
déle & trois niveaux, qui n’est pour I'instant qu’une ébauche, puissent conduire a la diffé-
rence observée entre Kezp et Kipeo. Le fait que malgré cela la valeur expérimentale trouvée
reste du méme ordre de grandeur que la valeur théorique nous permet de confirmer notre
idée premiére, a savoir que les processus de décohérence engendrés par l'interaction entre le
systéme excitonique et les phonons du réseau environnant sont les principaux responsables
de I'amortissement des oscillations de Rabi dans nos boites quantiques, dans le cas ou il

n’y a pas de relaxation de population supplémentaire.

Signalons finalement que certains groupes [131, 133| ont eux méme observé des oscil-
lations de Rabi s’amortissant vers une valeur supérieure a I,q,/2 et ont expliqué cela en

faisant intervenir la transition biexcitonique. Si nous n’excluons pas totalement cette ex-
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plication, nous lui préférons un systéme & trois niveaux dont le comportement est en assez
bon accord avec les mesures effectuées au cours d’expériences en polarisation, comme cela
sera décrit au cinquiéme chapitre de ce mémoire. En outre, nous avons sur 1’échantillon
étudié observé peu de transitions biexcitoniques, en particulier aux puissances considérées
ici et les rares que nous ayons été capables de mettre en évidence étaient de trés faible

intensité en comparaison de la transition excitonique correspondante.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté 'interaction d’un systéme & deux niveaux avec
une onde électromagnétique résonnante avec la transition entre les deux niveaux, résultant
en une oscillation de I’état du systéme, I'oscillation de Rabi. En introduisant ensuite le for-
malisme de la matrice densité, nous avons pu déterminer les équations de Bloch optiques qui
régissent ’évolution temporelle des populations (termes diagonaux de la matrice densité)
et des cohérences (termes non diagonaux de la matrice densité) et constater I'effet d’une
relaxation des cohérences sur ’évolution des populations. Pour finir, nous avons présenté
nos résultats expérimentaux obtenus en régime impulsionnel. Ces résultats trés différents
du modéle théorique donné par les équations de Bloch ont révélé la nécessité de prendre
en compte une perte de cohérence supplémentaire induite par ’excitation et, dans certains
cas une fuite de population supplémentaire elle aussi induite par ’excitation, tandis que
dans d’autres cas une repopulation de I'état excité semble se produire. Des expériences
réalisées a différentes températures nous ont permis de mettre en évidence le réle majeur
des phonons dans la relaxation des cohérences induite par ’excitation et d’expliquer ainsi
le premier mécanisme. Par ailleurs, la prise en compte de la structure fine de ’exciton par
I'introduction dans les équations de Bloch d’un troisiéme niveau nous a permis de nous
affranchir du terme de repopulation mentionné dans le dernier cas de figure. Enfin, la re-
laxation de population résultant de 'augmentation de la puissance d’excitation observée
pour certaines boites pourrait s’expliquer par un plus faible confinement des porteurs dans

celles-ci.
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Dans ce chapitre, nous commencerons par examiner, dans le cas d’un systéme isolé de
son environnement, ’origine de ces relaxations, puis nous présenterons les résultats expéri-
mentaux obtenus pour nos boites quantiques et comparerons les deux. Les mesures des deux
durées caractéristiques qui seront présentées ici ont été réalisées de différentes maniéres.
Des mesures directes de temps de vie ont pu étre obtenues au moyen d’une photo-diode
& avalanche qui nous a permis d’observer la décroissance temporelle de la luminescence,
tandis que 'interférométre de Fabry-Pérot précédemment présenté a été utilisé afin de ré-
soudre la raie d’émission de la transition fondamentale de I’exciton neutre, pour en mesurer
la largeur et en déduire ainsi le temps de cohérence. Ces temps de relaxation ont également
pu étre obtenus par des expériences de contrdle cohérent au cours desquelles le systéme a
deux niveaux interagit successivement avec deux impulsions lumineuses dont le déphasage

relatif est précisément connu et controlé.

4.1 Emission spontanée

Le temps de vie 77 d’un systéme & deux niveaux correspond & la durée moyenne au cours
de laquelle le systéme préalablement excité reste dans son état de plus haute énergie, une
fois I’excitation coupée. La principale cause de désexcitation dans notre cas est I’émission
spontanée. Pour comprendre cette derniére, il faut se placer dans le cadre d’une théorie
totalement quantique, c’est a dire ou le rayonnement est également quantifié [59, 115, 116].

Nous écrirons donc les états propres de ’ensemble { systéme + champ } sous la forme :
s) @ |R) = [s; R) (4.1)

ou |s) désigne 'état du systéme a deux niveaux et |R) l’état du rayonnement.

Pour étudier le temps de relaxation 77, considérons que le systéme initialement est dans

son niveau excité |1), en présence du vide, son état s’écrivant alors :
[¥(0)) = 1) ®0) = [1;0) (4.2)
Cet état est couplé par un terme d’interaction H;yp aux différents états :
10) @ [1) = [0; 1) (4.3)

pour lesquels le systéme retourne dans son état fondamental en émettant un photon dans

le mode [, caractérisé par une pulsation w; et un vecteur d’onde k; = u; w;/c ot u; est un
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vecteur unitaire. Pour que s’opére la transition du systéme de son état excité a son état
fondamental, la pulsation du photon émis doit respecter la contrainte F1 = Fy+ hwy, c’est a
dire w; = wy la fréquence de Bohr de la transition. Il n’existe en revanche aucune contrainte

sur la direction du vecteur d’onde, il y a donc un continuum d’états finaux possibles.

4.1.1 Approche de Wigner-Weisskopf : durée de vie radiative

En négligeant tout processus de désexcitation associée a 1’absorption d’un photon ou

excitation associée a 1’émission d’un photon, I’état du systéme a Uinstant t s’écrit [59)] :
[¥(1)) = Co(t) [14;0) ZCz ) (05 1) (4.4)

et le hamiltonien du systéme étant de la forme :
f{ = f{o -+ f{mt(t) (4.5)
I’équation de Schrédinger :
d .
ih 0(8) = H [9(0) (4.6)

projetée sur les états propres de 'ensemble { systéme + champ } permet d’obtenir le

systéme d’équations différentielles couplées :

ih Co(t) = hwo Co(t) + 32, Wi Ci(t) (4.7)
ih Ci(t) = hwy Cy(t) + W} Co(t) |

ol nous avons posé :

Wy = (15;0| Hint [0;1;) = —i . B (4.8)

avec Ej le champ électrique associé au mode [ et p le moment dipolaire de la transition

du systéme a deux niveaux.

En utilisant les conditions initiales :

Co(0) =
(4.9)
C1(0) =0
la deuxiéme équation du systéme (4.7) s’intégre formellement en :
W
Cy(t) = —i —L / Co(t') =) gt/ (4.10)

ce qui nous permet de réécrire la premiére équation du systéme (4.7) sous la forme :

s _ I/Vl|2 'Lwl t'—t) g4
Co(t) = —i wy Co(t) C dt (4.11)
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En faisant le changement de variable :

Co(t) = Co(t)e™o? (4.12)
et en posant :
_ |VVZ,2 (wo—wy)T
M(m)=>" e (4.13)
l

o 7 =t — t’, nous obtenons 1’équation :

Co(t) = — /Ot Co(t —7) M(7) dr (4.14)

La dérivée de €y(t) a linstant ¢t dépend donc des valeurs antérieures de €p(t) sur un
intervalle temporel défini par la largeur de la fonction M(7) qui est de fait désignée par le
terme de "fonction mémoire".

Une approche plus compléte de la théorie quantique du rayonnement sortant du cadre

de cette thése, notons que [114] :

t (o]
Go(t) ~ —Co(1) / M(7) dr ~ —€(t) / M(r) dr (4.15)
0 0
et posons :
[o¢]
r
/ M(7) dr = ;p +i 6 (4.16)
0
ou I'y, est le taux de relaxation causée par I’émission spontanée et §; = wy — wjy, afin de
trouver :
Q:O(t) — Q:O(O) e—Fspt/Z e—i5lt — e—Fspt/Q e—i(Szt (417)
d’ott nous déduisons :
C(](t) — e—Fspt/Q 6—i(w0+(5[)t (418)

La probabilité de trouver le systéme encore dans son état excité |1) au temps t est
donc :
Pi(t) = |Co(t)]> = e Trt (4.19)

Elle décroit donc exponentiellement avec un temps caractéristique 77 = 1/I'p, le temps de

vie radiatif de 'état excité.

4.1.2 Relaxation du systéme par émission spontanée

Il est possible de déterminer 1’évolution du systéme a deux niveaux en utilisant le
formalisme de la matrice densité déja introduit, mais en prenant cette fois en compte les

états du rayonnement en estimant la trace partielle [59] :

pss = Y _{(s;R|pls’; R) (4.20)
R
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otl les indices s et s’ représentent I’état du systéme. Pour la population de I'état excité, il

apparait donc assez clairement que :

pri(t) = |Co(t)* = e 10! (4.21)
d’ott I’équation d’évolution :
. 1
p11(t) = =gy p11(t) = 7 p11(t) (4.22)

De méme, pour I'état fondamental |0), nous avons :

poo(t) =Tsp p11(t) = 1171 p11(t) (4.23)

En prenant uniquement en compte ’émission spontanée, le temps caractéristique de re-

laxation des populations est donc 71 = 1/T,.

Pour les cohérences, il nous faut considérer un état initial différent de 1’état excité, pour

que les cohérences entrent en jeu, de la forme :
4(0)) = (a[0) + 5[1)) @ |0) = a|0;0) + 5[1;0) (4.24)

L’état du systéme au temps t s’écrit alors :
(1)) = a|0;0) + 3 (Co(t) 1;0) + > Ci(t) |0; 1z>> (4.25)
l

puisque ’état |0;0) n’est pas couplé de maniére résonnante au rayonnement et n’évolue

donc pas. L’opérateur densité est alors de la forme :

() ((1)]

= |af*]0;0) (0; 0] + [B*|Co(t)[* [1; 0) (1;0|

B (ICH#) 7105 10) (0 14| + Co(t)Cr () [1;0) (03 1| + CG(£)Ci(t) 0; 1) (150])
l

p(t)

tap" (cz;(t) 10:0) (1500 + 37 €7 (1) [0: 0) (0 m)
l

+a* B (coof) 11;0) (0;0] + > Ci(£)0; 1) (0; 0!) (4.26)
l
Nous remarquons qu’un seul terme de la somme :

po(t) =D (LRl p(t) |0; R) (4.27)

R
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est non nul :

p10(t) = (1;0[ (" BCo(t) [1;0) (05 0]) [0;0) = "B Co(2) (4.28)
et de méme :

por(t) = (0; 0] (aB*Cy () |05 0) (1;00) [1;0) = 8™ C(t) (4.29)
Les cohérences pio(t) et po1(t) sont donc proportionnelles respectivement au coefficient
Co(t) dont expression est de la forme (4.18) et & son complexe conjugué. Nous en déduisons
leur évolution :

plo(t) = — <F28p + i(wo + (51)) plo(t) = — <]172 + i(wo + 5[)) plo(t) (4.30)

po1(t) = — <F28p —i(wo + (51)) po1(t) = — <1112 —i(wo + 51)) po1(t) (4.31)

En prenant uniquement en compte 1’émission spontanée, le temps caractéristique de re-

laxation des cohérences du systéme est donc, Th = 2/T'y,, soit :
=21 (4.32)

Le taux de relaxation des cohérences limité par ’émission spontanée est donc la moitié du

taux de relaxation des populations, toujours par émission spontanée.

4.2 Mesures directes des temps de relaxation du systéme a

deux niveaux

Commengons par nous intéresser aux mesures directes des durées caractéristiques des
boites quantiques. Nous qualifions ces mesures de "directes" en opposition a celles pré-
sentées & la section suivante, réalisées par controle cohérent. En effet, ici nous excitons le
systéme & deux niveaux et mesurerons d’une part la décroissance temporelle de la lumines-
cence pour estimer le temps de vie de I’état excité du systéme, et d’autre part la largeur

spectrale de la transition afin de déterminer son temps de cohérence.

4.2.1 Temps de vie

Les mesures directes de temps de vie sont réalisées en observant la décroissance tempo-
relle de la luminescence, aussi bien sous excitation résonnante avec la transition que sous
une excitation de plus haute énergie. Ces deux types d’excitation sont schématisées sur la
figure (4.1).

Chaque impulsion d’énergie supérieure ou égale a celle de la transition fondamentale
crée un exciton qui se recombine au bout d’un certain temps 7T, en émettant un photon

qui est alors détecté par la photo-diode & avalanche. En mesurant le nombre de photons
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FIGURE 4.1 : Représentation des deux type d’excitation, & gauche excitation & haute énergie, a

droite excitation résonnante avec la transition.

ainsi détectés pour chaque délai 7 écoulé depuis le passage de I'impulsion, nous observons
une décroissance exponentielle, convoluée avec la réponse du détecteur, comme celles re-
présentées en échelle semi-logarithmique sur la figure (4.2). Le temps caractéristique de
cette décroissance est le temps de vie effectif du systéme excitonique considéré. Il est ob-
tenu, aprés avoir soustrait aux données brutes le bruit de fond, en ajustant nos données
expérimentales au moyen d’une fonction du type [140] :
o? t—tp
I(t)=A e(QTf T (1—Erf(02_(t_to)T1)) (4.33)
V20T

A est 'amplitude du signal, ¢y l'origine des temps (correspondant a la fin de 'interaction

du systéme avec I'impulsion) et o le temps de réponse du détecteur (de l'ordre de 300 ps).

Sur la figure (4.2) est tracée en échelle semi-logarithmique la décroissance temporelle de
la luminescence en fonction du temps, en noir dans le cas d’'une excitation non résonnante
(figure (4.1.a)) et en rouge dans le cas d’une excitation résonnante (figure (4.1.b)) avec la
transition considérée. Nous remarquons alors que le temps de vie n’est pas le méme dans
les deux cas de figure, comme cela a déja été observé par d’autres groupes, dont [141, 142].
De maniére générale, nous trouvons un temps de vie sous excitation résonnante de 1’ordre
de la nanoseconde et variant peu d’une boite & l'autre, tandis que le temps de vie sous

excitation résonnante peut lui étre compris entre 600 ps et 1 ns selon la boite considérée.

Cette différence a été expliquée dans la thése d’Alexandre Enderlin [19] par la prise
en compte d’'un systéme a quatre niveaux représentés sur la figure (4.3), ot I'impulsion

laser crée des porteurs de charge dans le réservoir 7(t) qui relaxe vers les excitons brillants
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FIGURE 4.2 : Décroissance temporelle de la luminescence d’une boite (en échelle semi-

logarithmique), sous excitation résonnante (en rouge) et non résonante (en bleu). L’ajustement
des courbes au moyen de lexpression (4.33) permet de déterminer le temps de vie résonnant
17 = 880 ps et non résonnant T7°""*° = 1170 ps.

r(t) réservoir

TR
TR

b(t) exciton brillant

v § n(t) exciton noir

TR 7% Tt

A 4 v(t) vide

FIGURE 4.3 : Schéma du systéme a quatre niveaux modélisant lexcitation non résonnante d’une

boite quantique.

b(t) et noirs n(t) avec un temps de relaxation 7g. Les excitons noirs peuvent alors, soit
relaxer non radiativement vers le vide v(t) avec un temps caractéristique TlN R soit devenir
brillants avec une probabilité 1/75; ot 745 est le temps dit de "spinflip" au bout duquel
le spin des électrons s’inverse, transformant ainsi les excitons noirs en excitons brillants et
inversement. De méme, les excitons brillants peuvent, soit devenir noirs par un processus
de spinflip, soit se recombiner non radiativement avec un temps TlN R soit se recombiner
radiativement avec un temps caractéristique TIR qui correspond au temps de vie mesuré

sous excitation résonnante. Les équations de taux de ce systéme & quatre niveaux per-
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mettent alors d’ajuster les courbes expérimentales et de rendre compte de la différence de
temps de vie entre le cas résonnant et le cas non résonnant, en particulier en raison de la

contribution du temps 7 de relaxation du réservoir.

D’autres explications sont cependant possibles, ainsi dans sa thése, Hai Son Nguyen
[142] justifie ces variations de temps de vie par la présence, hors résonance, d’'un champ
électrostatique local créé par porteurs de charges qui sont alors piégés au voisinage de la
boite. L’électron et le trou du systéme excitonique étant de charge opposée, ils ressentent
alors différemment 'effet de ce champ parasite et le recouvrement des fonctions d’onde de
la paire électron-trou diminue, et de ce fait la probabilité de recombinaison radiative éga-
lement. Le temps de vie sous excitation non-résonnante est alors plus long que celui sous
excitation résonnante, car dans ce dernier cas la transition est directement excitée et aucun
porteur n’est piégé au voisinage de la boite. Cette théorie s’appuie sur I'observation par
Stavarache et al. [143| d’une augmentation du temps de vie radiatif d’une boite quantique,

lorsque celle-ci est soumise & un champ électrique appliqué latéralement.

Enfin, Romain Melet qui avait déja observé cet effet sur les temps de vie dans des
défauts d’interface, ’a lui attribué a l'effet de nos guides d’onde [18, 144]. Il se base pour
cela sur la démonstration faite par Domokos et al. [145] que le couplage résonnant entre un
systéme & deux niveaux et le mode optique d’un guide unidimensionnel induit de I’émission
spontanée dans les modes du guide, celle-ci s’ajoutant & I’émission spontanée dans le vide.

En effet, définissons tout d’abord le facteur $ comme le rapport entre l'intensité émise

par un dipdle dans un mode optique donné et I’émission totale du dipoéle :

1
B _ 1tmode (434)
Itot

Dans le cas d’un guide d’onde uni-dimensionnel, ce facteur dépend de la section s du mode,
ainsi que de la direction du dipole [146]. Considérons le taux d’émission I d’un dipole

situé dans un guide uni-dimensionnel monomode, au niveau du maximum du mode :
rronres — (1 — IB)FQ + By =T (435)

ou I'y est la probabilité par unité de temps d’émission dans le vide. La présence du guide
n’a alors aucun effet sur le temps de vie radiatif.

Il n’en va pas de méme lorsque le dipole est excité de maniére résonnante, en régime de
couplage fort, par une impulsion de durée 7. Dans ce cas, le canal de désexcitation dans
le mode du guide est "stimulé" par le couplage [145] et la probabilité d’émission dans le
guide s’écrit :

Fguide = 1—‘O +1I (436)
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ou I'y représente le taux d’émission dans le guide, engendré par le couplage fort a la

résonance. La probabilité d’émission totale devient alors :
[ = (1- )L+ B(Lo+T1) =To+ B (4.37)

B étant positif, nous avons donc toujours I'"* > I'""¢ soit 17 < T ce qui a
systématiquement été observé, aussi bien dans les échantillons examinés au cours de cette
thése que dans les défauts d’interface de fils quantiques [144].

Comme le montre (4.37), cet effet dépend a la fois du parameétre 3, donné par la géo-
métrie du guide d’onde, et du paramétre I'y qui dépend lui du couplage entre 'impulsion
lumineuse et le dipole. Nous comprenons donc comment, pour un méme guide, nous me-
surons des temps de vie résonnants différents pour chaque boite, tandis que leur temps de
vie non résonnant est toujours assez semblable. Ce couplage peut se mettre sous la forme
[147] -

T Jo (oesr/s)

= 4.38
! 2T ( )

ol oefs est la section efficace, reliée au moment dipolaire de la transition, et fo (gerf/s)
défini le facteur de "remplissage" du dipole dans le guide [148], fy ne dépendant que de la
position du dipéle dans le mode et valant 1 au centre de celui-ci. Ainsi dans nos structures,
le facteur de remplissage au centre du mode étant typiquement compris entre 1072 et 1073
et le facteur /8 étant de 'ordre de 0.1 [106], nous obtenons pour une impulsion de 2 ps et

un temps de vie non résonnant de 1 ns :
500 ps < T7¢* < 900 ps (4.39)

ce qui correspond bien a ’ordre de grandeur de nos mesures expérimentales.

Nous voyons ainsi que le couplage fort au guide d’onde change le temps de vie radiatif
des boites quantiques. Cet effet n’est pas un effet linéaire semblable & I'effet Purcell, mais
un effet non linéaire spécifique au couplage d’un dipole avec un champ électromagnétique

impulsionnel, guidé dans une structure uni-dimensionnelle.

Temps de vie en fonction de la puissance d’excitation

Dans le chapitre précédent, nous avons vu que la modélisation de certaines courbes
d’oscillation de Rabi nécessite I'introduction d’un terme de fuite de population proportion-
nel & la puissance d’excitation. Nous nous attendons donc & une diminution du temps de
vie en fonction de cette puissance. En effet, sur la figure (4.4) est représentée pour deux
boites différentes la décroissance temporelle de la luminescence en fonction de la puissance
d’excitation, et si dans la majorité des cas nous observons une faible diminution du temps

de vie, comme illustré sur la figure (4.4.a), pour les boites nécessitant l'introduction du
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FIGURE 4.4 : Décroissance temporelle de la luminescence pour différentes puissances d’excitation.

terme de relaxation de population supplémentaire, nous observons bien une rapide dimi-
nution du temps de vie & mesure que la puissance d’excitation augmente, comme nous le
voyons sur la figure (4.4.b). La figure (4.5) représente ainsi le temps de vie en fonction de
la puissance d’excitation, pour les deux derniéres boites considérées dans la figure (4.4).

En ajustant les courbes expérimentales au moyen d’une expression du type :

9 I

W =———— 4.40
1 1+T10/73 ( )

ol T7 est la composante du temps de vie indépendante de la puissance et o’ un paramétre

d’ajustement, nous trouvons pour la premiére boite 17 = 685 ps et pour la seconde 177 =
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FIGURE 4.5 : Evolution du temps de vie en fonction de la puissance d’excitation.

870 ps. Nous voyons ainsi sur la figure (4.5.b) que le temps de vie pour la seconde boite
qui était de 800 ps pour une impulsion 7 n’est plus que de 450 ps pour une impulsion
37 et de 240 ps pour une impulsion 5. Cette évolution du temps de vie, inversement
proportionnelle a la puissance d’excitation semble valider la dépendance en Q%% du terme
de fuite introduit au chapitre précédent de maniére phénoménologique dans les équations
de Bloch optiques, en remplagant 1/7} par 1/} + aQ%.

Notons que sur la figure (4.4), nous avons fait figurer en noir la décroissance temporelle
pour une excitation non résonnante et avons une fois de plus trouvé 17" = 970 ps >

17 = 680 ps.

4.2.2 Temps de cohérence

La luminescence émise lors de la recombinaison excitonique n’est en réalité pas exacte-
ment monochromatique et les raies d’émission des boites quantiques présentent un élargis-
sement homogene, leur profil étant ainsi décrit par une fonction spectrale g, (w), centrée
en wy = (E1 — Ey)/h et de largeur & mi-hauteur Aw. En effet, en raison des fluctuations
du vide, tout systéme & deux niveaux préalablement excité retourne dans son état fonda-
mental en émettant spontanément un photon, le taux de cette émission spontanée étant
donné par le coefficient A d’Einstein, qui détermine le temps de vie radiatif 77 de I’état

excité (149, 150]. En raison du principe d’incertitude d’Heisenberg :
AE.At > h (4.41)

le temps de vie fini de I'état excité du systéme conduit a un élargissement spectral :

AE 1
Aw=—>— 4.42
h - T ( )
Le profil exact de la raie d’émission correspondant a la transition de pulsation wyq

peut s’obtenir par la transformée de Fourier d’une exponentielle décroissante de durée
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caractéristique T7. En effet, 'intensité de la luminescence lorsque I'excitation du systéme
cesse en t = 0 peut s’écrire :
It) =1(t=0) et/ (4.43)

et le champ électrique correspondant est du type :
E(t) = &1, cos(wot) e /2N (4.44)

La transformée de Fourier du champ a ainsi pour expression :

1 [t ;
E(w) = m/ &£ cos(wot) e 2T gt gt

_ 12 /+oo gL <6iwot ze—iwot) eft/2T1 eiwt "
V4T J0o
&r, -1 -1

22 (i(w +wo) — 1/2T, + i(w — wo) — 1/2T1)

ol comme wy << 1/T5 le premier terme peut étre négligé par rapport au second. Il reste

(4.45)

alors : )
2 €L 1

W) =W~ g o T ()

(4.46)

Nous reconnaissons ici I'expression d’une fonction lorentzienne de largeur & mi hauteur

1/T et nous pouvons écrire le profil spectral des raies de luminescence sous la forme [22] :

Aw/2m
w—wp)? + (Aw/2)?

gw(w) = ( (4.47)

avec Aw = 1/T7.

Nous venons de voir comment 1’émission spontanée est en théorie responsable de 1’élar-
gissement spectral de la raie d’émission d’un systéme & deux niveaux. Cependant, dans un
systéme réel, tel que les boites quantiques, I'interaction du systéme avec son environne-
ment engendre une perte de cohérence au bout d’un temps 75 inférieur & sa limite radiative
(Ty < 2T7). En effet de maniére qualitative, nous comprenons bien que les cohérences sont
plus sensibles & ’action d’une perturbation extérieure que les populations car il est plus
facile de brouiller la phase de l'oscillation du moment dipolaire moyen que de changer
I’énergie du systéme. Cette perte de cohérence est alors responsable d’un élargissement

homogéne des raies d’émission des boites, dont la largeur & mi-hauteur est donnée par :

AFE 2

Nous pouvons démontrer ce résultat sachant que le champ rayonné par la boite est

proportionnel a la dérivée temporelle seconde du moment dipolaire moyen [59] qui s’écrit,
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dans le formalisme de la matrice densité :

() = Tr(pp)

Te <Plo(t)M01 pn(t)um)
poo(t)po1  por(t)p1o
= p1o (por(t) + pro(t)) (4.49)

d’ou :
E(t) o< (1) = po (Po1(t) + pro(t)) (4.50)

Or nous avons déterminé dans les équations (4.30) et (4.31) qu’en prenant ¢ = 0, nous

avons :
) 1 )
prolt) = — (T n WO) prol)
| (4.51)
/301(t) = — (7,2 — in> p()l(t)
soit :
plO(t) — e—(iwo-‘rl/Tg)t
4.52
o1 (t) — e_(_i"JO"F]-/TQ)t ( )
d’otu :
1 2 1 2 ‘
E(t) o< p1o <T2 +iw0> e~ (wotl/To)t 4 <T2 - iwo> e““’O“/T?)t] (4.53)

En se rappelant que Qg = p.€ /A, la transformée de Fourier du champ a ainsi pour expres-

sion :
1 +o0 1 2 . 1 2 , .
S(w) X ﬁ/ Qg <T + in> e*(lWOJFl/TZ)t + <T _ in> e*(*lwo+1/T2)t Wt ¢
T J 0o 2 2

—(iwo + 1/T2)?  —(—iwg + 1/Ts)?
x 2k <i(w Two)— 1T | i(w—wo) — 1/T2>

(4.54)

Comme wy << 1/T le premier terme peut étre négligé par rapport au second. Il reste
alors [59] :

wi+1/T%
(W —wo)? + (1/T2)?

Nous reconnaissons ici I'expression d’une fonction lorentzienne de largeur & mi hauteur

I(w) = |E(W)]* x 0% (4.55)

2/T;. L’estimation de la largeur des raies de luminescence permet donc d’évaluer le temps

de cohérence du systéme excitonique étudié.

Ces raies étant d’'une largeur moyenne de 3 peV (soit Th ~ 450 ps), nous ne pouvons

pas mesurer leur largeur avec notre dispositif expérimental d’une résolution de 45 peV'.
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FIGURE 4.6 : Raie de luminescence de la transition fondamentale d’une boite quantique, résolue
a l'aide de interférométre de Fabry-Pérot. L’ajustement numérique des points expérimentaur par
une fonction lorentzienne permet de déterminer une largeur & mi-hauteur de 2.6 peV, soit un

temps de cohérence de 500 ps.

Pour le faire, il nous faut donc insérer sur le chemin de détection un interféromeétre de
Fabry-Pérot avant la fente d’entrée du spectrométre. La figure (4.6) montre un exemple,
ol nous mesurons une largeur de raie de AE = 2.6 peV correspondant a un temps de
cohérence Ty = 2h/AE = 500 ps.

De maniére générale, les temps de cohérence trouvés pour une excitation non réson-
nante, sont compris entre 300 ps et 500 ps, avec en moyenne (75°°""**) = 400 ps, tandis
que ceux obtenus sous excitation résonnante avec la transition fondamentale considérée
sont compris entre 200 ps et 600 ps, avec une moyenne de (75°°) = 300 ps. Nous n’avons
cependant jamais étudié une boite & la fois sous excitation résonnante et non résonnante
et ne pouvons tirer de conclusion quant & 1’évolution du temps de cohérence en fonction
de Iénergie d’excitation. Toutefois la tendance qui semble se dessiner d’aprés les valeurs
moyennes que nous avons mesurées, va a l’encontre de ce qui a été observé sous excitation
continue [142, 151, 152|. En effet, I’étude de la largeur spectrale des raies de luminescence a
toujours montré une augmentation de la cohérence & mesure que 1’énergie d’excitation s’ap-
prochait de I’énergie de résonance de la transition. Ce phénomeéne a souvent été expliqué
par la création, sous excitation non résonnante, de porteurs de charge dans l’environne-
ment des boites, qui interagissent de facon coulombienne avec les porteurs contenus dans
les boites, induisant ainsi un déphasage supplémentaire [151|. En considérant que sous
excitation résonnante, seule 1’émission spontanée est responsable du temps de vie, nous
voyons que les temps de cohérence mesurés dans nos systémes sont donc trés inférieurs a

la limite radiative de 2 T7%* = 2 x 650 ps. Cela semble indiquer la présence de processus
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de déphasage pur qui changent la phase du systéme, sans en modifier I’énergie. Ils seront

détaillés & la fin de ce chapitre dans la partie 4.4.

4.3 Controle cohérent

4.3.1 Interaction d’un systéme a deux niveaux avec deux impulsions

successives

Le controéle cohérent est de maniére générale la manipulation de I’état d’'un systéeme
a deux niveaux, durant son temps de cohérence, au moyen d’impulsions lumineuses réso-
nantes avec la transition [153, 154, 155, 156, 157|. Dans les expériences que nous avons
réalisées, nous avons commencé par initialiser I’état du systéme dans une superposition
cohérente de notre choix, au moyen d’une premiére impulsion dont ’aire a été sélectionnée
en utilisant la courbe d’oscillations de Rabi préalablement obtenue. Cependant, en raison
du temps de cohérence et du temps de vie finis de la superposition cohérente initiale, le
systéme ne conservera 1’état dans lequel il a été préparé que pendant une durée limitée.
Nous utilisons donc une seconde impulsion qui, au bout d’un délai § aprés la premiére,
interagit & son tour avec le systéme, afin de sonder la durée de cohérence du systéme.
En effet, en connaissant 'aire et le déphasage relatif des deux impulsions, nous pouvons
prévoir I'état du systéme aprés la seconde impulsion, et toute observation différente des
prévisions témoigne d’une perte de cohérence.

Le principe de la mesure est schématisé figure (4.7), ou nous avons représenté 1'évo-
lution temporelle de la population de ’état excité o171, qui aprés une interaction presque
instantanée avec une premiére impulsion subit des processus de relaxation, avant d’inter-
agir de maniére quasi-instantanée avec une seconde impulsion qui va modifier son état,

avant que celui-ci relaxe & nouveau.

4.3.1.a Interaction du systéme & deux niveaux avec la premiére impulsion

Commengons par nous intéresser a la préparation de I’état du systéme & deux niveaux,

initialement dans son état fondamental :
(¢ =07)) = 10) (4.56)
a l'aide d'une premiére impulsion résonnante (67, = 0) de la forme :
t
E;(t) = &; sech <> cos (wot) (4.57)
T

d’aire 1 = [y, interagissant avec lui au temps ¢ = 0. Au cours de cette interaction, I'état

du systéme évolue selon les équations de Bloch optiques, pour lesquelles en raison de la
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FIGURE 4.7 : Population de l’état excité o171, représentée en rouge, en fonction du temps, pour

un systéme & deux niveaux interagissant successivement avec deux impulsions de méme aire quel-

conque, représentées en bleu, séparées par un délai § = 200 ps.

faible durée de I'impulsion, nous pouvons négliger les processus de relaxation :

o11(t) =~ (10() — 601 1)
é’oo(t) = —é’ll(t)
| o) (4.58)
oo1(t) = +i 12 (o11(t) — o00(t))
[ G10(t) = —Go1(t)

Au cours d’une impulsion d’aire #1, un systéme initialement dans son état fondamental,
voit le population de son état excité évoluer selon :
01()
2
Lorsque 'excitation cesse (en t = 07), le systéme est alors laissé dans une superposition

o1 () = f% cos(1 (1)) + % — sin2(20), (4.59)

cohérente décrite par le vecteur d’état :
0 0 -
1p(t = 0T)) = cos (51) |0) — isin (El)e—wo0+ 1) (4.60)

dépendant uniquement de ’aire totale #; de 'impulsion.

En utilisant le formalisme de la matrice densité p = |¢) (1], il est également possible
d’écrire I'état du systéme avant (en t = 07) et immédiatement aprés son interaction avec

la premiére impulsion (en ¢t = 07) sous la forme :

p(t=0") = (8 2) (4.61)
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et )
( - sin? (%1) —Z'Ln;l e iwo0t (462
Z'LI; L piwo0™ cos? ( 51)

Une fois 'impulsion finie, le systéme évolue librement jusqu’a 'arrivée de la seconde
impulsion et son évolution temporelle, en ’absence de rayonnement, est donné uniquement

par la matrice de relaxation, soit :

( ou(t) = _017111(75)
oo(t) = Ulll’l(t) (4.63)
() = _G10(t) .
J10 = T
Gou(t) 5‘0}5)

L’intégration de ce systéme d’équations nous permet alors d’obtenir ’expression de la
matrice densité du systéme entre les deux impulsions (pour 07 < ¢ < §~, I'instant d’arrivée

de la seconde impulsion) :

o11(07) et/ o10(0F) e~ ot t/T2
(1) = | (.64
001(0+) eltwot eft/TQ 1— 0—11(0+) eft/Tl

L’état du systéme, immédiatement avant son interaction avec la seconde impulsion,
arrivant avec un retard § par rapport & la premiére, est alors représentée par la matrice
densité :
sin? (‘921> o0 T gitwod™ %eﬂs—/n

p(57) = (4.65)

i ewod” 78111291 e /T2 1 — gin? (021> e~ /T

4.3.1.b Interaction du systéme a4 deux niveaux avec la seconde impulsion

Au bout d’'une durée & écoulée depuis la premiére impulsion, le systéme dans 1’état
(4.65) interagit avec la seconde impulsion, elle aussi résonnante avec la transition, de la

forme :

Es(t) = €5 sech <7t_> cos (wot + ¢) (4.66)

d’aire 0y = [ Qo et déphasée de ¢ par rapport a la premiére impulsion. L’évolution au

cours de cette interaction est donné par les équations de Bloch optiques (4.58). Utilisons,
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comme nous l'avons fait au chapitre précédent, les composantes du vecteur de Bloch :

2
v(t) (601(t) — G10(t)) (4.67)
1

u(t) = = (601 (t) + 610(1))
_ 1
=%

w(t) = g (on(t) — oo(t)

qui nous permettent, en tenant compte de la condition de normalisation ogg + 011 = 1, de

réécrire les équations de Bloch sous la forme :

a(t) = 0
0(t) = —Qa(t) w(t) (4.68)
w(t) = Qa(t) v(?)

En utilisant les conditions initiales exprimées dans la matrice densité (4.65) :
0 -
011(07) = sin? <2l> e /T

G10(67) = 001 (67) e~ilwot+e) = _; 8”1291 it =67 /T2 (4.69)

; sin 6 , -
601(67) = o19(67) €@ot9) = 5 L =it =07 /T2
la premiére de ces équations s’intégre en :

1 inf - in 6 _
u(t) = constante = u(d~) = B (z'su;le_‘S /Te _ ism?le_‘S /T2> =0 (4.70)

Or, en I'absence d’amortissement, nous savons que le module du vecteur de Bloch :
u?(t) + 0% (t) + w?(t) = v (t) + w(t) (4.71)

est constant, d’ot :

. 2 2

- - 1

V() + w(t) = v2(07) + w(67) = {Smel cos ¢ e /T2] + [Sin2(921) et/ -2
(4.72)

Il est donc possible de définir un angle 6(t) tel que :
Sln91 —5— /T .92 01 _5— /T 1 .
v(t) = cosp e 0 /T2 | cos(f(t)) — |sin (5) e 0/ 3 sin(0(t))

(4.73)

sin 01

w(t) = [ 0s ¢ 6_5/T2:| sin(0(t)) + [Sinz(il) e 0 /T ﬂ cos(A(t))
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que nous allons relier a la pulsation de Rabi Q5(¢) en dérivant les deux équations (4.73)

par rapport au temps :

o(t) = —0(t) w(t)

. (4.74)
w(t) = 0(t) v(t)
En identifiant dans les équations de Bloch (4.68) (t) = Q(t), nous obtenons :
t N 1) 2 s t
0(t) = Qa(t') dt’ = 62(t) = — 6 i arctan(tanh(—)) (4.75)
- ™ T

Sachant qu’en raison de la condition de normalisation ogg(t) + o11(t) = 1, nous avons :

o1 (t) = w(t) + % (4.76)

nous déterminons ’expression de ’évolution temporelle de 1’état excité au cours de la

seconde impulsion :

1 sin @
O'll(t):§+ 9 !

cos ¢ 6—5‘/%] sin(0a(t)) + {snﬂ(?) e /M f% cos(f2(t)) (4.77)
De méme, étant donné que nous avons montré qu’a la résonance u(t) = 0, nous trouvons :

o01(t) = —o10(t) =7 v(t) (4.78)
d’otr :

drlt) =i |

sin 01

Ccos ¢ e_‘s/T?] cos(fa(t)) — [Sin2(021) e /M z;] sin(f2(t)) (4.79)

La population du niveau excité immédiatement aprés l'interaction du systéme avec la

seconde impulsion a donc pour expression :
ooty = Lo g2y eom _ 1 Ling, o0 /m :
11(07) = 5 + |sin?( 5 )e 5| €08 02 + 5 Sin 01 e cosp|sinfly  (4.80)

Les deux premiers termes peuvent s’écrire :

1 9,01 s 1
B + [Sln2(21)e 07/ 2] cos 0y
—2+{81n(2)e 5 1 251n(2)
_1 P! -6 /T o 02y o b1 -6~ /Th 1 .o 0o
—2+sm(2)e 2sm(2)sm(2)e 2+sm(2)

= siHQ(%)e";_/Tl — sinz(%z) siHQ(%)e";_/Tl - sinz(%g) (1 - COS2(021)) e 0 /T 4 sin2(92—2)

o0, - o020 [ . o bh 61 - . 9,02 -
— 2 0~ /T 2 2 2 0~ /T 2 0~ /T
= sin®(—)e 1 —sin”(—=) [Sln (=) — cos*( )] e 1 — sin”( )(1 e 1)(4.81)

Nous reconnaissons alors :
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— la population de I'état excité juste avant l'interaction du systéme avec la seconde

impulsion (au temps 07) :
011(07,61) = sinQ(%)e—‘s’/Tl (4.82)

— linversion de population immédiatement aprés I'interaction du systéme avec la pre-
miére impulsion :
6

2 w(0h) = sin2(%) - cos2(5) (4.83)

— l'inversion de population juste avant 'interaction du systéme avec la seconde impul-
sion :

2w(67) = sin2(%1) e /M 0082(02—1) (1—e % /Ty (4.84)

L’expression (4.80) peut donc étre réarrangée sous la forme :

011(6%,601,02,0) = o11(07,61) (4.85)
—2 sin? (022> w(d™) (4.86)

1 _
+§ sinf) sinfy cos¢ e ® /T2 (4.87)

Le premier terme (4.85) prend en compte ’état du systéme avant son interaction avec la
seconde impulsion, c’est donc I’état que celle-ci va manipuler. Il correspond au point A de
coordonnées (§7,011(d7)) sur la figure (4.7). Les deux autres termes traduisent l'effet de
I'interaction, et sont responsables, figure (4.7), du passage quasi-instantané de la population
du point A au point B. Dans ces deux termes d’interaction, nous pouvons distinguer
la contribution "incohérente" apportée par (4.86), de celle "cohérente" du dernier terme
(4.87), qui dépend du déphasage relatif ¢ entre les deux impulsions, donc du déphasage
entre la seconde impulsion et l'oscillation du moment dipolaire moyen de la transition.

Analysons plus précisément ces deux termes.

Terme (4.86) : interaction incohérente (absorption et émission stimulée)

Le terme (4.86) correspond a la partie incohérente de 'interaction. Elle est proportion-
nelle a l'inversion de population, 2 w(d~) = 011(67) — 000(07), au temps ¢t = 6. Cette
contribution traduit donc la compétition entre, d’une part le processus d’absorption d’un
photon, proportionnel & la population du niveau fondamental ogp(d7), et d’autre part le
processus inverse d’émission stimulée d’un photon, proportionnel & la population du niveau
excité o11(67). Le facteur sin?(f2/2) permet quant & lui de tenir compte de Ieffet de Iaire

de la seconde impulsion dans I’amplitude de ces processus.
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Pour mieux comprendre ce terme, exprimons-le en faisant apparaitre l'inversion de
population 2 w(0") de I’é¢tat préparé initialement :

2 sin? (%2) w(é‘):sing(%) sin2(021)—cos2(921)} e~ /T +sm2(92£) (1—6—5*/T1)

—2 sin2(%) w(0+)e =8 /T 4 sm2(%) (1 - e—éf/Tl) (4.88)

Au sortir de la premiére impulsion, le systéme est préparé dans I'état p(0), pour lequel
I'inversion de population est de 2 w(0"). Cependant, en raison des processus de relaxation,
a I'instant 6~ il a une probabilité e~ /Tt d’avoir relaxé vers I'état fondamental, et donc

une probabilité (1 — e=9"/T1) de ne pas avoir relaxé.

Si nous raisonnons en terme d’événement unique, deux cas de figure se présentent lors
de l'interaction du systéme avec la seconde impulsion. Si le systéme a relaxé vers son état
fondamental, la seconde impulsion a pour effet de I'exciter de nouveau par absorption d’un
photon, tandis que si ce n’est pas le cas, elle a pour effet de stimuler I’émission d’un photon,
faisant passer le systéme dans son état fondamental.

Reprenons notre raisonnement en terme de population. Dans le premier cas, la seconde
impulsion repeuple le niveau excité avec un facteur dépendant de ’aire de 'impulsion et
s’exprimant sous la forme sin?(f2/2), comme cela apparait dans le premier terme de (4.88).
Dans le second cas, elle repeuple I'état fondamental avec un facteur dépendant de laire de
I'impulsion et s’exprimant de nouveau sous la forme sin?(f3/2), comme cela apparait dans
le second terme de (4.88).

Nous voyons donc comment lors de 'interaction du systéme avec la seconde impulsion,
deux mécanismes opposés se concurrencent, a savoir l’absorption et I’émission stimulée.
L’état du systéme & l'issue de son interaction avec la seconde impulsion dépend donc,
pour une seconde impulsion d’aire 5 donnée, de I'état 2 w(0T) dans lequel I’a préparé la

premiére impulsion et du temps ¢ écoulée depuis celle-ci.

Terme (4.87) : Interaction cohérente

Le terme (4.87) tient lui compte de la partie cohérente de l'interaction entre la seconde
impulsion et le systéme dans I’état p(6~). Le mot "cohérence" est ici employé car U'inter-
action donne lieu & un phénoméne d’interférence entre le champ électrique incident et le
dipole oscillant de 'état p(d7). Cela se traduit par la présence du facteur cos ¢ qui dépend
du déphasage relatif ¢ entre les deux impulsions, donc du déphasage entre la seconde im-

pulsion et l'oscillation du dipéle créé par la premiére
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Si nous raisonnons de nouveau en terme d’événement unique, lors de l'interaction du
systéme avec la premiére impulsion, celle-ci a excité le systéme et ainsi créé un dipdle os-
cillant auquel elle a transmis sa phase. Cependant, en raison de processus de relaxation, il
ne conserve cette phase que durant un temps moyen 75, le temps de cohérence du systéme
au dela duquel se produit un saut de phase aléatoire. Si la seconde impulsion interagit
a son tour avec le systéme au bout d’un délai § > T5, il est alors impossible de prévoir
le déphasage entre celle-ci et le dipoéle et donc le résultat de 'interaction. En effet, nos
mesures sont des moyennes sur un grand nombre de réalisations. Lorsque les deux impul-
sions sont trés rapprochées 1'une de ’autre, pour un déphasage ¢ donné entre les deux
impulsions, la grande majorité des réalisations auront la méme issue et nous serons ca-
pables d’observer des interférences constructives ou destructives en fonction de la phase ¢
choisie. En revanche, lorsque les deux impulsions sont séparées temporellement d’un délai
supérieur au temps de cohérence, chaque réalisation aura un résultat aléatoire et différent,
et la moyenne sur ’ensemble des réalisations sera une valeur constante, quelle que soit le
déphasage ¢ choisi entre les deux impulsions, nous ne serons donc plus capable d’observer

le phénoméne d’interférences.

Il existe deux cas particuliers importants, celui de deux impulsions identiques d’aire
01 = 02 = 7 et celui de deux impulsions identiques d’aire §; = 0 = 7/2. Dans le premier
cas, nous voyons que le terme (4.87) s’annule et que ni le déphasage ¢, ni le temps de
relaxation 75 n’entrent en jeu dans l’expression de la population de I'état excité. Nous
devinons ainsi comment au moyen d’impulsions d’aire § = 7, nous pouvons déterminer
le temps de vie Tj. Bien sur, il suffit pour annuler le terme (4.87) qu'une seule des deux
impulsions ait une aire totale § = 7, mais il est bien plus pratique de prendre deux im-
pulsions de méme aire. Le second cas de figure au contraire, maximise le terme (4.87) et
permet donc de mieux observer le phénoméne d’interférence, ce qui sera préférable pour

accéder au temps de cohérence T5, une fois connu le temps de vie.

Pour finir, signalons qu’aprés son interaction avec la seconde impulsion, le systéme

évolue librement et & l'instant ¢ > 6, son état est donné par :

’ 5+) 011(5+) e t/Th 010(5+) e—twot o—t/Tp 159
p(t > 61) = ' :
oo1(0F) et e=t/Te 1 — gy (1) et/

4.3.1.c Expression de la luminescence mesurée aprés ’interaction du systéme
avec les deux impulsions successives

L’intensité 1(01,602,9,¢) de la luminescence que nous mesurons est proportionnelle &

I'intégrale temporelle de la population o11(t) de I'état excité, c’est a dire a laire sous la
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courbe rouge de la figure (4.7) :

1(01,02,0,0) / o11(t)dt
0

ot 6~
X / 0'11(75, 91) dt + 0'11(0+7 91)/ e_t/Tl dt
5t 00
—I—/ o1 (t,01,02,¢)dt + U11(5+,91,92,¢)/ e~!/T dt (4.90)
5= ot

En raison de la durée 7 << § des impulsions, le premier et le troisiéme terme sont négli-

geables devant les deux autres. Nous obtenons ainsi ’expression :
I(6y, 09,6, ¢) o sin’ (921) T (1 — e*é’/Tl) +011(67, 01,09, 0)Ty (4.91)
ot 011(6T, 01,02, ¢) est donnée par (4.80), soit :
1(01,62,0,9) o sin2(%)T1 (1 - 6_67/T1>
+ [sin2(921)65_/T1 — ;] cos 0y

sinfy e ® /2 cos 4 sin 02} T

1
3 sin 64 e 0 /T2 cog ¢| sin 02} T

o {SinQ(gj) + siHQ(%) [1 —2 siHQ(%) eJ/Tl]

1 _
+ isinel e 0T cos g sinHQ}Tl (4.92)

Pour deux impulsions de méme aire 61 = 63 = 6, nous trouvons alors :

0 6 - in? 6 -
1(0,6,¢) {2 sin2(§) [1 — sin2(§) e® /Tl] + % cos¢ e’ /TQ}Tl (4.93)
Pour les deux cas particuliers évoqués précédemment, a savoir deux impulsions d’aire § = 7

et deux impulsions d’aire § = 7/2, nous avons respectivement :
I(n,6,6) x2 Ty {1 - e*é’m} (4.94)

et
G0y {2 M oo /) 499
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4.3.2 Détermination du temps de cohérence
4.3.2.a Principe de la mesure

L’estimation du temps de cohérence T5 par contréle cohérent repose sur la mesure de
I’amortissement du contraste des interférences observées, en fonction du temps écoulé entre
les deux impulsions.

Afin de se placer dans les conditions optimales pour observer la diminution de I’am-
plitude des interférences, nous cherchons & maximiser dans I’expression de la luminescence

1(01,02,0,9) (4.92) le terme de cohérence, dans lequel est présent le parameétre ¢ :
1 _
3 sin ) sinfy cos¢ e /12 (4.96)

Pour cela, nous avons recours a deux impulsions d’aire 1 = 0y = 6 = 7/2, et 'expression de
la luminescence détectée est alors donnée par 'expression (4.95). Pour traiter nos résultats
et nous affranchir des variations d’intensité pouvant subvenir au cours d’une longue, trés
longue journée d’expérience, nous normalisons 'intensité détectée aprés les deux impulsions
par l'intensité détectée aprés seulement une impulsion. Nous pouvons alors ajuster nos

mesures au moyen de la formule :
I(g, 5,0)=2—e 0 /M fcosgp e /T2 (4.97)

dans laquelle nous connaissons avec précision les parameétres d et ¢, grace I'interférométre
de Michelson stabilisé en phase. Notons que I’expression (4.97) dépendant a la fois de T» et
de T1, il est donc nécessaire pour étre capable de déterminer le temps de cohérence d’avoir

préalablement évalué le temps de vie du systéme.

La figure (4.8) simule, au moyen des équations de Bloch optiques, 1'évolution de la
population de I'état |1) lorsqu’une boite, dont l'exciton neutre est caractérisé par T} =
T5 = 600 ps (valeurs choisies en référence a la boite dont les résultats seront présentés par
la suite), est excitée successivement par deux impulsions d’aire § = 7/2, séparées par un
délai § = 20 ps, 6 = 200 ps, § = 400 ps, 6 = 1000 ps. En rouge, nous avons représenté le
cas de deux impulsions en phase et en bleu de deux impulsions en opposition de phase. La
premiére impulsion 7/2 met le systéme dans I'état (|0) +]1))/v/2. A court délai, lorsque la
seconde impulsion est en phase avec la premiére, les interférences constructives mettent le
systéme dans 'état |1), tandis que lorsque les deux impulsions sont en opposition de phase,
les interférences destructives mettent le systéme dans I’état |0). A mesure que le délai entre
les impulsions augmente, I’exciton a perdu la mémoire de la phase de la premiére impulsion
qui ’a créé, et le contraste des interférences diminue jusqu’a ce que a long délai, la seconde

impulsion ait le méme effet qu’elle soit en phase ou en opposition de phase avec la premiére.
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FIGURE 4.8 : Evolution de la population d’un systéme & deuz niveaus de temps de vie T) = 600 ps

et de temps de cohérence Ty = 600 ps, soumis & deux impulsions d’aire @ = 7w /2, en phase (courbe

rouge) et en opposition de phase (courbe bleue), et séparées d’un délai (a) § = 20 ps, (b) & = 200 ps,
(c) 6 =400 ps, et (d) 6 = 1000 ps.

Notons que si ’expression de la luminescence dépend de T, ce n’est pas le cas de celle
de la population de l'état excité, donnée par (4.80), qui dans le cas de deux impulsions

d’aire 01 = 03 = 0 = w/2 devient :
+ o1 —6=/To
o11(07T, 5 o) 5 (1 +cos¢ e ) (4.98)

Cette expression, qui pour un délai § donné, ne dépend que des paramétres ¢ et 15, montre

que dans ce cas particulier, la variation de population n’est causée que par I’'amplitude des

interférences, valant e =% /72 /2,

4.3.2.b Résultats expérimentaux

Les expériences de controle cohérent sont réalisées en excitant une boite quantique

au moyen de deux impulsions successives, résonnantes avec la transition excitonique fon-
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FIGURE 4.9 : Fuvaluation du contraste des interférences pour différents délais & entre les deux

impulsions. Sur les figures de droite est représentée [’évolution de lintensité de la luminescence

en fonction du déphasage ¢ entre les deux impulsions, pour des délais 6 = 20 ps, § = 200 ps,

0 =400 ps et § = 1000 ps, et sur les figures de gauche sont représentés les spectres de luminescence

correspondants, pour ¢ = 0 en rouge et ¢ = w en bleu.
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damentale et de méme aire 6. Ces impulsions sont générées en intercalant sur le chemin
d’excitation un interférométre de Michelson stabilisé en phase, permettant de controler
précisément & la fois le délai § entre les deux impulsions, et leur déphasage relatif ¢. Afin
de déterminer le temps de cohérence T5, c’est a dire la durée d’amortissement du contraste
des interférences entre I'oscillation du moment dipolaire moyen du systéme et la seconde
impulsion, nous augmentons progressivement le délai § entre les impulsions. Pour chaque
délai nous faisons varier le déphasage relatif ¢ et enregistrons un spectre. Ainsi, sur les
spectres a gauche de la figure (4.9) nous avons choisi de montrer, pour différents délais 9,
I'intensité du pic de luminescence d’une boite, en rouge pour deux impulsions successives
en phase et en bleu pour deux impulsions successives en opposition de phase. Rappelons
que l'intensité de ces pics correspond & 'aire sous les courbes rouges et bleues de la figure
(4.8). Sur les sinusoides représentées a droite de la figure (4.9) a été reportée la mesure de
I'intensité de luminescence, normalisée par la luminescence de la boite quantique excitée
par une seule impulsion, pour chaque déphasage, & différents délais. Nous voyons ainsi
diminuer I'amplitude des oscillations, c’est & dire le contraste des interférences, a mesure
que le délai entre les deux impulsions augmente, ce qui témoigne de la perte progressive

de cohérence du systéme.

En théorie, les mesures réalisées pour deux impulsions en phase et en opposition de
phase suffisent & elles seules a rendre compte de la perte de cohérence. Cependant I'in-
terférométre de Michelson permettant uniquement de faire varier le déphasage ¢ avec
une grande précision, et non de connaitre la valeur de celui-ci, nous sommes en réalité
contraints pour chaque délai & réaliser une sinusoide presque compléte pour déterminer
la valeur de la luminescence pour les deux cas extrémes. En outre, avoir plusieurs points
permet d’ajuster numériquement 1’oscillation obtenue et de déterminer avec une meilleure
précision l'intensité maximale, correspondant & deux impulsions en phase, et I'intensité mi-
nimale, correspondant & deux impulsions en opposition de phase. Nous pouvons également
nous assurer ainsi du bon déroulement de nos mesures, lorsque la courbe obtenue est bien

sinusoidale.

Sur la figure (4.10), est tracée I’évolution de l'intensité de la luminescence émise par la
boite étudiée sur la figure (4.9), excitée par deux impulsions en phase (courbe rouge) et par
deux impulsions en opposition de phase (courbe bleu), normalisée par la luminescence de la
boite excitée par une impulsion seule. Les points expérimentaux sont ajustés au moyen de
Pexpression de la luminescence (4.97). Nous observons bien, a mesure que le délai entre les

impulsions augmente, une diminution de I’écart entre I'intensité maximale (5, 9,0 =0) et

. cla e T . N 210
I'intensité minimale I(—, d, ¢ = 7) , qui tendent vers la méme valeur pour de grands délais.
Contrairement & l'intuition que I'on pourrait avoir, I’évolution des deux intensités n’est pas

symétrique par rapport a la valeur limite qui d’ailleurs n’est pas 1, mais 2. En effet, comme
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FIGURE 4.10 : Evolution de la luminescence en fonction du délai entre les deux impulsion, pour
deuzx impulsions en phase (rouge) et deux impulsions en opposition de phase (bleu). Les deux courbes

sont ajustée au moyen de l’expression de la luminescence (4.97) pour T = 620 ps, To = 600 ps.

luminescence (u.a.)
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—
[==]
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(a) Ty = 600ps, To = 200ps (b) T1 = 600 ps, To = 1000 ps

FIGURE 4.11 : Simulation de [’évolution de la luminescence en fonction du délai entre les deux
impulsion, pour deuz impulsions en phase (rouge) et deux impulsions en opposition de phase (bleu),
pour Ty = 600 ps et (a) To = 200 ps et (b) To = 1000 ps.

nous 'avons déja expliqué, la luminescence correspond a l'intégrale dans le temps de la
population de 'état excité, soit Iaire sous les courbes rouges et bleues de la figure (4.8).
Nous voyons bien que 'aire sous la courbe rouge varie peu quel que soit le délai, tandis
que celle sous la courbe bleue augmente continument, quant & la valeur limite, il parait
évident qu’a long délai, la luminescence aprés que la boite ait été excitée successivement
par les deux impulsion vaut deux fois la luminescence de la boite excitée par une impulsion

seule. La figure (4.11) montre quant & elle la simulation de cette évolution pour différents
0

5 Jd, ¢ = m) est toujours

rapports T5/77. Nous y remarquons que si le comportement de I(
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FIGURE 4.12 : Décroissance temporelle de la luminescence pour une impulsion d’aire 6 = 7.

s

le méme, celui de 1(2,5,q§ = 0) varie entre (4.11.a) ou T/T7 ~ 0.3, (4.10) ou T5/T; ~ 1
et (411b> ou TQ/Tl ~1.7.

Contraste des interférences

Au lieu de représenter les mesures directes d’intensité, comme c’est le cas sur la figure

(4.10), il est possible de tracer 1'évolution du contraste des interférences observées :

T T
o(5) = _ 2 2 (4.99)
Ivtaz + Imin (56,6 =0)+1(5,0,6 =)

en fonction du délai entre les deux impulsions. En utilisant ’expression de 'intensité (4.97),

nous obtenons :
o—8/T2

C0) = ;——m

(4.100)

L’intérét de présenter nos résultats sous cette forme est de diminuer le bruit des mesures
directes d’intensité, étant donné que l'incertitude sur chaque mesure est la méme, pour un
délai donné, que l'intensité soit maximale ou minimale.

D’aprés I'expression du contraste (4.100), il apparait que pour accéder au temps de
cohérence du systéme, il faut avoir préalablement déterminé son temps de vie. Cela peut
avoir été réalisé au moyen de mesures directes, comme effectué¢ dans la courbe (4.12), ou
par des expériences de contrdle cohérent comme nous I'expliquerons par la suite dans la

section 4.3.3.
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FIGURE 4.13 : Evolution du contraste des interférences en fonction du délai entre les deux im-
pulsions. En ajustant la courbe expérimentale au moyen de lexpression (4.100) avec Ty = 620 ps,

nous trouwvons To = 600 ps.

La figure (4.13) montre ’évolution du contraste en fonction du délai entre les deux
impulsions, pour la boite dont nous avons déja représenté la luminescence sur les figures
(4.9) et (4.10), et dont le temps de vie a la résonance est d’environ 77 ~ 600 ps, comme
le montre les courbes (4.12). L’ajustement de la courbe expérimentale au moyen de 'ex-
pression (4.100) permet de déterminer le temps de cohérence 7o = 600 ps. Notons que
ce résultat est une exception, la majorité des temps de cohérence trouvés dans ces boites

d’InAs étant aux alentours de 300 ps.

4.3.3 Deétermination du temps de vie
4.3.3.a Mesure du temps de vie avec deux impulsions d’aire 6 = 7

Ainsi que nous 'avons déja mentionné, il est possible dans I'expression de la lumines-

cence (4.92) d’annuler le terme de cohérence :
1 _
3 sin @y sinfy cos¢ e /72 (4.101)

au moyen d’au moins une impulsion d’aire § = 7. Pour des raisons de simplicité, nous
choisirons cependant deux impulsions de méme aire § = 7. L’expression de la luminescence
détectée est alors donnée par l'expression (4.94) et en normalisant I'intensité détectée apres
les deux impulsions par 'intensité détectée aprés seulement une impulsion, il est possible

d’ajuster les mesures expérimentales au moyen de la formule :

I(m,8,¢) =2 (1 - 6—5’/T1> (4.102)
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FIGURE 4.14 : Evolution de la population d’un systéme & deuz niveauz de temps de vie T} = 600ps,
soumis & deuz impulsions d’aire § = w et séparées d’un délai (a) § = 20 ps, (b) § = 200 ps, (c)
6 =400 ps, et (d) 6 = 1000 ps.

La luminescence & l'issue de la seconde impulsion ne dépend donc plus que du délai é, que

nous faisons varier au moyen de l'interférométre de Michelson, et du temps de vie 17 qui

peut ainsi étre déterminé.

Sur la figure (4.14) est représentée 1'évolution de la population de I'état excité d’un
systéme caractérisé par un temps de vie T7 = 600 ps, pour deux impulsions résonnantes
d’aire 6 = 7, séparées de différents délais. Dans les deux premiéres courbes, correspondant
a des délais § = 20 ps et § = 200 ps, nous voyons que le processus d’émission stimulée, qui
a pour effet de désexciter le systéme, ’emporte sur le processus d’absorption, dépeuplant
ainsi 1’état |1). A mesure que le délai entre les impulsions augmente et s’approche de la
valeur du temps de vie, les phénoménes d’émission stimulée et d’absorption se compensent,
comme nous 1’observons sur la courbe & § = 400 ps. Puis, quand le délai § devient supérieur

au temps de vie, le systéme a relaxé avant d’interagir avec la seconde impulsion qui va alors
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FIGURE 4.15 : Evolution de la luminescence en fonction du délai & entre les deux impulsions d’aire
0 = w. En noir sont représentés les points expérimentaur et en rouge leur ajustement au moyen
de (4.102) qui permet de déterminer Th = 300 ps. En bleu est simulée I’évolution de l'intensité en

fonction de § pour Ty = 600 ps.

repeupler ’état excité par absorption d’un photon. Nous voyons donc comment il nous est
a priori possible d’évaluer le temps de vie en faisant varier le délai ¢ entre les impulsions
et en mesurant 'intensité normalisée de la luminescence, pour chaque délai. Un résultat

typique est présenté sur la figure (4.15).

Nous avons ainsi reporté 'intensité de la luminescence mesurée pour plusieurs délais
6 entre les deux impulsions pour la boite dont nous avons déja présenté 1'étude de la
cohérence dans la figure (4.13). L’ajustement des points expérimentaux au moyen de 'ex-
pression (4.102) permet ainsi de déterminer un temps de vie 73 = 300 ps. Cependant, la
mesure directe pour une impulsion d’aire 8 = 7 de la décroissance temporelle de la lumi-
nescence, représentée figure (4.12), est le double de cette valeur, 77" = 605ps. En outre,
nous remarquons que pour les points expérimentaux de la figure (4.15), la luminescence
mesurée pour de courts délais est assez importante (0.43 pour & = 20 ps), alors que théo-
riquement elle doit étre faible, et que pour de longs délais, elle tend vers 2 en oscillant, au
lieu de le faire exponentiellement. D’une maniére générale, dans les mesures que nous avons
réalisées au moyen d’impulsions d’aire 8 = 7, nous avons toujours percu des variations de
luminescence assez incongrues, et obtenu par cette méthode des temps de vie étrangement

courts.

Pour comprendre ce phénoméne, nous avons vérifié qu’en excitant les boites avec des
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FIGURE 4.16 : Evolution de la luminescence en fonction du déphasage ¢, pour un délai § = 20 ps,
pour une puissance d’excitation de P =55 pW (rouge), P =50 pW (noir), P =60 uW (bleu).
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FIGURE 4.17 : Simulation des variations de luminescence en fonction du déphasage ¢, au délai
d = 20 ps, pour un systéme caractérisé par Ty = To = 600 ps excité par deux impulsions m (en
rouge), 97/10 (en bleu), 47 /5 (en noir), T /10 (en violet).

impulsions d’aire # = 7, leur luminescence était bien indépendante du déphasage ¢ entre
les impulsions. Nous avons alors, pour une boite donnée, repéré sur la courbe d’oscillations
de Rabi la puissance correspondant & une impulsion d’aire 8 = 7 et pour un délai donné

de 6 = 20 ps (délai en dega duquel il existe un risque de recouvrement des impulsions),
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nous avons fait varier, comme cela est illustré sur la figure (4.16), le déphasage ¢ entre les
impulsions. A notre grande surprise, non seulement la luminescence oscillait en fonction
du déphasage, mais le contraste de ces oscillations, loin d’étre négligeable, approchait 50%.
Estimant & £5% notre erreur sur la détermination de la puissance correspondant & 6 = ,
nous avons fait varier la puissance de £10% autour de cette valeur afin de déterminer
I’évolution du contraste de l'oscillation de la luminescence en fonction de ¢. Comme le
montre la figure (4.16), quelle que soit la puissance d’excitation, ce contraste ne s’annule
jamais et devient plus important & mesure que la puissance s’éloigne de celle déterminée
au moyen de la courbe d’oscillation de Rabi.

La figure (4.17) simule la dépendance en ¢ de la luminescence d’un systéme caractérisé
par T1 = To = 600 ps excité par deux impulsions de méme aire 6. En rouge est repré-
sentée la courbe correspondant & 6 = 7, qui ne dépendant pas du déphasage entre les
deux impulsions. En bleu est représentée I’évolution de la luminescence pour 6 = 7+ 10%,
en noir pour § = w + 20% et en violet pour § = 7 + 30%. Le contraste des oscillations
ainsi obtenues indique que la courbe rouge de (4.16) correspondrait & une erreur de 25%
sur la détermination de la puissance correspondant a 6 = 7. Notre incertitude étant bien

inférieure, il semblerait qu'un phénoméne supplémentaire soit ici & I'ceuvre.

En faisant des expériences de controle cohérent avec des impulsions # = 7, sans nous
préoccuper du déphasage entre les impulsions, nous sélectionnions en fait sans le savoir un
point aléatoire de l'oscillation en fonction de la phase ¢ correspondant & chaque délai et
nous pouvions, pour un délai prendre une mesure correspondant a ¢ = 0, pour le délai
suivant une mesure correspondant & ¢ = 37/4 et ainsi de suite, obtenant alors des valeurs

expérimentales au comportement déconcertant.

4.3.3.b Mesure du temps de vie avec deux impulsions d’aire § = 7/2

Du fait de I'incertitude des mesures de temps de vie avec des impulsions d’aire 0 = T,
les mesures expérimentales obtenues pour deux impulsions § = 7/2 seront utilisées, aussi
bien pour déterminer le temps de cohérence du systéme que le temps de vie de ’exciton.
L’expression normalisée de l'intensité de la luminescence d’une boite excitée par les deux

impulsions § = 7/2 successives est :
I(g, 5,0)=2—e 0 /M fcosgp e /T2 (4.103)

Nous voyons donc comment, pour nous affranchir du terme de cohérence et obtenir une
expression dépendant uniquement du temps de vie T}, nous pouvons utiliser un couple
d’impulsions 6 = 7/2, en sélectionnant pour chaque délai ¢ la luminescence obtenue pour

un déphasage ¢ = 7/2 entre les deux impulsions. En effet, la luminescence normalisée
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deuzx impulsions d’aire 8 = 7/2, déphasées 'une par rapport & lautre de ¢ = w/2. Les points

expérimentaux sont ajustés numériquement en rouge au moyen de l'expression (4.104).
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FIGURE 4.19 : Décroissance temporelle de la luminescence pour une impulsion d’aire 0 = /2.

s’écrit alors simplement :
I(g,é,qb: g) =207 /N (4.104)

11 nous suffit alors d’estimer pour chaque délai d la valeur de :

r 1G0=0+1(5.06=m)

I(g,é,qﬁ: 3= 5 (4.105)
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et d’ajuster les points expérimentaux au moyen de Iexpression (4.104), comme cela a été
fait figure (4.18). Pour la boite que nous considérons ici, nous avons ainsi déterminé sous
excitation résonante d’aire § = /2, un temps de vie de 73 = 600 ps. Ce temps de vie
peut étre comparé au temps 77 = 620 ps trouvé de maniére directe au moyen de la photo-
diode & avalanche pour une impulsion d’aire § = /2, représenté sur la figure (4.19). D’une
maniére générale, les résultats trouvés par contrdle cohérent au moyen d’impulsion 7/2
sont en assez bon accord avec ceux déterminés en observant la décroissance temporelle de

la luminescence.

4.4 Processus de décohérence

Le taux de relaxation I' de I’énergie peut provenir des processus d’absorption et d’émis-
sion de photons ou de l'interaction de la boite quantique avec son environnement (phonons
du réseau par exemple). Il peut de ce fait se séparer en deux contributions, un taux de
relaxation radiatif I'y;, que nous avons déja évoqué dans la section 4.1.2 et qui provient de
I’émission spontanée, et un taux de relaxation non radiatif I',,,. provenant essentiellement
de I’émission et de I'absorption de phonons, ayant pour effet de changer I’énergie du sys-
téme [158|. Le temps de vie 71 = 1/I" de l'exciton neutre dans la boite quantique obéit
donc a I’équation : . . .

T = ﬁ + W (4.106)
Dans les boites auto-organisées d’InAs/GaAs, aux températures que nous considérons,
comme nous l'avons vu dans la section 3.6.5, 'interaction du systéme avec les phonons
peut étre traité de maniére perturbative et le couplage électron-phonon n’a alors d’effet
que sur les cohérences et non sur les populations [159]. Il est de ce fait raisonnable de ne

prendre en compte que les processus radiatifs et d’écrire :

1 1

— 4.107
R ( )

L’absence de I'influence des phonons sur la mesure du temps de vie étant démontrée par
la figure (4.20), ou est représentée la décroissance temporelle de la luminescence pour une
boite quantique en faisant varier la température entre 7 K et 22 K. D’une maniére géné-
rale, nous ne trouvons aucune variation du temps de vie sur la gamme de température,
s’étendant de 7 K a 35 K, considérée dans cette thése, ce qui a déja été observé jusqu’a
une température de 50 K [151, 160].

Par ailleurs, nous savons que lorsque seule I’émission spontanée entre en jeu dans la

relaxation de I’énergie, le temps T de relaxation des cohérences est tel que :

T,=2T (4.108)
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FIGURE 4.20 : Décroissance temporelle de la luminescence pour une impulsion d’aire 6 = /2
pour quatre températures différentes, TK (bleu), 12K (violet), 18K (rouge) et 22K (noir).

Comme le montrent les résultats expérimentaux présentés tout au long de ce chapitre, c’est
en réalité loin d’étre le cas. Il nous faut donc prendre en compte des processus de déphasage
pur, jouant sur la phase des oscillations du moment dipolaire moyen, sans changer I’énergie

du systéme. Le taux de déphasage total se met alors sous la forme :

L_ 1 1 (4.109)
T, 2Ty Ty '

ou 1/T} est le taux de relaxation en énergie et 1/75 le taux de déphasage pur |76, 161,
162, 163.

Ces processus de déphasage pur sont des processus élastiques pouvant provenir d’in-
teraction "virtuelles" du systéme avec les phonons du réseau , qui changent la phase de
celui-ci, sans en modifier I’énergie [128, 139, 164, 165, 166, 167|, de la formation de pola-
rons [168, 169, 170, 171, 172| ou bien de la diffusion spectrale causée par les fluctuations
de 'environnement électrostatique des boites [111, 142, 151, 173, 174, 175, 176].

Dans les boites auto-oganisées d’InAs/GaAs que nous avons étudiées, nous trouvons
typiquement des temps de vie sous excitation résonante de ’ordre de 650 ps, associés & des
temps de cohérence pouvant varier de 200 ps & 600 ps en fonction des boites. En moyenne,

nous trouvons :

T7 = 650 ps
T5 = 300 ps (4.110)
T5 =400 ps
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De méme, sous excitation non résonnante, nous avons en moyenne :

Th = 1000 ps
T5 =400 ps (4.111)
T5 =500 ps

Ainsi, nous trouvons un taux de déphasage pur 1/7%5 semblable dans les deux cas de figure
(2.5 ns~! a la résonance et 2 ns~! hors résonance). Il semblerait donc que la perte de co-
hérence par ce type de processus soit du méme ordre de grandeur dans les deux cas, méme
si nous ne pouvons tirer de conclusion définitive sur ce point, les mémes boites n’ayant

jamais été étudiées sous excitation résonnante et non résonnante.

Les processus de déphasage pur jouant un réle majeur dans la perte de cohérence, il
apparait donc essentiel, de les réduire afin de pouvoir utiliser les boites quantiques dans le
cadre de dispositifs d’information quantique. Pour tenter de les appréhender plus finement,
nous allons chercher & déterminer le réle des phonons dans les processus de décohérence pre-
nant place dans nos systémes sous excitation résonnante. Pour cela, analysons 1’évolution

du temps de cohérence en fonction de la température.

Evolution du temps de cohérence en fonction de la température

Dans la section 3.6.5, nous avons présenté le couplage du systéme excitonique aux pho-
nons du réseaux, en utilisant une approche perturbative car dans les boites auto-organisées
d’InAs comme celle que nous étudions, des température supérieures & 40—50 K sont néces-
saires pour entrer en régime de couplage fort et considérer que les électrons et les phonons
forment alors des polarons [128]. Nous avons ainsi démontré que cette interaction introdui-
sait dans les équations de Bloch optiques un terme de perte de cohérence dépendant de la
température aussi bien que de la puissance d’excitation.

Ce terme de relaxation induit par les phonons parvient assez bien a expliquer I’amor-
tissement des oscillations de Rabi que nous observons, de méme que la diminution de
cohérence & mesure que la température augmente. En effet, comme cela est illustré par les
figures (4.21.a) et (4.21.c), obtenues pour deux boites différentes de celle étudiée précédem-
ment, I’évolution du taux de décohérence 1/T5 est linéaire en fonction de la température.
Cependant en prolongeant cette droite pour obtenir la valeur & température nulle, nous ne

retrouvons pas toujours la limite radiative de 1/27.

Ainsi, sur la figure (4.21.a) est représentée 'augmentation du taux de décohérence en
fonction de la température, sous excitation résonnante réalisée par des impulsions d’aire

/2, pour une boite ol nous avons mesuré un temps de vie résonant 77 = 650 ps, ne variant
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FIGURE 4.21 : Perte de cohérence dans deux boites quantiques en fonction de la température.
(a) Evolution du taux de cohérence 1/Ty en fonction de la température pour une boite donnée
et (b) évolution du temps de cohérence correspondant, les point expérimentaur étant ajustés en
rouge au moyen de lexpression (4.112). (c) Evolution du tauz de cohérence 1/Ty en fonction de la
température pour une autre boite quantique et (d) évolution du temps de cohérence correspondant,
les point expérimentaux étant ajustés en bleu au moyen de lexpression (4.112) et en rouge au

moyen de lexpression (4.113).

pas avec la température sur la gamme explorée (entre 7 K et 30 K). En rouge est tracé

I'ajustement des points expérimentaux par l'expression de la décohérence induite par les
phonons :
1 1

- 4+ KOAT 4.112

ou T est la température et ol nous prenons les paramétres 77 = 650 ps et K = 10 fs. K1
déterminés au chapitre précédent, en laissant {0 comme paramétre d’ajustement. L’accord
avec les points expérimentaux est assez bon et si nous tragons figure (4.21.b) I’évolution du
temps de cohérence sous excitation résonnante en fonction de la température de ’échan-
tillon, nous retrouvons bien & température nulle 75 = 2 T7 = 1300 ps. Ces deux courbes

ont nécessité d’étre ajustées en fixant la condition 1o < 277.
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Les figures (4.21.c) et (4.21.d) représentent quant a elles I’évolution du taux et du temps
de cohérence en fonction de la température pour une boite dont le temps de vie mesuré a la
résonance est de T7 = 600 ps, quelle que soit la température de ’échantillon. Sur ces deux
figures, en bleu est tracé ’ajustement des points expérimentaux au moyen de ’expression
précédente (4.112), en prenant 77 = 600 ps et K = 10 fs.K~!. L’allure des courbes
ainsi obtenues étant peu satisfaisante, nous choisissons d’ajouter phénoménologiquement

un second terme de décohérence 75, indépendant de la température :

L_ 1 1
T, 2Ty Ty

+KO%L T (4.113)

ou 15" = 430 ps, afin d’obtenir I'ajustement des points expérimentaux tracé en rouge.
En prenant en compte ce déphasage supplémentaire 75* = 430 ps, a température nulle le
temps de cohérence tend alors vers 320 ps au lieu de 277 = 1200 ps, comme c’est le cas de

la courbe bleue.

Nous venons donc de mettre en évidence la présence d’au moins trois processus de perte
de cohérence. Le premier est radiatif et di & I’émission spontanée, le second est causé par
I'interaction du systéme avec les phonons du réseau environnant et est proportionnel &
la température, et un troisiéme terme, indépendant de la température et semble-t-il de la
puissance d’excitation (puisque 'amortissement des oscillations de Rabi de la boite présenté
dans (4.21.c) et (4.21.d) peut s’expliquer uniquement par I'ajout du terme K% T dans
les équations de Bloch optiques). L’origine de ce terme est pour linstant mal connue,
méme si nous soupgonnons l'influence des fluctuations de I'environnement électrostatique

des boites. De maniére générale, sous excitation résonnante nous trouvons en moyenne :

;

T) = 650 ps

T = 300 ps
. (4.114)
Ty (1K) = ICQ%% x 7K =500 ps

T5* = 1800 ps

\

Le terme radiatif est souvent le méme pour une grande partie des boites, tandis que le
terme T honons 7 i) qui dépend de la pulsation de Rabi, ainsi que le terme de décohérence
supplémentaire 75", peuvent énormément varier d’une boite & 'autre. Signalons que la
présence d’'un déphasage supplémentaire, non attribuable aux phonons, a déja été observé
par de nombreux groupes étudiant la largeur de la raie zéro-phonon, et attribué aux fluc-
tuations de lenvironnement électrostatique des boites [111, 151, 166, 177, 178|. D’aprés
les valeurs trouvées (4.114), nous comprenons que dans la majorité des cas, ce terme de
déphasage supplémentaire non lié¢ aux phonons est donc négligeable devant celui induit par

ceux-ci, voir nul comme c’est la cas pour la boite présentée figure (4.21.a-b), méme si dans
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FIGURE 4.22 : Spectres de photoluminescence sous excitation résonnante pour deux boites quan-
tiques. Em rouge est représenté le spectre obtenu sans ajout d’un laser non-résonnant supplémen-

taire, en bleu le spectre obtenu lorsqu’un laser He-Ne de faible intensité est envoyé sur I’échantillon.

certains rares cas, comme c’est la cas pour la boite présentée figure (4.21.c-d), il devient

N h
comparable a T5"""*.,

Role de ’environnement électrostatique

L’importance de I'environnement électrostatique des boites a été étudié méthodique-
ment au Laboratoire Pierre Aigrain (LPA) [142, 179], ou il a été mis en évidence 'effet d'un
laser supplémentaire non résonnant, sur la luminescence de boites pompées & la résonance
par un laser continu. En utilisant & notre tour un laser additionnel, nous avons pu observer
un forte modification de la luminescence émise sous excitation résonnante, sans remarquer

d’effet notable pour une excitation non résonnante.

De nombreuses boites dont nous observons la luminescence en excitant au niveau de
la couche de mouillage, n’émettent plus lorsque le laser est résonnant avec la transition
considérée. L’ajout d’un laser Helium-Néon de trés faible intensité semble alors dans cer-
tains cas restaurer cette émission. Cela s’illustre sur la figure (4.22.a) ou figure en rouge le
spectre résonnant, sans laser additionnel et en bleu le spectre lorsque 1’échantillon est de
plus soumis au rayonnement de I’He-Ne. Il est important de noter que I'intensité de 1’He-
Ne est tellement faible que lorsqu’est coupé le laser résonnant, aucune luminescence n’est
observable. A I'inverse, comme nous le voyons sur la figure (4.22.b), le laser non résonnant
peut avoir pour effet d’annihiler une raie d’émission. Cet effet dépendrait de la charge
de D’exciton correspondant & la transition considérée et le laser non résonnant restaure-
rait la luminescence d’excitons neutres et annihilerait celle d’excitons chargés [179]. Nous
n’avons cependant pu le vérifier sur notre échantillon. En effet, pour différencier un exci-

ton neutre d’un chargé, nous analysons la polarisation de leur luminescence sous excitation
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FIGURE 4.23 : Raie de luminescence sous excitation résonnante, apres un analyseur vertical (bleu)
ou horizontal (rouge), lorsqu’est appliqué un champ non résonnant supplémentaire de (a) 25 nW,
(b) 250 nW.

résonnante, la polarisation du premier étant linéaire et celle du second elliptique. Or, nous
avons observé une modification de cette polarisation en fonction de la I'intensité du champ
non résonnant additionnel. Ainsi, comme le montre la figure (4.23), lorsque la puissance du
laser He-Ne augmente, la polarisation de la raie de luminescence devient progressivement
circulaire, sans que soit modifiée sa longueur d’onde démission. Ainsi, en multipliant par
dix cette puissance, le taux de polarisation passe de 70% a 12%. !bien que la puissance du
laser non résonnant ait été multipliée par dix dans la figure (4.23.b), celle-ci reste assez
faible pour ne pas étre responsable de la création d’une paire électron-trou dans la boite

considérée.

Pour finir, nous avons remarqué que le laser additionnel non résonnant semblait influer
sur la période des oscillations de Rabi. En effet, la figure (4.24) montre pour trois puissances
de I'He-Ne les oscillations de Rabi obtenues. Nous voyons que la période d’oscillation
augmente avec l'intensité du laser non résonnant et est multipliée par quatre lorsque la
puissance de I’He-Ne est multipliée par dix. Bien que nous ne soyons pas en mesure pour
I'instant d’expliquer nos observations expérimentales, celles-ci semblent témoigner de la
présence de charges piégées dans I'environnement de la boite, sur lesquelles le champ non
résonnant aurait un effet. Ces charges pourraient étre responsables de la perte de cohérence

supplémentaire, indépendante de la température.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons détaillé I’étude des temps de relaxation caractéristiques,
a savoir le temps de vie excitonique T et le temps de cohérence T5, obtenus dans les boites

quantiques auto-organisées d'InAs/GaAs que nous avons étudiées. Ainsi, nous avons diffé-
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FIGURE 4.24 : Oscillations de Rabi obtenues pour différentes puissance de laser He-Ne : en rouge
PHene = 25 nW, en violet Pyene = 125 nW et en bleu Prene = 250 nW.

rencié le cas d’une excitation au niveau de la couche de mouillage pour lequel nous trouvons
en moyenne 179" = 1 ns et T5'°""** = 400 ps de celui d'une excitation résonante avec la
transition étudiée pour lequel nous trouvons en moyenne 77 = 650 ps et 15 = 300 ps.
La différence de temps de vie peut s’expliquer par la présence d'un champ électrostatique
dii aux porteurs piégés dans la couche de mouillage lorsque celle ci est excitée, par la prise
en compte d’un systéme & quatre niveaux lorsque ’excitation s’effectue a haute énergie,
ou encore par l'effet des structures guidées présentes dans nos échantillons. L’écart entre
les deux temps de cohérence semble lui indiquer que les mémes processus de déphasage

entrent en jeu, que 'excitation soit résonnante ou non.

Pour obtenir ces temps de relaxation, nous avons utilisé deux types de techniques ex-
périmentales, en réalisant d’une part des mesures directes, de décroissance temporelle pour
déterminer T et de largeur de raie pour déterminer 75, pouvant étre utilisées aussi bien
dans le cas d’une excitation résonnante avec la transition que dans celui d’une excitation
non résonnante, et d’autre part des expériences de controle cohérent nous donnant acceés,
a la résonance, aux deux temps de relaxation. Cette deuxiéme méthode a révélé un com-
portement plus complexe que nous le pensions de notre systéme, mettant une fois de plus
a mal la modélisation de ’état des boites quantiques par un systéme a deux niveaux. En
effet, alors que dans le cas d’impulsions d’aire # = 7, nous nous attendions & annuler le
terme de cohérence de la population de I'état excité, nous nous sommes rendu compte que
c’était loin d’étre le cas. Il nous est en réalité impossible, quelle que soit ’aire des impul-

sions interagissant avec le systéme, d’annuler ce terme.
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D’aprés les valeurs de T et T obtenues sous excitation résonnante, nous remarquons
une forte différence entre les temps de cohérence mesurés et leur limite radiative 277, té-
moignant ainsi de la présence de processus de déphasage pur. Pour approfondir ’étude de
ces processus de décohérence supplémentaires, nous avons réalisé des mesures de temps
de cohérence en fonction de la température de 1’échantillon. Nous avons ainsi identifié
les phonons acoustiques comme principaux responsables de cette perte de cohérence, en
remarquant toutefois que pour certaines boites, une décohérence subsiste & température

nulle, sans que nous ne puissions en expliquer 1'origine.

Finalement, des mesures de temps de vie sous excitation résonnante pour différentes
intensités de I’onde incidente montrent, pour la grande majorité des boites étudiées, des va-
leurs ne variant pas ou peu avec la puissance d’excitation. Pour certaines boites cependant,
une évolution inversement proportionnelle & la puissance d’excitation, confirmant ’ajout
du terme de relaxation aQ% intégré dans les équations de Bloch optiques pour modéliser

les oscillations de Rabi s’amortissant vers une valeur nulle.
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Comme nous ’avons déja indiqué & la fin du premier chapitre, dans une boite ou le
potentiel de confinement est anisotrope, en raison de 'interaction coulombienne d’échange
longue portée, 'exciton neutre posséde une structure fine. Cette interaction seule ne par-
vient cependant pas & rendre compte de certaines de nos observations expérimentales :
des états propres excitoniques non perpendiculaires entre eux et une différence dans leur
intensité d’émission sous excitation non résonnante. Ces constatations nous ont poussés a
considérer de plus prés la polarisation de la luminescence émise par les boites lors de la
recombinaison de I’exciton neutre. Ainsi, dans ce chapitre, aprés avoir briévement rappelé
leffet de l'interaction d’échange sur I’émission des boites quantiques, nous présenterons
I’explication que nous apportons aux deux constats précédents, & savoir des états excito-
niques dans lesquels les états de trous sont une combinaison linéaire de trous lourds et de
trous légers. Nous décrirons alors dans un premier temps ces nouveaux états, pour ensuite
démontrer comment ils rendent parfaitement compte de nos résultats expérimentaux. Fi-
nalement, nous verrons comment au moyen d’expériences résolues en polarisation, réalisées
sous excitation non résonnante puis résonante, nous sommes capables [180] d’obtenir les
directions des axes propres de la transition excitonique, les paramétres caractérisant le
mélange "trous lourds - trous légers" et le rapport entre les forces d’oscillateur des deux

transitions.

5.1 Emission d’une boite quantique anisotrope

5.1.1 Etats propres d’une boite 4 symétrie de révolution

Commencons par nous intéresser a 1’émission d’une boite quantique idéale & base cir-
culaire, n’étant soumise & aucune contrainte et dont les deux états propres brillants |+1)
et |—1) sont dégénérés en énergie (potentiel de confinement de symétrie Dgg). Ces états

sont formés & partir des états de valence et de conduction :

1. 1 § 3 hh

[+1) I5:—3) ®lxe) < l55—3) @™
e C o
|-1) : ‘§§ +§>C ® |xe) ‘53 +§>v ® [x2)
soit : )
+1) : IS ®Ixe) & ——=[(X—iY) )"
2 (5.2)
S SN e = (X ) D) ® [
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ot nous avons adopté pour les parties atomiques la notation |Ju;m.,,),, et olt [xc) et [x2"*)
sont respectivement la fonction enveloppe de ’électron de conduction et celle de 1’électron

de valence de la bande de moment my = +3/2.

Comme nous ’avons déja présenté dans le premier chapitre, I’émission de ces deux états
lors de la recombinaison radiative de ’exciton est polarisée circulairement, respectivement
gauche et droite. En effet, considérons les éléments de matrice mis en jeu lors de ces

transitions :

1 1 3 3 1 1, 3 3

UpEl0) = (i —5| mE|55—5) O™ +(5i—51 155 (el By (5.
(B0 = (55 —5] wEI5=5) (el +(5i=51 15i-5) (elw B (5.3

Le second terme étant nul pour une transition inter-bande, en posant aen, = (Xc| Xﬁh) le

recouvrement des fonctions enveloppes, nous trouvons :

LB = o (<105 4) wB (— (X -¥) 1)
- (\}wwm f<smE|Y>) (5.4)
De méme :
(BB = (Gig] B 40 (el + i) 54 (el B
— o (i 1) wE (5 l0x+) 1)
— o (~ 5 SIBLX) + = (Slw.BIY) ) (55)

ou w.FE; est le terme de couplage du systéme & deux niveaux de moment dipolaire moyen

p avec le champ Er. En posant :
§o = Qeny (S|p-E|X)
fy = Qenv (S|p-E[Y) (5.6)
& = Qenw (S|p.E|Z)

nous obtenons alors :

1 1
(+1|p.E|0) = /2 §o + 72 &y
. ) (5.7)
(—1|p-E|0) = “AET Y

Sous excitation non résonnante, nous considérons que les deux états sont identiquement
peuplés, c’est & dire que nous pouvons poser |&;| = |&,| = |£.| = £, nous retrouvons bien

alors une polarisation circulaire (gauche ou droite).
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5.1.2 Brisure de symétrie, interaction d’échange électron-trou

Supposons maintenant que le potentiel de confinement de la boite quantique sans
contraintes, présente une élongation selon I'un des axes cristallographiques. Il a en ef-
fet été constaté [58, 181, 182, 183, 184, 185| que dans les boites quantiques auto-organisées
d’InAs/GaAs, celui-ci avait tendance a étre étiré selon la direction [110], définissant ici la
direction de l'axe y, tandis que l'axe = est défini par la direction [110]. Dans ce cas de
figure, comme nous l'avons démontré dans le premier chapitre, I'interaction coulombienne
d’échange électron-trou permet de lever la dégénérescence des états |+1) et |—1) et les nou-

veaux états propres brillants excitoniques |X) et |Y) sont alors des combinaisons linéaires

de la forme : .
X) = —(|+1) — |-1
1 X) i\/§(| )= 1=1)
) (5.8)
Y) = —(+1) + |-1
Y) ﬂ(\ ) +1=1))
dont I’émission est polarisée linéairement selon les directions [110] et [110] :
1
(X|p-E|0) = —=({+1|p.E[0) — (1|p.E[0)) = &
V2
) (5.9)
(Y[p.E|0) = —=((+1]p.E|0) + (1|u.E|0)) = &,
V2
ou, sous excitation non résonnante, nous pouvons poser |&;| = |&,| = |£;| = . Nous voyons

donc que l'intensité d’émission doit, dans ce cas de figure, étre la méme pour les deux états,
comme l'illustre la figure (5.1.a), qui montre les diagrammes polaires de I’émission d’une

boite dont le potentiel de confinement est allongé suivant [110].

En considérant le cas plus général d’un potentiel de confinement présentant une élon-
gation selon une direction y’ faisant un angle 6 avec la direction [110], comme le schématise

la figure (5.1.b), et en choisissant par convention les états propres excitoniques :

1 X') = —=(|+1) — e*?|-1))
Zi/i (5.10)
V') = —=(]+1) + > |-1))

V2

nous déterminons que leur émission est polarisée linéairement selon les directions z’ et 1/

faisant un angle 6 avec les directions cristallographiques [110] et [110] :

6
(X'|.E|0) = ,‘if<<+1y,u,.Eyo> e~ — (1|p.E|0) ) = ¢ (cos§ &, — sinf &,)
sz (5.11)
(Y'|pu.E|0) = c ((+1|p.E|0) e + (1| pu.E|0) €) = € (sin 6 &, + cos b &)

S
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(c) 0 =10°

FIGURE 5.1 : Diagrammes polaires des états propres d’une boite quantique dont le potentiel de
confinement est allongé (a) suivant la direction cristallographique [110] et (c) suivant une direction
définie par Uangle § = 10° par rapport o cette direction cristallographique, comme le montre la
figure (b) représentant ’allongement du potentiel de confinement d’une boite. Sur les figure (a) et
(c) sont représentés : en rouge les états |Y'), en bleu les états | X) et en violet lintensité d’émission

totale.

De méme ici, les intensités d’émission des deux états Iy = |[(X'|u.E|0) > et Iy: =
| (Y'|n.E|0) |? sont les mémes lorsque Pexcitation s’effectue & haute énergie, comme le
montre les diagrammes polaires de la figure (5.1.c), ot le potentiel de confinement est
allongé selon une direction définie par Pangle § = +10° avec [110].

Nous voyons que dans les deux cas (5.1.a) et (5.1.c), I'intensité d’émission est la méme
pour les deux états propres et polarisée selon des directions définies par 1’angle 6 (paralléle

et perpendiculaire). Les deux états restent donc toujours perpendiculaires entre eux.

Cependant, ces prévisions théoriques sont bien loin de nos observations expérimentales.
Pour rendre compte de ces derniéres, nous allons donc par la suite considérer que les
excitons ne sont plus uniquement formés d’un électron de conduction et d’un trou lourd,

et allons intégrer une composante de trou léger dans I'expression des états de valence.

5.2 Meélange trous lourds - trous légers

5.2.1 Origine physique

En raison du confinement des porteurs de charge, dans les boites quantiques (tout
comme dans les puits et les fils), la dégénérescence des deux bandes de valence I's est
levée, et la bande de trous légers est rejetée a plus basse énergie que celle de trous lourds.

Nous avons de ce fait jusqu'a présent considéré que la différence d’énergie (quelques di-
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zaines de meV [186]) entre ces deux bandes était assez importante pour ne considérer dans
nos systémes uniquement des excitons dits "lourds", formés d’un électron de conduction de
moment my = +1/2 et d’un électron de valence de moment m; = £3/2. Cependant, cette
vision des choses semble erronée, en particulier dans le cas des boites auto-organisées que
nous étudions, qui sont soumises & des contraintes, résultant entre autre de la différence de
paramétre de maille entre les matériaux constituant 1’hétéro-structure, et modifiant leur

structure électronique.

De méme que Kane, Luttinger et Kohn ont réalisé (en utilisant la théorie des groupes)
un modéle décrivant la structure de la bande de valence au voisinage de k =~ 0, prenant
cette fois en compte les propriétés de symétrie du cristal [49, 187|. Celui-ci permet d’obtenir
dans la base des états Ts {|ug,) @ [XJ") 3 [u] ) @ i) 5 [u? ) 0) @ X0 5 [u? 5 0) @ [XE™M)}
le hamiltonien (4 x 4) :

Prx +Qrx — K, SLK Rrk 0
SEK Prx —Qrx — Ey 0 Rrk
REK 0 Prg — Qrx — By —SLK (5:12)
0 R, ~Six Prx +Qrix — Ey
avec Ey le gap du matériau considéré et :
( 2
Prg = “om. (k2 4+ k) +k2)
52
QLi = —g 2 (k3 + Ky — 2k2)
2 ¢ (5.13)
Rix = 2me\/§ (v2 (K2 —k2) — 2i v3 kyky)
B2
Stk = S 2v/3 3 (kg — iky)k.

Y1, v2 and ~3 sont les paramétres de Luttinger, reflétant le couplage entre les différentes
bandes dans un cristal donné, et m. la masse libre de I’électron. Rappelons que 'origine
des énergies a ici été prise en bas de la bande de conduction. Dans le tableau (5.1) sont
donnés les paramétres de Luttinger du GaAs et de I'InAs massifs. Les états propres d’un

tel hamiltonien sont de la forme :

[8) =Y o |ul) @ [X3) (5.14)

En considérant maintenant le hamiltonien de couplage, dans la base des états atomiques
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paramétres | GaAs InAs
o] 7 19.67
Yo 2.25 8.37
3 2.9 9.29

TABLE 5.1 : Tableau récapitulatif des paramétre de Luttinger de GaAs et InAs massifs [188].

{\u§/2> ; ]ull’/2> ; \uv_l/Q) ; \u”_3/2)}, la matrice de Luttinger-Kohn peut se réécrire :

EM ¥ 0
¥* Eh 0 M

7 0 Eh _g (5.15)
0 . -2+ Eh
ou :
M = (X Rox )
(5.16)

L = (XM Spi Xt

En diagonalisant le hamiltoninen (5.15), nous trouvons des états propres mélangés (trous
lourds et légers) :

— états mélangés hy :

Ehh o plh Ehh _ plh 2
EM 5 Bl = T2y < ) + | L2 + |2 (5.17)

2 2

[6,2) ®IXER) = Cy g ug ) @ [XB) + (C3 _y Ju? ) + Cy 1 it ) ) @ [l

U2 472) @ IXER) = Cls 3 fu ) @ IXE) + (Cg yfu? ) + Cla 1 fud 1)) @ Xl
(5.18)

— états mélangés h_ :

Ehh o glh Ehh _ gk 2
g o po- < >+|.$|2+y///yz (5.19)

2 2

) @) = Ol o) ® )+ (Ca g 0) + Co s ) © [X21)

11
2'2

v v hh
7_% \u_3/2> + C_%% ‘u3/2>) & ‘Xv >
(5.20)

Nous venons de voir comment le modéle de Luttinger-Kohn peut induire un mélange des

W) @ ) Oy a ey @ ) o+ (€

états de valence lourds et légers et sur la figure (5.2) est schématisé l'effet de ce mélange

sur I’énergie des états de valence I'g.
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états [ purs ' états I3 mixtes

Yo (neaLpeampy

FIGURE 5.2 : Effet du mélange sur l’énergie des états de valence I's.

Par ailleurs dans nos échantillons, lors de la croissance en régime Stranski-Krastanov,
les contraintes sont a ’origine de la formation des boites quantiques. La croissance achevée,
le champ des contraintes représenté par le tenseur des déformations ¢;; reste important au
sein de I’échantillon et modifie ainsi la structure électronique des boites [189, 190, 191].

Ainsi, une déformation transformant les trois vecteurs orthonormés u,, u, et u, en :
_ ! ’ /
ul, = (1+ e, )uy + EpyUy T €1, Uz
o / ’
= €y Ue + (1 + €, )uy + € u, (5.21)
_ ! / /
z = €22 Uz + 6zyuy + (1 + ezz)uz
déplace un atome initialement en r = zu, + yu, + zu, de :

R=7"—r=x(u, — uy) + y(u, —uy) + z(u) — u,) (5.22)

soit :

R = R,u; + Ryu, + R.u. (5.23)

avec :
RI = xGQ:x + yeg/x + Zelza:
Ry = zey, + yey, + 2€, (5.24)
R, = xe,, +ye,, + z€,,

Les composantes diagonales du tenseur des déformation peuvent alors étre définies par :

€xp = €y = OR,
OR
Eyy = €y = a—yy (5.25)
€20 =€, = Ok
S
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et les composantes non diagonales par :

oo €y + € _OR, N OR,
Y 2 oy Oz
/ /
¢ = w2y _ OBty | OR: (5.26)
2 0z oy
. €.+e, OR. N OR,
= 2 - Ox 0z

avec €;; = €;;. Deux parties se distinguent alors, une composante dite "hydrostatique" :

1
g(em + €yy +€22) (5.27)

qui déplace globalement la maille, tout en préservant la symétrie du milieu, et une compo-

€hydro =

sante de "cisaillement" :
€cisail = €ij — €hydro (5.28)

dont résulte I’anisotropie du systéme contraint.

Bir et Pikus ont étudié l'effet des contraintes sur la structure de bande des semi-
conducteurs [73, 192] et obtenu un hamiltonien ayant la méme forme que celui de Luttinger
et Kohn, mais en remplacant cette fois les composantes du vecteur d’onde par celles du
tenseur des déformations €;; et les parametres de Luttinger par les potentiels de déformation

ay, by et d,. La matrice de Bir-Pikus est ainsi de la forme :

Ppp+Qpp — Ey Spp Rpp 0
STBP Ppp —Qpp — K, 0 Rpp (5.29)
REP 0 Pgp — Qpp — E, -SBp
0 Rjgp —S};p Ppp+Qpp — E,
avec :
Ppp = av(exx + Eyy + Ezz)
b
Qpp = 51}(6:)::13 + €yy — 2€zz)
5.30
V3 | (5:30)
Rpp = Tbv(eazx — €yy) — idyeny
SBP = dv(ezx - ieyz)

a, est le potentiel de déformation hydrostatique, b, et d, sont les potentiels de déforma-
tion de cisaillement selon les directions cristallographiques [001] (axe z) et [111]. Les €
représentent les composantes du tenseur des déformations. Ce hamiltonien, comme celui
de Luttinger-Kohn, couple les états de trous lourds et 1égers et en le diagonalisant, nous
trouvons des états mixtes du type (5.18) et (5.20).
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Prenant en compte, pour une description compléte, le hamiltonien de Luttinger-Kohn et
celui de Bir-Pikus, nous obtenons dans la base {|u§/2>®|xﬁh> : |U21/2>®|ijh> : |u11)/2>®|X£;h> ;
\U33/2> ® |x"M)} le hamiltonien :

P+Q-E, R S 0
Rt P-Q-E 0 _g
0o (5.31)
0 _gt Rt P+Q-E,
avec .
H? 7.2 . 1.2 4 1.2
P = —2me il (kgj + ky + kz) + GU(6$$ + Eyy + ezz)
H? 7.2 7.2 79 by
Q= ~% vo (kZ + ky — 2k2) + E(em + €y — 2€22)
h? e V3 (5.32)
R=5 V3 [v2 (k2 — k2) — 2i 3 koky] + bulese = €yy) — iduesy
h? - .
S = 5 2V/3 v3 (ky — iky)k, + dy(€20 — i€y2)

e
k., l;:y et k., sont les composantes du vecteur d’onde de I'électron, modifiées par les contraintes.
En effet, le solide déformé étant différent du solide non déformé, il est généralement plus
simple de tenir compte de cette déformation en modifiant les vecteurs d’onde plutot que
les parameétres cristallins [43]. Pour alléger 1’écriture, nous pouvons réécrire (5.31) dans la

base des états atomiques {]u§/2) ; |u31/2) ; |u"1’/2> ; \u33/2>} sous la forme :

Ehh p e 2V o 0
p e EM — Ay, 0 —0
« hh —2iy) (5.33)
o 0 EM™— Ay, pe
0 —o* ) eZid) Ehh

ot Ay, est la différence en énergie entre les trous lourds et légers, p. et |o¢| rendent compte
de ’amplitude du couplage entre les différentes bandes de valence, 9 est la direction d’ani-

sotropie du systéme, dans le plan des boites, par rapport a la direction [110] et :
p e = (BRI
. " (5.34)
o= (" 5Ixy")

En ne considérant pas pour l'instant le terme o qui n’a d’influence que dans le plan

perpendiculaire & celui des boites, nous pouvons facilement diagonaliser le hamiltonien :

Ehh ) 6721'11) 0 0
2 phh — A 0 0

Pe e ) (5.35)
0 0 EM— Ay p e

0 0 P 621'1/1 Ehh
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Nous trouvons :

o les états mélangés hy d’énergie F :

A N
E+:Ehh—#+ (;’) + p? (5.36)

u
Dans la base {|u} /2> ;|u? /2>}, une infinité de vecteurs propres ( ) tels que :
v

p o210
B, — EM 4 Ay,

peuvent étre associés a I'énergie I, et il en est de méme dans la base {|u”, /2>;

v (5.37)

|uy /2>}. En choisissant u de facon a ce que les états mixtes soient normalisés (|u|? +

|v|? = 1), nous obtenons :

— dans la base {|u§/2>; \Uv_l/2>} :

ARy 420" + A [ A + 407 [ i
’u3/2> ® ‘Xv > + |u—1/2> ® ‘Xv
AL 4 4p% + A /AL + 4p? A+ ([ AF +4p?

(5.38)
— dans la base {[u? 5); [u]9)} :
AL +2p% + Ay /A2 + 4p? 9 pe2it
pe
5 5 ’u1i3/2> ® ’Xﬁh> + 5 ‘Ullj/2> ® ‘Xi;h>

A7+ 4p% + Ay /A7 + 4p? Ay 4/ AF, + 4p?

(5.39)
o les états mélangés h_ d’énergie E_ :
A A\

De méme que dans le cas des états d’énergie F,, une infinité de vecteurs propres
sont associés a I’énergie F_, et nous choisissons :

— dans la base {|u§/2> ; \u31/2>} :

Al2h + 2p2 AV Al2h + 4p2 2 pe2iv
\/ pe
[uf ) ® IX5") + u? 19} @ XA
Al2h + 4p2 - AlhA / Al2h + 4p2 Alh — 4/ Al2h + 4p2
(5.41)
— dans la base {|u33/2); |u11’/2>} :
Alzh + 2p2 — Ao/ AlQh + 4,02 2p€2i¢

]u33/2> ® |Xgh> +

—|u{)5) @ IXy")
Alh — Alzh + 4,02

(5.42)
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5.2.2 Effets du mélange dans le plan des boites (xy)
5.2.2.a Les états propres

Nous venons de voir que I’énergie des états mélangés est modifiée par rapport a celle des
états purs et I’écart en énergie entre les états hy et h_ est supérieure a 1’écart énergétique
Ay, entre les états lourds et légers (écart que nous considérions déja trop grand pour qu’il
soit possible de créer des excitons légers). Nous pouvons alors ne prendre en compte que

les états ho et les excitons brillants seront formés a partir des états :

. 11 3 3 3 1

1) - .= hh| 2. _ % hh lh|Y. | — lh
|+1) !2, 2>c®lxc) < B \2, 2>U®|XU )+ 8 |2,+2>v®\xv>

. 1 1 3 3 3 1
—1) - o hh|“. | % hh lh|Y. __— lh
|-1) !2,+2>c®|xc> < f ‘2a+2>v®|X1} )+ 8 |2, 2>v®\xv>

(5.43)
B et B sont des nombres complexes dont le module au carré représente respectivement
la proportion de trous lourds et celle de trous légers dans le mélange. Nous avons pour
I'instant négligé le mélange entre états lourds et légers de méme spin (relié au paramétre
o de la matrice (5.35)) et par identification aux expressions (5.38) et (5.39), nous pouvons
relier les paramétres de mélange 5™ et B aux paramétres de Luttinger et de déformation.
Pour des raisons de simplicité, choisissons de mettre les états mélangés h sous la forme
1I,) et [f,), de sorte que :

- 3 3 31

el (o bt) = (VIZB5 -3 +seiSi0) ) el
- 3 3 o1

el (e bt) = (VIZB1543) + 862915 -0) ) el

ot B rend compte de la proportion de trous légers S* dans le mélange, mais aussi du

(5.44)

rapport :
_ Jdr xe(m)xy'(r)

[ dr xe(r)xBh(r)
du recouvrement des fonctions enveloppe des trous lourds et légers avec celle de 1’électron

(5.45)

de conduction. Ce nouveau paramétre a ainsi pour expression, d’aprés (5.38) et (5.39) :

A? + 2p2 + Ay, A2+ 4p2 lh
2p ih \ Bin [dr xc(r)xi(r) (5.46)

- Ay, + \/m A2+ 4p? + A,h\/m Jdr xe(r)xih(r)
ou :
PP =1 ORI [P (5.47)
avec .
R= 27; 3 (32 (k7 — ky) — 2 A5 koky) + *fbv(em — eyy) — idyeny (5.48)
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5.2.2.b Intensité d’émission

En utilisant les expressions (5.44), les éléments de matrice entrant en jeu lors de la
recombinaison radiatives des excitons brillants dans la boite sont :

1. pour I'état |+1) :

- 1 1 ~
(+1pEl0) = (5i—5] nB ) (xelxa™)

_62

= Qenv (—i(S ) p.E ( (X —1iY) |)

567211/;
V6

Comme le hamiltonien dipolaire ne peut coupler entre eux que des états de méme

+ (X +iY) ]) - ﬁewﬁ 1Z T>> (5.49)

spin, cet élément de matrice a pour composantes :

— selon x : ]

(FilBl0), = 2 (V=5 - S ) ¢, (5.50)
— selon y :

(+1|p.E|0), = \2 < 1-p2+ jgew> &y (5.51)

2. pour l'état |—1) :
(TBBI0) = (il wBIR) (bl
32
= Cenv (_Z <S TD n.E < d |(X +ZY) T>

—Be\/;w\(x—zy —M\[|Z¢> (5.52)

et de méme que précédemment, cet élément de matrice a pour composantes :

— selon x : (| E(0), = i 5. B o
—1|p.E|0), = B\ 1-5%2+ —\/ge & (5.53)
— selon y :
(—1|uE|0), = — o
. \O>y NG 1-p \/ge &y (5.54)

Ces éléments de matrice nous permettent de déterminer ceux des états propres |X) et [¥)

de la boite :

~ 1 - . ~

3. pour lexciton | X) = —(|4+1) — 2 |—-1)) :
D | X) i\/§(| ) |—1))

— selon z :

(X|p.E|0), = " <\/ 1—/2%cosf — jg cos(2¢ — 9)> &x (5.55)
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— selon y :

(X|p.E|0), = e <—\/1 — B2sinf + jg sin(2¢) — 0)) &y (5.56)

1

4. pour 'exciton |Y) = —=(|+1) + €2 |-1)) :

V2
— selon z :
(Y|p.E0), = e” <\/1 — B2sinf + jg sin (29 — 0)) o (5.57)
— selon y :

<}7]u.E]O)y =¥ (\/ 1—p2cosf + \53 cos(2¢ — 9)> &y (5.58)

Nous retrouvons bien lorsque 8 = 0 les éléments de matrice (5.11) calculés pour les
états X’ et Y. Nous constatons qu’en revanche lorsque 8 # 0, méme en prenant 6 = 0°,

les éléments de matrice des deux états propres s’écrivent :

(X|p.E|0) = <\/ﬁ - \% COS(2¢)> Co + (ﬁg sin(2w)> “ (5.59)

- B . ) ( B
Y|u.E|0) = sin(2v) | & + 1 -2+ —cos(2¢) ) &
Bl = (Tsinn) &+ (VIZ 5+ Leeos2n) 6
L’émission des deux états propres n’est donc plus orientée selon les directions = et y, et en
posant pour une excitation non résonnante |£;| = |£,| = £, nous voyons que son intensité

est différente pour les deux états.

Intéressons nous justement & l'intensité lumineuse détectée, lors de 1’émission de la
boite, en sortie d’un analyseur placé dans le plan (zy) et tournant d’un angle v par rapport

a la direction [110], comme représenté sur la figure (5.3).

Sous excitation non-résonnante

Lorsque le systéme est excité de maniére non résonnante (au niveau de la couche de
mouillage), en raison des nombreux processus de relaxation, la mémoire de la polarisation
d’excitation est perdue et nous pouvons considérer les deux états propres peuplés de la
méme maniére. Ainsi nous posons |&;| = |&| = [£:| = & En outre dans ces conditions,
I’émission de I’état | X) est incohérente avec celle de 'état |Y) et Pintensité lumineuse en

sortie du polariseur est de fait la somme des intensités :
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255¢ 270 ° 285°
(a) états propres (b) émission totale

FIGURE 5.3 : Simulation pour § = 0°, 8 = 0.25, ¢ = 35°, du diagramme polaire (a) des états
propres \X) et |§~’>, ainst que (b) celui de I’émission totale. Les angles ¢ et ¢y représentent
Uinclinaison de la direction d’émission des états propres, respectivement par rapport aux directions
[110] et [110] et Q est l’angle entre ces deux directions. a est l'angle de la direction de ’analyseur

par rapport & [110].
— pour l'état | X) :

I¢(a) = |(X|p.E|0),cosa+ (X|p.E|0), sinaf?
= [(V/1—B?(cosOcosa & —sinfsina &)
B, _ . A 2
+\/§< cos(21) — 0)) cosa & +sin(2¢y — ) sina &,
= £[\/1—pB2cos(a+0) — \55 cos(a + 21 — 0))? (5.60)

— pour l'état |Y) :

Ig(a) = [(Y|p.E|0), cosa+ (Y|p.E|0), sinaf?
= [(V/1—B?(sinfcosa & + cosOsina &)

B sin(20 — o) 2
+\/§(81n(21/1 6) cosa & + cos(2y — 0) sina &)]

= £[V1-p2sin(a+6)+ jg sin(a + 2 — 0))? (5.61)
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En prenant la constante de normalisation £ = 1, nous obtenons les intensités normalisée :

I¢(a) =[v/1—B%cos(a+0)— ﬁgcos(a%— 2¢) — 0)]?

I () = [/1— B?sin(a+6) + gsin(a +2¢ — 0)]?

(5.62)

Sur la figure (5.3.a) sont simulés les diagrammes polaires des deux états |X) et |Y)
pour un potentiel de confinement allongé selon [110] (6 = 0°) et des paramétres de mé-
lange 8 = 0.25 et 1 = 35°, choisis afin d’illustrer I'effet du mélange sur I’émission des deux
états propres de la boite. La premiére remarque s’imposant & nous, porte sur 'intensité
d’émission des deux états excitoniques mélangés | X) et |Y) qui n’est pas la méme, bien que
nous n’ayons pas considéré 'influence des forces d’oscillateur. D’autre part, nous remar-
quons que bien que le potentiel de confinement soit allongé selon un axe cristallographique
(6 = 0), les deux états excitoniques ne le sont pas, et surtout ils ne sont pas perpendicu-
laires entre eux. Chaque état est dévié, respectivement d'un angle ¢ ¢ par rapport a [110]
et d'un angle ¢y par rapport a [110], et 'angle qu'ils forment entre eux prend la valeur
N =7/2—¢s — ¢y # 7/2. L'expression des angles ¢; et ¢y s’obtient en dérivant les

intensités I (a) et g (o) par rapport a « :

il (5.63)
v
dov >oz—q5)-, B
D’aprés les expressions (5.62) :
( Cillf(a) =2 <\/1 — % cos(a + 0) — jgcos(a +2¢ — 0)) X
<\/1 — B%sin(a + 6) + £ sin(a + 21 — 0))
. V3 (5.64)
Tg(‘” =2 <\/1 — B2 cos(a+0) + \% cos(a + 219 — 6)) X
<\/ 1—B32sin(a+0) + £ sin(o + 29 — 6)>
( V3
et nous trouvons : in6 + nsin(20 — )
o, —sinf +nsin(2y —
tan(¢x) = cos ) — ncos(2y — 0) (5.65)
fan(ey) = — sin 6 + nsin(2y — 0) '
cos @ + ncos(2¢ — 6)
ol nous avons posé :
1 /b (5.66)

LV Wy
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FIGURE 5.4 : Evolution de Uinclinaison des états propres par rapport aux directions cristallogra-
phiques en fonction des parametre de mélange B et 1. Les courbes (a) et (b) montrent I’évolution,
pour @ = 0° des angles d’inclinaison ¢ et ¢y en fonction de ¢ pour f = 0.05 (blew), f = 0.25
(noir) et f = 0.45 (rouge). Sur les figures (c) et (d) est représenté en traits plains le cas 0 = 0°
et en pointillés le cas 0 = +10°. La figure (c) montre, en fonction de v, l’angle formé entre la
direction [110] et | X) en bleu et |Y) en rouge, pour 8 = 0.4. La courbe (d) finalement montre pour

B = 0.4 l’évolution en fonction de ¢ de l’angle  entre les deux états de structure fine de l’exciton.

Sur les figures (5.4.a) et (5.4.b) est ainsi représentée, pour § = 0.05, 8 = 0.25 et
p = 0.45, I'évolution des angles ¢ et ¢y en fonction de v, dans le cas d’un potentiel
orienté selon [110] (f = 0°). Ainsi, nous voyons que ¢ ¢ augmente jusqu’a une valeur PR
qui elle méme croit avec 8. Par exemple ici, nous avons pour g = 0.05, gb"X?axl = 1.7°, pour
B =0.25, qbgax? = 8.6° et pour 8 = 0.45, ¢gm3 = 16.9°. La valeur de ¢ diminue ensuite
jusqu’a s’annuler pour ¢ = 90°, devient ensuite négative et décroit jusqu’a —qﬁg‘“’ avant
d’augmenter pour s’annuler & nouveau pour v = 180°.

Nous remarquons par ailleurs que la valeur de ¢ pour laquelle 'angle ¢ ¢ atteint ses
valeurs extrémes gbga‘” et —(bga‘” dépend lui aussi de 8. Ainsi, pour 5 = 0.05, 'angle qﬁ%‘”l

est atteint pour ¢ = 44° et 'angle —gb’)’gaxlpour 1 = 136°, tandis que pour 5 = 0.25, 'angle
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@22 est atteint pour ¢ = 41° et I'angle —¢/2%*? pour ¢ = 139°, et pour § = 0.45, 'angle
qS;’(}““"g est atteint pour ¢ = 37° et 'angle —d);%‘”s pour ¢ = 143°.

L’angle ¢y a lui I'évolution inverse et diminue jusqu’a atteindre —qb?}‘”d = —1.7°
pour ¥ = 46°, lorsque § = 0.05, —qﬁg”’ﬂ = —8.6° pour ¥ = 49°, lorsque 5 = 0.25 et
—gb”waS = —16.9° pour ¢ = 53°, lorsque 8 = 0.45. La valeur de ¢y augmente alors jusqu’a

s’annuler pour ¢ = 90° (les deux états propres sont alors & nouveau perpendiculaires) puis

atteindre gZ)’}T}aw, pour finalement diminuer et s’annuler pour ¢ = 180°.

Sur les figures (5.4.c) et (5.4.d) sont comparés les cas de figure § = 0° en traits pleins
et § = 4+10° en pointillés. Nous remarquons ainsi que le comportement est le méme mais
décalé, le seul paramétre important étant en réalité 'angle que forme la direction princi-
pale de polarisation avec celle d’élongation du potentiel de confinement, c’est a dire ’angle
(1 — 0). Cela est particulierement visible sur la figure (5.4.d) ou est représentée I’évolution
de I'angle Q entre la direction de |X) et celle de |Y), en fonction de v, pour 3 = 0.4.
En effet, sur cette figure la courbe obtenue pour 8 = +10° est la méme que celle obtenue
pour 6 = 0° mais décalée de +10° par rapport a celle-ci. La figure (5.4.c) montre elle
I’évolution de Pangle que font les directions de |X) (en bleu) et [Y) (en rouge) par rapport
a l'axe [110], en fonction de 1, pour 8 = 0.4. Nous constatons que les courbes obtenues
pour # = +10° sont les mémes que celles obtenues pour # = 0°, mais décalées de +10° sur

I'axe des abscisses (et de —10° sur I'axe des ordonnées).

L’intensité totale normalisée est donnée par la somme des intensités :

Inr(a) = I3 (@) + Iy (@) (5.67)

I, (a)=1-— 252 — 284/ ! _?)B2 cos(2(a+ 1)) (5.68)

Cette intensité qui dépend donc uniquement des paramétres de mélange 3 et v est repré-

soit :

sentée en violet sur la figure (5.3.b).

Le premier paramétre, /3, détermine le contraste C' = (Infax — Imin)/(Intaz + Lmin) du

diagramme d’émission totale :

43 1-4°
26/3(1 - 52
o(8) = S - (5.69)
2 — 4532 3-28
ou en utilisant la notation (5.66) :
cl) = (5.70)
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FIGURE 5.5 : Contraste de polarisation en fonction du paramétre de mélange (3.

L’évolution du contraste en fonction du paramétre de mélange 5 est représenté en rouge
sur la figure (5.5). Nous voyons que celui-ci croit linéairement jusqu’a 1 pour = \/ﬂ
puis décroit brutalement. En effet, pour 5 = 0 et 8 = 1, 'état excitonique est un état pur,
respectivement formés de trous lourds et de trous légers. Dans ce cas, I'intensité d’émission
des deux états propres est la méme et le diagramme polaire de 1’émission totale est un
cercle (le contraste est donc nul). Entre ces deux valeurs, comme exprimé dans (5.62), le
terme en 3/1/3 se soustrait a l'intensité de I'état |X) non mélangé et s’ajoute a l'intensité
de I'état |Y') non mélangé. Lintensité d’émission des deux états est ainsi différente et la
polarisation de l'intensité totale devient alors elliptique. Remarquons que le maximum du
contraste ne se produit pas pour S = 0.5 car dans 'expression des états lourds ]%, :I:%)U
et légers |3; i%)v, le terme | X +4Y’) n’a pas la méme constante de normalisation, celle-ci

valant 1/+/2 pour les trous lourds et 1/4/6 pour les trous légers.

Le second paramétre, 1, définit I’angle que forme la direction principale de polarisation
avec [110], comme représenté sur la figure (5.3.b). Le diagramme polaire de I'intensité totale
d’émission d’une boite permet donc a lui seul de déterminer les paramétres de mélange,
mais pas d’accéder aux directions ¢ ¢ et ¢y des états excitoniques, ni a I'orientation 6 du

potentiel de confinement.

Sur la figure (5.6) sont simulés les diagrammes polaires des états propres de structure
fine, | X) en bleu et |Y) en rouge, dans le cas d'un potentiel de confinement allongé selon
les axes cristallographiques et dans celui d’une anisotropie selon une direction définie par
I’angle § = 10°, pour un méme paramétre de mélange 5 = 0.25 et différentes valeurs ¢. En
violet sont tracés les diagrammes polaires de I’émission totale. Le cas f = 0 (pas de mé-
lange trous lourds - trous légers) a lui déja été représenté sur la figure (5.1) ou les intensités

I¢(a) et Iy (o) étaient égales et les axes propres |X) et |Y) perpendiculaires entre eux et
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0=0° 5 =025

(g) v =0° (h) ¢ = +10° (i) ¥ = +55°

FIGURE 5.6 : Simulation des diagrammes polaires, en rouge de l'état |Y), en bleu de létat | X)
et en wviolet de l'intensité totale, pour B = 0.25. Les six premiers correspondent au cas 0 = 0°
(potentiel de confinement allongé selon [110]), les trois derniers au cas @ = +10°. Dans chaque

cas, nous faisons varier l’angle ¥ pour voir les conséquences sur |X) et |Y).
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dirigés respectivement perpendiculairement et parallélement & la direction d’élongation du

potentiel de confinement.

En comparant les figures (5.6.a) et (5.6.g), nous constatons qu’a un méme diagramme
polaire de l'intensité totale peuvent correspondre plusieurs structures fines différentes en
fonction de la forme du potentiel de confinement. Nous comprenons ainsi pourquoi, a partir

de 'intensité totale, nous ne pouvons déterminer I’émission des deux états propres.

Lorsque 8 # 0, le rapport des intensités I ¢ () et I3 (), tout comme 'angle que font les
axes propres |X) et |Y) entre eux et par rapport aux axes cristallographiques, dépendent
de l'angle (1 — 0) entre la direction de I'intensité totale d’émission et la direction d’é¢lon-
gation du potentiel de confinement. Si nous regardons par exemple les figures (5.6.a) et
(5.6.h), nous voyons que pour (1) —#) = 0°, 'émission de I'état |Y') est favorisée et paralléle
a la direction d’élongation du confinement, et les deux états propres sont perpendiculaires
entre eux. De méme, la figure (5.6.e¢) montre que lorsque (¢ — ) = 90°, "émission de 1'état
\X ) est favorisée et perpendiculaire & la direction d’élongation du confinement, les deux

états propres étant perpendiculaires entre eux.

A mesure que I'angle (¢ — 0) augmente, l'intensité d’émission des deux états propres,
tout comme leurs direction évolue. Ainsi, alors que pour (¢ — ) = 0° (figures (5.6.a)
et (5.6.h)) nous avions Iz /Iy = (v/3(1 — 82) — B)/(v/3(1 — B2) + B) = 0.74, nous avons
lorsque (¢ —0) = 22.5° (figure (5.6.b)) I /Iy = (1/6(1 — B2)—B)/(1/6(1 — B2)+B) ~ 0.81
et lorsque (¢ — #) = 45°, comme illustré dans les figures (5.6.c) et (5.6.1), les deux inten-
sités sont égales. Puis pour (¢ — 0) = 67.5° (figure (5.6.d)), nous obtenons I¢/Iy =
(v/6(1 = B2)+B)/(1/6(1 — 52) — B) ~ 1.23 et pour (¢ —6) = 90° (figure (5.6.¢)), I /I =
(V3(1 = B2)+B)/(v/3(1 — B2) — B) ~ 1.35. Comme le montre la figure (5.6.f), le compor-

tement est le méme lorsque (¢ — 6) prend des valeurs négatives.

Sous excitation résonnante

La largeur des impulsions laser que nous utilisons étant voisine de 1 meV’, celles-ci sont
bien plus larges que ’écart en énergie entre les deux états de structure fine de ’exciton
neutre, qui atteint au maximum 0.2 meV. Pour cette raison, lorsque le laser d’excitation
est résonnant avec l'une des transitions de structure fine, il 'est également avec l'autre.
Les deux états propres sont ainsi excités et leur émission est cohérente. Cela nous permet

de déterminer ’expression de l'intensité émise par la boite sous excitation résonnante avec
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sa transition fondamentale :
I(a) = [((X|u.E|0), + (Y|p.E|0),)cosa+ ((X|p.E|0), + (Y|p.E|0),) sin o]

= {(cosa & +sina &) (/1 — B?cos + ﬁg sin(2¢ — 6))

. B ’
+(cosa & —sina &)(v/1 — f2sinf — 73 cos(2¢ — 0))} (5.71)

Les forces d’oscillateur Fg et Fy, respectivement des états |X) et |Y), s’écrivant sous la

forme : )
Fo —singg § +cospg &y
X cos @  COS Py + Sin ¢ ¢ sin Py (5.72)
cos ¢y &x +sin gy &y '
Fy =

COS @  €OS ¢y + Sin @ ¢ sin Py

en posant R = F;/F+ le rapport des forces d’oscillateur, nous trouvons donc :
p v/ X Pp

I(a) = K{ [(Cos(a —¢5) + R sin(a — ¢y))(v/1 — 2 cosb + \53 sin(2¢y — 6))

+ [(cos(a —¢5) — R sin(a— ¢y)) (/1 — B2sinf + ﬁg cos(2 — 0))|}?  (5.73)

ou K est une constante de normalisation.

Nous n’avons pour l'instant pas pris en considération la direction de polarisation du
laser d’excitation, cependant dans nos expériences celui-ci étant polarisé verticalement

(selon y), nous devons en réalité écrire :
I(a) = |((X|u.E|0),singg + (Y|u.E|0), cos ¢y) cosa
- . 2
+((X|p.E|0), sin ¢ ¢ + (Y |p.E|0), cos ¢y ) sin (5.74)

ce qui nous donne I'expression de l'intensité normalisée de 1’émission lumineuse lors de la

recombinaison radiative de I’exciton neutre, sous excitation résonante :
I(a) = { [\/ 1 — 32(cos Osin ¢ ¢ + sin f cos ¢y)

—%(005(21& —0)sin¢ ¢ — sin(2¢ — ) cos qﬁy)]

(cosp; — Rsin gy ) cos a

+ {M(— sin @ sin ¢ ¢ + cos 0 cos ¢y

+—=(sin(2¢ — ) sin ¢ ¢ + cos(2¢) — ) cos qﬁy)]

Sl

(sing ¢ + Rcos ¢y ) Sina}2 (5.75)
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(a) R=3 (¢c) R=0.3

FIGURE 5.7 : Diagrammes polaires simulés de ’intensité totale d’émission, en violet sous exci-
tation non résonnante, en rose sous excitation résonnante, pour les mémes parametres 8 = 0.3,
¥ =45°, 0 = 0°, pour un rapport des forces d’oscillateur de (a) R=3, (b) R=1 et (¢) R=0.3.

Les angles ¢ et ¢y peuvent étre remplacés par les expressions (5.65). La polarisation
de I’émission totale sous excitation résonnante est donc linéaire et dépend d’une part des
paramétres de mélange 3 et ¥ et de la direction # d’élongation du potentiel de confine-
ment, et d’autre part du rapport R des forces d’oscillateur des deux états excitoniques.
Les trois premiers paramétres pouvant étre déterminés par I’étude de 1’émission des états
propres sous excitation non résonnante, la direction de ’axe principal de polarisation de
la luminescence sous excitation résonnante permet alors d’obtenir le rapport R des forces
d’oscillateur, comme nous le verrons dans la section 5.3.3. Sur la figure (5.7) sont ainsi
simulés les diagrammes polaires de la luminescence d’une boite quantique sous excitation
résonnante, pour les méme paramétres 8 = 0.3 et ¥ = 45° et § = 0°, dans le cas d’un rap-

port des forces d’oscillateur R =3 (Fy > Fg), R=1(F; = Fg) et R=0.3 (Fy < Fg).

5.2.3 Effets du mélange dans le plan perpendiculaire (yz)
5.2.3.a Les états propres

Comme le hamiltonien dipolaire peut uniquement coupler entre eux des états de méme
spin, I’émission des états mélangés (5.44) devrait uniquement s’effectuer dans le plan (xy),
puisque les états |Z) sont de spin opposé aux états |S). L’observation d’une composante
de la luminescence dans la direction de croissance z signifie donc qu’il existe un mélange
d’états de trous trous lourds et légers de méme spin et il est alors nécessaire de considérer

les termes ¢ du hamiltonien (5.35). Les états mélangés |{},) et |f},) peuvent alors étres
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définis tels que :

~ 3 3 A B | A |
Ol (1) @ iR = (VI= B2 =215=5) +BeB¥|5345) +9eP|5i—2) ) (xelhh)
27 2%y 2" 2% 2 2%
- 3 3 3 1 N |
Orel (1) @ IXEM) = (VI=BZ= 22155 45) +Be%|2—) e 20(5540) ) (xelxih)
27 2% 27 2% 27 2%

(5.76)
ol tout comme [, le paramétre v (relié & o) rend compte de la proportion de trous légers
dans le mélange, mais aussi du recouvrement des fonctions enveloppes des trous légers avec
celle de I'électron de conduction et I’angle 1), représente la phase du mélange supplémen-

taire.

Les éléments de matrice entrant en jeu lors de la recombinaison radiative des excitons

brillants sont alors :

1. pour I'état |+1) :

(HIBBI0) = (5=l wBIL) (bl
_ Q2
= eny (~H(S 1]) B ( S

20t .
iy 1y - gy 212 9

NG
(X —iY) 1) - ve%%\/g Z ¢>> (5.77)

’76’22’1&7

V6

nous trouvons donc :

— une composante selon x :

(+1|p.E|0), =

<m _ \%e%@ & (5.78)

5l

— une composante selon ¥ :

(+1|n.E|0), =

<m+ jgemﬂj 6 (5.79)

Sl

— une composante selon z :

(+1| . E|0), = ﬁ (ve2) & (5.80)
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2. pour l'état | 1) :

~ 1 1 ~
TBl0) = (Gi+5] mEIf) (el

= Qenv (—1(S{|) p.E <_ (X —iY) )

—2i1)
B x —ivyt ‘W\[m

76—2i¢'y

_52

S

) —2ithy g
FE T X)) = e ”’\/;rm) (5.81)

et de méme que précédemment, nous avons :

— une composante selon x :

B, = o (T L) ¢

— une composante selon y :

(—1|u.El0), = (\/1 e jgw> &

%\

— une composante selon z :

(+1|pu.E|0), = z\/g <'ye_2w”) &

3. pour Pexciton |X) de la boite :

— composante selon x :

(X|p.E0), = e” (\/ 1— 2 —92cosf — jg cos(2¢) — 9)> &x

— composante selon y :

<X’\,u.E|O>y = ¢ (—\/1 — 32 —~2sinf + jﬁ

— composante selon 2 :

(KB, = L sin(2us, ~0) &

4. pour lexciton |Y) de la boite :

— composante selon x :

(Y|p.E0), = e® <\/1 — B2 —~2sinf + \% sin(2¢) — 0)) £x

sin(2¢ — e>) 3

(5.82)

(5.83)

(5.84)

(5.85)

(5.86)

(5.87)

(5.88)
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— composante selon y :

<}7\M.E\O>y = e (\/1 — B2 —~2cosf + ﬁg cos(2¢ — 0)) &y (5.89)

— composante selon 2z :

(X|p.E|0), = 92 cos(2¢, — 0) &, (5.90)

V3

A partir de ces éléments de matrice, nous pouvons alors déterminer l'intensité d’émis-

sion dans le plan des boites (zy), mais aussi dans le plan perpendiculaire (yz).

5.2.3.b Intensité d’émission
Dans le plan (xy)

Lorsque nous plagons, comme précédemment, ’analyseur de détection dans le plan
(zy), nous retrouvons l'expression de I'intensité normalisée, en fonction de I'angle « :

— hors résonance

I¢(a) =[v/1—p%—~2cos(a+6)— ﬁgcos(a + 29 — 0))?

(5.91)

Iy (a) = [\/1— B2 —~2sin(a +0) + jg sin(a + 21 — 0)]?

Iy (o) =1— %52 — 2 - 2m/1_532_72 cos(2(a + 1)) (5.92)

— a la résonance

I(a) = {[\/1—ﬂ2—72(cosesinq§)~(+sin9cos¢§,)

—ﬁg(cos(ﬁ — 2¢)sin ¢ ¢ + sin( — 21)) cos qﬁi,)]

soit :

(cos¢p; — Rsin gy ) cos a
+ {\/1 — % — 72(—sinfsin ¢ ¢ + cos b cos ¢y)
—ﬁg(sin(ﬁ — ) sing ¢ — cos( — 21)) cos qﬁ};)]

(sing ¢ + Rcos ¢y ) Sina}2 (5.93)

La luminescence dans le plan (zy) dépend donc maintenant d’un paramétre  supplé-
mentaire. Celui-ci n’influe en rien sur la direction ¢ du diagramme polaire de ’émission
totale, mais nous sommes en droit de nous interroger sur la modification du contraste qu’il
engendre. En effet, nous avons maintenant :

28y/3(1 - B — %)

C(B,7) = 325 32

(5.94)
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FIGURE 5.8 : (a) Simulation des diagrammes polaires dans le plan (xy), sous excitation non
résonnante, pour B = 0.25, ¥ = 25° et v = 0 (rouge, bleu et violet) et pour v = 0.3 (pointillés
noirs). (b) Contraste de l’intensité totale C(8,7) en fonction du paramétre 3, en rouge pour v =0

et en noir pour v = 0.3.

Cependant, I'influence du paramétre y sur la luminescence mesurée dans le plan des boites
est faible. En effet, sur la figure (5.8.a) sont représentés pour les mémes paramétres ) =
25°%t B = 0.25, en traits pleins les diagrammes polaires obtenus pour v = 0 et en pointillés
ceux obtenus pour v = 0.3. Nous voyons que la présence du paramétre v ne change en rien
la direction des axes propres et n’influe presque pas sur leur intensité relative. Sur la figure
(5.8.b) est tracée 'évolution du contraste en fonction du parameétre 3, en rouge pour v = 0
et en noir pour v = 0.3, qui est la valeur maximale observée au cours de nos expériences.
Nous voyons que les deux courbes sont trés proches 'une de ’autre, en particulier dans le
domaine qui nous intéresse, a savoir pour 5 < 0.4 qui est la valeur maximale trouvée pour
ce paramétre. Nous voyons ainsi qu’il est possible, a partir du contraste de la luminescence
dans le plan (zy) de déterminer la valeur du paramétre /3, en faisant abstraction de la

présence du parameétre de mélange supplémentaire .

Dans le plan (yz)

Si, comme le permet la configuration de notre montage, nous plagons maintenant un
analyseur dans le plan (yz), en le faisant tourner d’un angle « par rapport a I’axe z, nous

obtenons :
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(b) v =0.25

FIGURE 5.9 : Simulation des diagrammes polaires de l'intensité totale, en violet dans le plan (zy)
et en orange dans le plan (yz), pour les mémes parameétres 1 = 45°, 6 = 0° et § = 0.25, avec (a)
v=0, (b)y=0.25 et (c) y=0.5.

~ pour l'état | X) :

I' () = |<)~(]p.EL|O>ysinoz+<)~(|u.EL|O>zcosoz|2

X
= |(=v/1—=pB%2—=~2sinf + \53 sin(2y — 6))sina &,
2 sin (2, — ) cos a & [ (5.95)

V3

— pour l'état |Y) :

(o) = |<1~/|u.EL|O>ysina—|—<§7|M.EL|O>Zcosa\2

= |(V1—32—92cosf+ jgcos(Qw —0))sina &,

2uy 2
+—=cos(21y — 0) cos a 5.96
7 (24, = 0) &| (5.96)
En prenant la constante de normalisation [£,;| = [§,| = |{;| = £ = 1, nous obtenons

I'intensité totale normalisée, dans le plan (yz) :

I, () = [1 - 2§ 2810 o) — 2

Pour v = 0, la luminescence est donc polarisée linéairement selon I'axe y, mais dés que

4 2
sin? + T’y cos® a (5.97)

v # 0, il apparait une composante selon 'axe de croissance z. Sur la figure (5.9) est
représentée pour les mémes paramétres ¢ = 45°, 0 = 0° et 8 = 0.25, le diagramme polaire
de la luminescence totale, dans le plan (zy) (en violet) et dans le plan (yz) (en orange),

pour v =0, v =0.25 et v = 0.5.
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polariseur
vertical

analyseur
la y

me horizontal
/ami—onde

(a) excitation guidée, détection perpendiculaire

S~

analyseur
lame

demi-onde horizontal

D)

polariseur
vertical

(b) excitation perpendiculaire, détection par la face clivée en sortie du guide

FIGURE 5.10 : Schéma des deux configurations expérimentales utilisées pour les études en pola-
risation. La premiére est utilisée pour étudier la polarisation de la luminescence dans le plan des

boites, la seconde dans le plan perpendiculaire, contenant l’axe de croissance.

5.3 Reésultats expérimentaux

5.3.1 Principe des mesures en polarisation

Pour accéder aux différents parameétres de mélange des boites étudiées, il nous faut uti-
liser deux configurations expérimentales différentes, I'une permettant d’étudier I’émission
des boites dans le plan (zy) et 'autre dans le plan (yz). Ces deux configurations sont re-
présentées sur la figure (5.10). Dans les deux cas, nous plagons un polariseur vertical sur le
chemin d’excitation et une lame demi-onde suivie d’un analyseur horizontal sur le chemin

de détection. Ainsi, en laissant fixe la direction de ’analyseur et en faisant tourner, avec
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un pas de 5° la lame demi-onde, nous sommes capable d’étudier la polarisation de la lumi-
nescence émise par les boites, tout en nous affranchissant de la sensibilité en polarisation
de notre systéme de détection. Notons que le polariseur vertical fixe sur le chemin d’exci-
tation est a priori inutile sous excitation non résonnante, puisqu’en raison des processus de
relaxation, la mémoire de la polarisation d’excitation est perdue, mais nous 1'utilisons tou-
tefois en toute circonstance pour modifier le moins possible les conditions expérimentales

d’une expérience a l'autre.

5.3.2 Polarisation de la luminescence dans le plan des boites, sous exci-

tation non résonante

Dans un premier temps, pour étudier les axes propres d’une boite dans le plan (zy),
nous excitons hors résonance, au niveau de la couche de mouillage (A ~ 870 nm), dans la
direction guidée et détectons la luminescence dans la direction perpendiculaire & 1’échan-
tillon, comme schématisé sur la figure (5.10.a). Cette configuration permet d’accéder aux
diagrammes polaires des deux états excitoniques | X) et [Y). A partir du diagramme polaire
de l'intensité totale normalisée, nous déterminons dans un premier temps l’angle 1) entre la
direction principale de polarisation et 'axe y. Il nous est alors aisé, en ajustant nos points
expérimentaux au moyen de l'expression (5.68), de déterminer le paramétre de mélange
des trous lourds, 3, relié au contraste du diagramme. Munis de ces deux paramétres de
mélange, nous pouvons alors ajuster les diagrammes des deux états propres en utilisant les
deux expressions (5.62) afin de déterminer 'angle 6 que forme la direction principale du
potentiel de confinement avec I'axe y. Rappelons que nous pouvons dans cette configura-

tion, omettre le paramétre v qui joue un role négligeable dans le plan (zy).

Les expressions (5.68) et (5.62), ne prennent pas en compte les modifications que
pourrait éventuellement apporter l'anisotropie intrinséque du guide d’onde, dans lequel
se trouvent les boites, sur I’émission des deux états propres. Pour connaitre 'influence de
ces guides, nous avons réalisé les simulations FDTD présentées au second chapitre, dans
le cas d’un dipéle oscillant de direction paralléle & celle du guide d’onde et dans celui d’un
dipdle perpendiculaire & cette direction. Nous avons ainsi déterminé le rapport des champs
électriques détectés dans les deux cas : F| /EH = 95%, pour des boites situées a plus de

0.2 um des bords du guide. Dans ce cas, I'intensité lumineuse de chaque état est modifiée
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et devient :

[ T¢(a) = [/1 - B2%(cosf cosa —0.95 sinf sina)
jg( cos(21) — 6) cosa + 0.95 sin(21) — 6) sin a?

I () = [\/1 — B2(sinf cosa+ 0.95 cosf sina)

P im0 — O\ sinal?
\ \/g(sm(Zd) ) cosa + 0.95 cos(2y — ) sin o

L’intensité totale s’écrit alors :

(5.98)

2
Iy (o) = (1-— §52)(c082 o+ 0.9sin? a)

1- B2

+2/ [cos(24))(— cos® o + 0.9 sin? @) + 0.95 sin(2¢)) sin(2a)]

(5.99)

Plusieurs simulations réalisées avec ces nouvelles expressions nous ont montré que l'in-
fluence des guides n’était observable que dans certaines conditions trés particuliéres (8 >
0.3 et 35° < ¢ < 55°), pour lesquelles les paramétres de mélange trouvés différent de
moins de 10% par rapport a ceux déterminés au moyen des expressions (5.62). Nous pou-
vons donc ne pas prendre en compte cette correction et négliger 'influence des guides

d’onde sur I'émission des état | X) et |Y).

5.3.2.a Protocole expérimental

La figure (5.11.a) représente un spectre de micro-photoluminescence, dans une pola-
risation donnée, réalisé dans la premiére configuration, représentée figure (5.10.a). Pour
analyser la polarisation de la luminescence émise par chaque boite de ce spectre, nous
faisons tourner la lame demi-onde par pas de quelques degrés et pour chaque angle, nous
acquérons un nouveau spectre. La figure (5.11.b) montre ainsi la superposition de huit
spectres, réalisés pour différentes polarisations. La boite émettant & 943.85 nm présentée
ici présente un splitting de structure fine de 125 ueV', que nous résolvons avec notre dispo-
sitif expérimental. En moyenne, sur un tel spectre d’'une vingtaine de boites, nous résolvons
la structure fine de quatre ou cinq excitons, sans avoir besoin d’utiliser 'interférométre de
Fabry-Pérot.

Sur la (5.11.c), nous voyons en bleu le spectre d’émission de I’état | X) et en rouge celui
de 1’état ]?), polarisés a environ 80° I'un de ’autre. Nous voyons que pour les spectres
intermédiaires, figurant sur la figure (5.11.b), nous pouvons distinguer 1’émission des deux

états, ce qui n’est pas le cas pou les spectre bleus et rouges.

Une fois déterminées les directions de polarisation des états | X) et |Y), nous ajustons

les courbes d’émission correspondantes au moyen de deux fonctions lorentziennes, chacune
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FIGURE 5.11 : (a) Spectre de micro-photoluminescence dans une polarisation donnée (o = 0°).

(b) Raie de luminescence d’une boite pour o = 5° (bleu), o = 15° (marron), a = 30° (magenta),

o = 45° (vert), a = 60° (noir), a = 75° (orange), a = 85° (rouge). (c) Emission des état | X)
(blew) et |Y) (rouge).
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FIGURE 5.12 : Ajustement par deux fonctions lorentziennes des spectres d’émissions d’une boite
quantique, pour différentes polarisations : (a) o = 5°, (b) a = 85°, (¢) a = 15°, (d) o = 30°, (e)
a=45°, (f) a =60°.
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centrée sur un des états. Cela est montré sur les figures (5.12.a) et (5.12.b), ou sont ajustées
les deux courbes de la figure (5.11.c). La détermination de la largeur & mi-hauteur de ces
deux courbes nous permettra par la suite d’ajuster les courbes intermédiaires au moyen
des deux fonctions lorentziennes ainsi déterminées, comme cela est illustré par les courbes
(5.12.c-d). L’aire des lorentziennes rouges (état |Y)) et bleues (état |X)) sont ensuite
reportées sur des diagrammes polaires, tels que ceux représentés sur la figure (5.13), les
diagrammes de la figure (5.13.d) correspondant a la boite présentée dans les figures (5.11)
et (5.12).

5.3.2.b Constatations expérimentales

Sur la figure (5.13) sont présentés les diagrammes polaires de quatre boites situées dans
la région de 1 um?, dont le spectre est présenté sur la figure (5.11.a). En rouge et bleu sont
représentés respectivement les états |Y) et |X) tandis qu’en violet est tracée l'intensité
totale d’émission générée par la recombinaison radiative de ’exciton neutre. L’ajustement
des points expérimentaux figure en traits pleins et est réalisé au moyen des expressions
(5.68) et (5.62).

Les figures (5.13.a) et (5.13.b), illustrent que pour les mémes paramétres 5 et 1), dif-
férentes intensités et directions de polarisation peuvent étre trouvées pour I’émission des
états | X) et [Y). Cela s’explique par les différences de potentiel de confinement dont la
direction principale d’anisotropie est donnée par 'angle 6. Les figures (5.13.c) et (5.13.d)
montrent les deux cas extrémes rencontrés dans la région présentée. Pour la premiére, au-
cun mélange des états de valence n’est mesuré, les axes propres sont donc perpendiculaires
entre eux, bien qu’ils soient inclinés par rapport aux axes cristallographiques, et ont la
méme intensité d’émission. La seconde présente un fort mélange, 'émission de I'état |Y)

étant deux fois plus intense que celle de 1’état \X' ).

Une premiére constatation est que pour les quatre boites, I'angle ¢ que forme ’axe
principal de polarisation de 'intensité totale avec la direction y est le méme et vaut ¢ = 10°.
C’est le cas de quinze boites sur les dix-neuf situées dans cette région de 1 um? et dont nous
avons analysé en polarisation la luminescence de I'exciton neutre. C’est une constatation
générale que nous avons faite pour toutes les zones de 1 um? étudiées, dans la grande
majorité des cas la direction principale de l'intensité totale est la méme pour presque
toutes les boites se situant dans chaque zone.

En passant d’une zone de 1 um? & une autre, nous observons en revanche des variations
de ce paramétre . Ainsi, sur la figure (5.14) sont représentés les diagrammes polaires de
deux boites situées toutes deux dans une méme région de 1 um?, celle-ci se trouvant au
niveau du méme guide d’onde que la région 1 précédemment considérée, mais distante de

celle ci d’'une vingtaine de micromeétres. Dans cette seconde région, quatorze boites sur
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25597 ope 285
(a) =0.15;¢ =+410°; 6 = 0°; (b) 8=0.15; ¢ = +10°; § = —5°;
5 = +2°; ¢p = —L.7° ¢ = +8%; ¢y = +2.5°

(¢) B=0.02; ¢ =+10°; 6 = +10°; (d) B =029; ¢ =+10°; 6 = 0°;
oz =—10°; ¢y = —10° g =+5%; ¢y = —3.5°

FIGURE 5.13 : Diagrammes polaires de quatre boites quantiques situées dans une région de 1 um?
(région 1). Les points expérimentaut représentent, en rouge l’état |Y), en bleu Uétat | X), en violet
I’émission totale et ils sont ajustés au moyen des expressions (5.68) et (5.62) afin de déterminer

les parameétres de mélange et la direction 6 du potentiel de confinement.
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(b) 6202, w: —600; 0: _100;
bz =+3°; ¢g = +17.5°

FIGURE 5.14 : Diagrammes polaires de deuz boites quantiques situées dans une région de 1 um?
(région 2). Les points expérimentaut représentent, en rouge I’état |Y), en bleu Uétat | X), en violet
I’émission totale et ils sont ajustés au moyen des expressions (5.68) et (5.62) afin de déterminer

les parametres de mélange et la direction 0 du potentiel de confinement.

les dix-sept étudiées ont le méme paramétre de mélange 1, mais celui-ci est maintenant
1» = —60°. Nous constatons par ailleurs encore une fois sur ces deux figures que pour les

mémes paramétres § et 1, I’émission des états propres n’est pas la méme pour les deux

boites.
longueur 15} longueur I} longueur I53 longueur 15}
d’onde d’onde d’onde d’onde

923.1 nm 0.25 930.9 nm 0.23 937.8 nm 0.17 946.6 nm 0.1

924.2 nm 0.15 931.3 nm 0.05 939.2 nm 0.21 948.6 nm 0.26

927.0 nm 0.13 932.9 nm 0.15 939.9 nm 0.06 952.0 nm 0.18

928.9 nm 0.32 933.8 nm 0.02 941.4 nm 0.03 952.8 nm 0.16

929.4 nm 0.07 936.2 nm 0.21 943.9 nm 0.29

TABLE 5.2 : Paramétre de mélange dans le plan (xy) dans la région 1 pour un ensemble de

diz-neuf boites étudiées.

Nous remarquons par ailleurs que le paramétre de mélange 5 lui varie fortement dans

une méme zone de 1 um?. En effet, les tableaux (5.2) et (5.3) recensent les valeurs de 3
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longueur 15} longueur I5; longueur I3 longueur 153
d’onde d’onde d’onde d’onde

923.6 nm 0.23 933.7 nm 0.14 939.2 nm 0.29 946.4 nm 0.15

926.1 nm 0.18 935.6 nm 0.11 941.2 nm 0.2 952.7 nm 0.03

931.6 nm 0.13 936.1 nm 0.24 943.6 nm 0.06
932.5 nm 0.18 938.2 nm 0.07 943.9 nm 0.2
933.3 nm 0.1 938.7 nm 0.15 944.4 nm 0.14

TABLE 5.3 : Paramétre de mélange dans le plan (xy) dans la région 2 pour un ensemble de dix-sept

boites étudiées

obtenues pour les différentes boites étudiées dans les régions 1 et 2, ainsi que la longueur
d’onde correspondant & la transition fondamentale de I’exciton neutre. Nous voyons que
dans les deux cas, [ peut varier dans une méme région entre 0.02 et 0.3, il nous est
méme arrivé & un autre emplacement sur le méme échantillon de le voir varier de 0 a 0.4.
Nous constatons également ’absence apparente de corrélation entre la valeur du paramétre
de mélange et I’énergie de la transition, comme nous le confirmerons ultérieurement. Les
deux cas de figure extrémes dans la région 1 sont représentés sur les figures (5.13.c) et
(5.13.d). Notons que pour déterminer le paramétre ¢ dans le cas (5.13.c), nous devons
utiliser directement les états propres, puisque la polarisation de la luminescence totale est
circulaire, ne présentant de ce fait pas de direction privilégiée permettant de déduire .
Pour finir, intéressons nous au paramétre 6, qui définit la direction principale du poten-
tiel de confinement. Comme nous le voyons aussi bien sur les diagrammes de la figure (5.13)
que sur ceux de la figure (5.14), cette direction n’est pas forcément celle d'un axe cristallo-
graphique et varie d’une boite & I’autre a I’échelle du micron. Remarquons en outre que les
graphiques (5.13.a) et (5.13.b) correspondent aux méme paramétres de mélange 5 = 0.15
et ¢ = 10°, mais qu’en raison de la différence de direction du potentiel de confinement,
les états propres ne sont pas les mémes. Il en est de méme pour les graphiques (5.14.a) et
(5.14.b) ou nous trouvons f = 0.2 et ¢ = —60°, avec des états propres dont 'intensité et

l'orientation sont différentes d’une boite a 'autre.

5.3.2.c Statistiques et interprétations

Comme nous ’avons mentionné dans la section précédente, nous avons constaté, sur
I'ensemble de 'échantillon, que dans chaque zone de 1 um? correspondant a ’aire sélection-
née par le systéme confocal, se trouvent entre dix et vingt boites quantiques dont 75% a
100% d’entre elles présentent une identique direction 1) entre ’axe principal de polarisation
et [110]. En revanche, une étude réalisée sur toute la longueur d’un méme guide d’onde

montre que cette direction peut fortement varier sur une distance de 20 um.
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FIGURE 5.15 : Histogrammes des paramétres de mélange (B et .

Le potentiel de confinement dépendant du champ des contraintes, mais aussi de la forme
et de la composition des boites, nous pouvons le supposer différent pour chaque boite a
I'intérieur d’une méme aire de 1 zm?. Ceci semble d’ailleurs confirmé par la grande disparité
d’angles 6 (indiquant la direction d’anisotropie du potentiel de confinement), observée
A cette échelle. Le seul paramétre constant sur des distances de I'ordre du micrométre
semble étre le champ des contraintes, nous pouvons donc, comme cela a été fait dans
[193, 194], relier la paramétre ¢ aux contraintes et considérer que la direction de I'axe
principal de polarisation de la luminescence totale pour un exciton neutre donne la direction
principale du champ des contraintes s’appliquant sur la boite considérée. L’angle v est donc

uniquement due aux contraintes et ne dépend pas du potentiel de confinement.

Notons finalement que, comme nous le constatons sur I’histogramme de la figure (5.15),
I’angle 1) varie énormément sur I’échantillon entre —90° et +90°, avec toutefois une direc-
tion privilégiée autour de +10°. Nous avons en outre constaté, en tracant un histogramme

pour chaque guide d’onde étudié, le méme type de distribution, quel que soit le guide.

Le paramétre S varie lui en revanche beaucoup a I’échelle du micron. Il est toutefois
difficile de déméler les raisons de ces fortes variations, puisque ce paramétre prend & la fois
en compte la proportion de trous légers dans le mélange, elle méme reliée d’'une part aux
contraintes & travers le hamiltonien de Bir-Pikus et d’autre part au confinement & travers
le hamiltonien de Luttinger-Kohn. Le rapport du recouvrement des fonctions enveloppe
des trous lourds et légers avec celle de ’électron de conduction, défini par (5.45) intervient

également.

Notons cependant que les variations du rapport SR du recouvrement des fonctions en-
veloppes, dans le type de boites quantiques que nous considérons sont trop faibles pour
expliquer la disparité des paramétres de mélange (. Il est en outre courant pour ce type de

boites quantiques [189, 195, 196] de considérer en premiére approximation R ~ 1 et dans
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ce cas, la distribution du paramétre 8 indique une importante variation de la proportion
de trous légers dans le mélange, et ce & 1’échelle du micron. Il est alors difficile de détermi-
ner 'origine de ces variations car ’observation d’'un méme paramétre 1 sur cette échelle
semble indiquer un champ des contraintes homogéne. Nous devons donc nous tourner vers
la contribution du hamiltonien de Luttinger-Kohn dans le mélange car si les paramétres
de Luttinger ne dépendent que du matériau considéré, les variations de composition d’une
boite & 'autre peuvent résulter en une différence dans ces paramétres. En effet, les boites
ne sont jamais composées d’InAs pur, mais contiennent également une faible quantité de
gallium [197, 198, 199, intégrée au cours de la croissance et différente pour chaque boite.
Par ailleurs, les termes du hamiltonien de Luttinger-Kohn ne dépendent, dans les boites,
que des dimensions du confinement et sont de ce fait différentes pour chaque boite. Il ne
semble donc pas justifié dans les boites auto-organisées d’InAs de considérer, comme c’est
souvent le cas, que le mélange des états de valence serait uniquement dii aux contraintes,
et de ne prendre alors en compte que le hamiltonien de Bir-Pikus en négligeant celui de
Luttinger-Kohn.

Afin d’essayer de mieux comprendre le comportement du paramétre 5, nous avons tracé
ce dernier en fonction de la longueur d’onde d’émission. Comme nous ’avons déja dit dans
le premier chapitre lorsque nous avons observé ’absence de corrélation entre la valeur du
splitting de structure fine dpgg et la longueur d’onde d’émission, nous ne pensons pas qu’il
soit possible de relier de maniére simple I’énergie d’émission des boites a la forme de leur
potentiel de confinement, nous avons néanmoins tracé pour chaque aire d’un micron carré,
le paramétre 8 de toutes les boites ayant le méme parameétre 1, en fonction de la longueur
d’onde d’émission. Comme l'illustrent les figures (5.16.a) et (5.16.b), obtenues pour des
zones de 1 um? différentes, pour un 1 donné il semble n’y avoir aucune relation entre la
proportion de trous légers dans le mélange et la longueur d’onde d’émission d’une boite.
Sur la figure (5.16.c) est représenté, sur la totalité de I’échantillon, le paramétre 3, quel
que soit le ¢ associé, en fonction de la longueur d’onde d’émission de chaque boite étudiée,

et aucun comportement caractéristique ne semble se dégager.

Finalement, sur la figure (5.16.d) est représenté ’évolution de § en fonction de la dif-
férence entre la direction de ’axe principal du potentiel de confinement et celle de 'axe
principal du champ des contraintes. L’idée sous-jacente étant que deux boites soumises a
un méme champ de contraintes ne le ressentent pas de la méme facon si celui-ci est paralléle
ou perpendiculaire au potentiel de confinement. Le mélange créé par les contraintes serait
alors différent pour chaque boite et cela pourrait expliquer la disparité des paramétres 3.
Les courbes obtenues pour chaque zone d’un micron sont & l'image de la figure (5.16.d),
obtenue elle pour un ensemble de régions de I’échantillon, c’est & dire qu’encore une fois

aucune relation ne semble étre mise en évidence.
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FIGURE 5.17 : Splitting de structure fine dpgs en fonction du paramétre de mélange B et en

fonction de la différence entre le direction des contraintes et celle du confinement |¢b — 0].



226 chapitre 5. Polarisation de I’émission d’une boite quantique

Nous avons par ailleurs cherché a établir une relation entre la valeur du splitting de
structure fine et le paramétre 3, comme illustré sur la figure (5.17.a) ol nous avons tracé
d0rss en fonction de . En effet le splitting traduisant normalement le confinement de
la boite, si la valeur de 8 est comme nous le pensons majoritairement influencée par le
confinement une relation pourrait exister. Cela ne semble pas étre le cas, méme si les
valeurs les plus élevées de [ paraissent étre obtenues plutdét pour un écart en énergie
important entre les états |X) et |Y). Cependant, comme nous avons moins de données
dans cette zone nous ne pouvons étre formels sur ce point. Signalons qu’il a été montré
par [200, 201, 92, 202] que les contraintes pouvaient modifier la valeur du splitting de
structure fine. Dans ce cas, cet écart en énergie ne refléte plus seulement le confinement
et la possibilité que la disparité de 3 soit majoritairement liée au confinement, méme dans
le cas présent ol aucune relation ne semble émerger entre 5 et dpgg, reste tout a fait
plausible.

Nous avons également représenté sur la figure (5.17.b) 'évolution du splitting en fonc-
tion de la différence entre les directions 1 et 6 pour estimer si un rapport entre les deux
serait capable d’indiquer une dépendance du splitting d’échange anisotrope en fonction
du champ des contraintes. Encore une fois cela ne semble pas étre le cas, car si ’écart
en énergie dpgg est modifié par les contraintes, il est originellement dii & ’anisotropie du
potentiel de confinement, et donc comme a chaque fois, contraintes et confinement sont

inextricablement liés.

0’7 /7

—15 —10 -5 [} 5 10 15
Direction 8 du confinement (°)

FIGURE 5.18 : Histogramme de l’angle 0, donnant la direction principale d’anisotropie du potentiel

de confinement.

Pour finir, sur la figure (5.18) est tracé I’histogramme du paramétre 6 indiquant la di-
rection d’élongation du potentiel de confinement. Si celui-ci est dans 90% des cas compris
entre —10° et +10° par rapport a la direction [110], il ne lui est paralléle que dans 40% des
cas et sa valeur varie d’une boite a I’autre, méme & 1’échelle du micrométre. Comme & cette

échelle la valeur constante de ¢ indique un champ de contraintes uniforme, celui-ci ne peut



5.3 Résultats expérimentaux 227

a lui seul expliquer la déviation de la direction du potentiel de confinement par rapport a
I'axe [110]. Se pose alors la question d’un lien entre 3, variant a I’échelle du micrométre
et 0, supposant que les deux distributions ont une méme cause. L’analyse des données n’a

cependant pas mis en évidence de relation claire entre ces paramétres.

Nous venons ainsi de présenter les trois paramétres 3, ¥ et 8 dont dépendent la direction
et I'intensité d’émission des deux états propres de la structure fine excitonique. L’amplitude
du mélange des états de la bande de valence est caractérisée par le paramétre | 3|2, compris
dans notre échantillon entre 0% et 16% et a une valeur moyenne de 2.25%. Cette valeur
est comparable & celles généralement trouvées pour les boites I1I-V auto-organisées, entre
autre par Lin et al. [203] qui trouvent 0 < 1 < 0.13, correspondant a 0% < |3]?> < 5% et
Ohno et al. [194] qui trouvent en moyenne |3|? ~ 5%. Plus étonnant, un résultat presque
comparable a été observé pour des boites III-V épitaxiées par gouttelette [204], ou en dépit
de 'absence de contraintes, il a été obtenu 2% < |8|> < 9%. Cela nous conforte dans
notre idée que les contraintes ne sont pas les uniques responsables du mélange des états
de valence. Signalons que tous ces résultats sont généralement inférieurs & ceux obtenus
pour des boites II-VI, pour lesquels la croissance en mode Stranski-Krastanov génére des
dislocations [205]. Ainsi, Léger et al. [193] ont déterminé pour des boites auto-organisées
de CdTe/ZnTe, en prenant R = 0.8 pour ce type de boites, p/A;, ~ 0.75, soit n =
(p/ A1) (R/V3) ~ 0.34 et donc |3|> ~ 30%. Koudinov et al [206] ont eux déterminé dans
des boites de CdSe/ZnSe, une amplitude un peu plus faible en trouvant C(3) ~ 0.36,
soit |B|? ~ 15%. Pour finir, informons le lecteur que les différents auteurs précédemment
cités utilisant souvent des notations et conventions différentes, nous avons converti leurs

résultats dans notre formalisme.

5.3.3 Polarisation de la luminescence dans le plan des boites, sous exci-

tation résonante

Une fois connus les états propres d’une boite quantique sous excitation non résonnante,
et donc les parameétres 3, ¥ et 0, I’étude de ’émission sous excitation résonnante permet
de déterminer le rapport R = Fy/Fg des forces d’oscillateur des états |X) et |Y), en
utilisant I'expression (5.75) pour ajuster nos résultats expérimentaux.

Sur la figure (5.19), sont représentés les diagrammes polaires de l'intensité totale d’émis-
sion lors de la transition excitonique fondamentale pour quatre boites, en rose sous exci-
tation résonnante et en violet sous une excitation effectuée hors résonance dans la couche
de mouillage. La premiére boite présentée figure (5.19.a) illustre le cas pour lequel, malgré
le mélange des états de valence, les axes propres de la boite sont orientés selon les axes
cristallographiques et seul 1’état ]?) est alors excité par le laser polarisé verticalement.

La boite présentée dans la figure (5.19.b) est un cas que nous avons rencontré assez rare-
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(b) B=0.1; ¢ = +55°; 0 = +10°;
¢p5 = —6.5%; ¢y = —13.5°; R =2

(c) 8=0.22; ¢ =-35°; 0 =+10°; (d) p=0.15;1 =+10°; 6 = 0°;
by =—182°; ¢y = —1.8°; R=0.35 ¢ =42 ¢y = —1.7°; R=0.3

FIGURE 5.19 : Diagrammes polaires, en wviolet sous excitation non résonnante et en rose sous
excitation résonnante, de la raie d’émission de ’exciton neutre pour quatre boites quantiques situées
dans différentes régions de ’échantillon. Les points expérimentauz roses sont ajustés au moyen de
Dexpression (5.75) ot nous rentrons les paramétres B, 1 et 0 déterminés hors résonance. La figure
(a) représentant le cas d’une boite pour laquelle, malgré le mélange des états de valence, les états
propres ne sont pas inclinés par rapport aux directions cristallographiques, seul I’état DN/> est donc
excité. Le rapport des forces d’oscillateur trouvé pour les trois autres figures est : (b)) R =2, (c)
R=10.35, (d) R=0.3.
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ment, ot le rapport des forces d’oscillateur est en faveur de 1’état |}7), dans ce cas précis,
Fy = 2F 3. Les deux boites suivantes, (5.19.c) et (5.19.d) présentent le cas, le plus fréquem-
ment rencontré sur cet échantillon, o la force d’oscillateur de |X) est la plus importante.
Le diagramme (5.19.c) montre que malgré une excitation polarisée verticalement, 'incli-
naison des états propres excitoniques par rapport aux directions cristallographiques peut
engendrer une émission polarisée presque horizontalement. Sur la totalité de I’échantillon,
un rapport moyen R = 0.65 a été trouvé, ce qui ne saurait s’expliquer uniquement par le

rapport I /1 | = 0.9 du & lanisotropie intrinséque des guides d’onde.

Le rapport de lintensité d’émission des deux états propres |X) et |Y) obtenu sous
excitation non résonnante n’a, comme attendu, aucun lien avec le rapport des forces d’os-
cillateur obtenu par les expériences réalisées sous excitation résonnante. En effet, I'intensité
de I’émission des deux états propres hors résonance ne dépend que des paramétres de mé-
lange et de la direction d’élongation du potentiel de confinement et ne traduit pas le rapport
de leurs forces d’oscillateur. Nous avons ainsi par exemple trouvé pour la boite présentée
sur la figure (5.13.b) un rapport des forces d’oscillateur R = 0.3, représenté figure (5.19.d),

alors que hors résonance nous avions I3 < Iy.

FIGURE 5.20 : Diagrammes polaires, en violet sous excitation non résonnante, en rose sous
excitation résonnante, de la raie d’émission de l’exciton chargé pour deux boites quantiques situées

dans deux zones différentes de I’échantillon.

L’étude en polarisation d’une raie de luminescence sous excitation résonnante est par
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ailleurs un outil permettant de distinguer ’exciton neutre de ’exciton chargé, dans le cas
ou la structure fine n’est pas résolue. En effet, dans le cas d’une excitation non résonnante,
lorsqu’un dispositif expérimental ne permet pas de séparer spectralement 1’émission des
états propres de l'exciton neutre, seule ’émission totale, de polarisation elliptique, est
détectée. L’exciton chargé ne possédant pas de structure fine, sa luminescence est toujours
polarisée circulairement en ’absence de mélange des états de valence et elliptiquement dans
le cas contraire |74, 204, 194]. 11 est donc impossible, sous excitation non résonnante de
différencier les deux types d’excitons. En revanche, sous excitation résonnante, I’émission
de 'exciton neutre devenant linéairement polarisée, elle se différencie de celle de ’exciton
chargé qui reste elliptique.

Sur la figure (5.20) sont ainsi représentés les diagrammes polaires, sous excitation ré-
sonnante en rose et sous excitation non résonnante en violet, de la raie d’émission de
I’exciton chargé pour deux boites quantiques différentes. Ce sont les deux seuls exemples
d’exciton chargé que nous ayons trouvé sur ’ensemble de notre échantillon. Notons que ces
diagrammes sont circulaires, indiquant ainsi ’absence de mélange pour ces deux boites.
Les nombreuses études faites sur notre échantillon sous excitation résonnante semblent
donc indiquer que la quasi-totalité des raies de luminescence que nous observons sur nos
spectres de micro-photoluminescence hors résonance correspondent & la recombinaison ra-
diative d’excitons neutres. Précisons par ailleurs que nous n’avons pu identifier parmi les
nombreuses raies présentes sur chaque spectre non résonnant (comme l'illustre bien celui
de la figure (5.11.a)), celle correspondant a I’émission de I’exciton neutre des deux boites
précédemment mentionnées et qu’il nous a donc été impossible de comparer les diagrammes

polaires de I’exciton neutre et de l’exciton chargé.

Pour finir, signalons que nos résultats en polarisation sont indépendants du jour ou
les mesures sont effectuées. En effet, la figure (5.21) montre les diagramme polaires de
Iintensité totale, sous excitation résonnante et non résonnante d’une méme boite, étudiée
plusieurs jours de suite. Les diagrammes représentés en noir ont été réalisées dix jours
aprés les premiers et les paramétres de mélange, comme le rapport des forces d’oscillateur,
restent les mémes dans les deux cas. Cela va a 'encontre de ce qui a été observé dans [142],
ou une variation de la valeur du splitting dpgg, ainsi que de la direction des axes |X' ) et

Y'), a été observée d’un jour sur 'autre et attribuée a une modification de ’environnement

électrostatique des boites.

5.3.4 Polarisation de la luminescence suivant ’axe de croissance sous
excitation non résonante

La luminescence de 45% des boites étudiées présente une composante selon la direction

de croissance z, caractérisée par un paramétre de mélange avec des trous légers de méme
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FIGURE 5.21 : Diagrammes polaires d’une boite sous excitation non résonnante (violet) et réson-
nante (rose) réalisés une premiére fois et une seconde (noir) diz jours plus tard.

spin que les trous lourds, v > 0.1. Pour accéder a ce nouveau paramétre de mélange, aprés
avoir déterminé (3, ¥ et 6 dans la configuration habituelle (excitation guidée, détection
perpendiculaire au plan des boites), nous nous plagons dans celle représentée sur la figure
(5.10.b), en excitant les boites quantiques par la surface de 1’échantillon et en détectant leur
luminescence par la face clivée, au niveau de la sortie du guide d’onde dans lequel elles se
trouvent. Nous accédons ainsi aux propriétés de polarisation dans le plan (yz). Notons que
dans cette configuration, il est important d’étudier uniquement les boites situées trés prés
de la sortie du guide, car en raison de la biréfringence de celui-ci, lorsque la luminescence
se propage le long du guide, a polarisation, si elle n’est pas complétement verticale (selon

y), a tendance a tourner, faussant ainsi les mesures.

Sur la figure (5.22) est représentée la lumiére transmise par le guide pour différentes po-
larisations incidentes. Pour réaliser ces courbes, nous avons placé sur le chemin du faisceau
laser incident, polarisé verticalement, un rotateur de polarisation suivi d’un polariseur, pla-
cés tous deux juste a I'entrée du guide d’onde étudié, comme le schématise la figure (5.22.a).
Nous avons fait tourner d’un méme angle le rotateur et le polariseur afin de changer la pola-
risation de I’onde incidente, tandis que la lame demi-onde et le polariseur horizontal placés
en sortie du guide nous ont permis d’analyser la polarisation de 'onde transmise. Nous
voyons alors sur la figure (5.22.b) que lorsque le laser incident est polarisé verticalement
ou horizontalement, sa polarisation n’est pas modifiée par la propagation dans le guide.
Dés qu’elle se trouve inclinée par rapport & ces deux axes, la polarisation de la lumiére en
sortie du guide devient elliptique et change de direction, comme le montre la figure (5.22.c).

Ainsi, pour une polarisation d’entrée a 45°, la polarisation de sortie est a seulement 30° de
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polariseur analyseur
lame .
> horizontal

rotateur demi-onde

4O

(a) étude en polarisation du laser transmis par un guide d’onde

(b) 0° (bleu), 90° (rouge) (c) 15° (magenta), 45° (noir), 75° (cyan)

FIGURE 5.22 : Etude de la biréfringence de nos guides d’onde. Le schéma (a) représente la confi-
guration expérimentale utilisée pour faire varier la polarisation de l'onde incidente et analyser en
sortie de guide la polarisation de l'onde transmise. Dans le graphique (b) est représentée 'onde
transmise par le guide dans le cas d’un laser incident polarisé verticalement (rouge) ou horizon-
talement (blew) et dans la graphique (c) pour un laser incident polarisé a 15° (magenta), a 45°
(noir) ou & 75° (cyan) par rapport & Uhorizontale. Les points expérimentaux sont ajustés au moyen
de Dexpression acos?(a — Qsortic) + bsin? (o — Qsortic) OU Qsortie €St 'angle de la polarisation en

sortie du guide étudié et a et b des variables d’ajustement.

I'horizontale et le contraste de ellipse vaut (Insae — Imin)/(Inraz + Imin) = 30% pour une

distance de propagation dans le guide d’environ 3 mm.

Nous déterminons donc v pour les boites situées prés de la sortie de guide, en utilisant
les paramétres [ et v trouvés par une étude dans le plan des boites et en ajustant nos
points expérimentaux par I'expression (5.97). Sur la figure (5.23) sont représentés les deux
cas extrémes rencontrés, pour deux boites différentes situées dans une méme zone d’un

micron carré. La figure (5.23.a) illustre le cas d’un parameétre v nul, bien que la présence
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255°

270° 285°

(a) 8=0.16; v =—-80°; 0 =0°; (b) B =0.18; ¢ = —80°; 8 = —5°;
by =—1.8%; gy = +2.2°; 7 =0 ¢ =42.0°; ¢y = +8.6°; 7 = 0.3

FIGURE 5.23 : Diagrammes polaires de l’intensité totale émise par deux boites situées dans la

méme zone de 1um?, en violet dans le plan (xy), en orange dans le plan (yz). Les points expéri-

mentauz sont respectivement ajustés au moyen de (5.62) et (5.97) et nous trouvons (a) vy =0, (b)
v =0.3.

d’un paramétre f = 0.16 indique un mélange entre les états de trous lourds et ceux de
trous légers de spin opposé. La figure (5.23.b) montre un cas ot le paramétre v maximum
observé dans notre échantillon est obtenu, a savoir v = 0.3. Nous trouvons donc dans une
méme aire de 'ordre du micrométre carré des paramétres v trés différents, tandis que les
deux boites ont le méme paramétre ¢ et un paramétre 3 voisin. 55% des paramétres v ainsi
déterminés sont inférieurs a 0.1, 40% sont compris entre 0.1 et 0.2 et seul 5% sont compris
entre 0.2 et 0.3. A I'image du paramétre 5, nous n’avons pu relier v & aucun des autres
paramétres obtenus pour chaque boite et ne pouvons donc déterminer si il est le fruit de
la partie Luttinger-Kohn du hamiltonien (5.31) ou s’il réveéle la présence de contraintes de

cisaillement, bien que la seconde hypothése reste la plus probable.

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons étudié la polarisation de la luminescence émise par une
boite quantique unique, dans le plan défini par les direction cristallographiques [110] et
[110], ainsi que dans le plan perpendiculaire, contenant la direction de croissance [001].
Nous avons pu attribuer & un mélange des états des bandes de valence I'g, I'inclinaison des

états de structure fine par rapport & la direction principale d’anisotropie du potentiel de
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confinement, de méme que la non-orthogonalité entre ces états et la différence dans leur
intensité d’émission sous excitation non résonnante. En effet, les états lourds sont en réalité
des états mélangés, combinaisons linéaires des états my = £3/2 et des états my = £1/2.
L’énergie de ces nouveaux états de valence est modifiée par rapport a celle des états purs,
tout comme les propriétés d’émission lors de la recombinaison d’un exciton formé par ces

états de trous mélangés et un électron de conduction.

Un important mélange a ainsi été observé sur I'ensemble de notre échantillon, quelle
que soit la densité de boites de la zone considérée (de 10 um =2 & 100 um~2). Si les origines
de ce mélange restent encore indéterminées, nous pensons erroné de croire qu’il serait
uniquement da au champ des contraintes et indépendant des autres parameétres, tels que la
forme et la composition des boites. Le paramétre de mélange dans le plan des boites peut
étre décomposé sous la forme d’un module 3 et d’un argument 1. Si ce dernier est constant a
I’échelle du micron, il varie beaucoup sur la totalité de I’échantillon et aucun lien n’a pu étre
établi avec la densité de boites. Le paramétre § varie en revanche significativement quelle
que soit 1’échelle considérée, et nous n’avons pour l'instant pu relier de telles variations a
aucun des autres parameétres mesurés pour chaque boite, y compris 1’énergie d’émission ou

le splitting de structure fine.

Nous avons par ailleurs observé en excitant les boites par la surface de I’échantillon et
en détectant leur luminescence par la face clivée la présence d’'une composante lumineuse
paralléle a la direction de croissance [001]. Cette composante témoigne de la présence d’un
mélange entre les états lourds et les états légers de méme spin, qui avait été négligé jusque
14, et est caractérisée par le nouveau paramétre de mélange v, inférieur & 0.1 dans 55% des
cas et compris entre 0.1 et 0.2 dans 40% des cas. Tout comme 3, ce paramétre ne semble

pas étre relié de facon directe aux différents paramétres mesurés pour chaque boite.

L’étude de la polarisation de I’émission d’'une boite quantique sous excitation non ré-
sonnante, puis résonnante, nous permet finalement de déterminer le rapport R des forces
d’oscillateur des deux états propres excitoniques. Nous avons ainsi trouvé que celui-ci était
compris entre 0.2 (Fg =5 Fy) et 2 (Fy =2 Fg) et remarqué qu'il était généralement en
faveur de la transition |X), méme lorsque celle-ci n’est pas la plus intense sous excitation

non résonnante.

Finalement, il serait intéressant, une fois déterminés les paramétres 3, ¥, 6 et R, de
réaliser des expériences sous excitation résonnante en excitant par la surface de ’échantillon
et en détectant la luminescence émise par les boites par la tranche, en sortie de guide. Ainsi,
nous serions capable de faire varier la polarisation d’excitation, afin de ne sélectionner qu’un

seul état propre ou de choisir d’exciter pareillement les deux états et pourrions étudier
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I'influence du systéme & trois niveaux sur les oscillations de Rabi et les mesures de controle

cohérent.
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Dans les troisiéme et quatriéme chapitres de ce manuscrit, nous avons démontré com-
ment il était possible d’initialiser 1’état d’une boite quantique unique au moyen d’une
premiére impulsion lumineuse d’aire donnée, et par la suite de le manipuler au moyen
d’une seconde impulsion dont l’aire et la phase relative par rapport a la premiére im-
pulsion sont précisément contrdlées. Les boites quantiques semblent donc d’intéressantes
candidates pour la réalisation de bits quantiques, méme si la perte rapide de cohérence est
une limite importante de ce type de systéme. L’un des avantages de 'utilisation de boites
quantiques pour réaliser des bits quantiques est la possibilité de coupler celles-ci, afin de
réaliser des qu-bits intriqués, étape nécessaire au traitement quantique de l'information.
Avant de considérer le probléme de 'intrication, il nous faut préalablement démonter que
les boites quantiques sont bien des sources de photons uniques et indiscernables. C’est a
cela que nous consacrons désormais nos efforts et ce dernier chapitre fera état des premiers
résultats obtenus dans cette voie. Nous présenterons dans un premier temps les proprié-
tés particuliéres des sources de photons uniques et aprés avoir tracé ’état de l'art des
différents types de sources a ’étude actuellement, nous démontrerons que les boites quan-
tiques que nous étudions émettent bien des photons uniques, comme cela est démontré
depuis longtemps sur ce type de systéme. Nous finirons par introduire la prochaine étape
de notre étude consistant & démontrer 'indiscernabilité des photons émis par une méme

boite quantique, excitée par deux impulsions successives.

6.1 Les différents types de rayonnement électromagnétique

Trois types de sources lumineuses peuvent étre distinguées en fonction de la distri-
bution statistique des fluctuations du signal lumineux qu’elles émettent [114], suivant les
trois distributions statistiques possibles : la distribution poissonienne caractérisant par
exemple les sources laser, la distribution super-poissonienne caractérisant entre autre les
sources thermiques traditionnelles et la statistique sub-poissonienne des sources de photons

uniques.

6.1.1 Lumiére cohérente

Commencgons par considérer le cas d’une lumiére cohérente, caractérisée par un champ

électrique :

E(r,t) =& cos(wt — k.r + ¢) (6.1)
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d’amplitude &y, de pulsation w, de vecteur d’onde k et de phase a 'origine ¢. En considé-
rant 'amplitude et la phase de ce champ constantes dans le temps, 'intensité lumineuse
moyenne (Z) est alors elle aussi constante, mais présente tout de méme des fluctuations
statistiques 0Z(t) sur de courtes échelles de temps, autour de la valeur moyenne constante
(Z), de sorte que :

Z(t) = (Z) 4+ 6Z(t) (6.2)

Considérons le cas d’un rayon lumineux de puissance P constante, de section S. Le flux

de photons s’écrit donc :

s P
Sp=—=— 6.3
ph= P = (6.3)
et le nombre moyen de photons dans une portion de rayon de longueur L est donnée par :
b, L
(n) = 21~ (6.4)
c

Si maintenant cette portion est divisée en N segments de longueur L/N, tels que la proba-
bilité (n) /N de trouver un photon dans un de ces segments soit faible, la probabilité &?(n)
de trouver n photons dans la portion L équivaut a la probabilité de trouver n segments de

longueur L/N contenant un photon et (N —n) segment n’en contenant aucun, donnée par

Fn) = muﬁim!(3?>n<1‘3?>Nm

=é(wﬁﬁﬁﬁwﬁ—?f% (0

Dans la limite N — oo, la formule de Stirling nous permet d’obtenir :

la loi binomiale :

lim [2(n)] = " =) (6.6)

N—o0 n!

qui décrit une distribution statistique poissonienne.

6.1.2 Distribution statistiques des différents rayonnements

Les photons émis par une source de lumiére cohérente telle qu'une source laser pré-
sentent une distribution poissonnienne, caractérisée par la valeur moyenne (n) et les fluc-

tuations autour de cette valeur données par :
on =+/(n) (6.7)

Il est donc possible de caractériser les sources lumineuses de la maniére suivante :
— statistique sub-poissonnienne : dn < /(n) <> source quantique
— statistique poissonnienne : én = /(n) <> laser
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FIGURE 6.1 : Distribution statistique du nombre de photons pour (n) = 100 dans le cas d’une

lumiére de nature poissonienne (noir), sub-poissonnienne (rouge) et super-poissonnienne (bleu).
— statistique super-poissonnienne : én > 1/(n) <> source thermique

Ces trois types de distribution sont représentées sur la figure (6.1). Nous voyons que
la probabilité de trouver n photons dans une portion L de faisceau lumineux présente une
distribution plus large dans le cas d’une lumiére super-poissonnienne (bleu) que poisson-
nienne (noir) et plus fine dans le cas d’'une lumiére sub-poissonnienne (rouge). Les deux
premiers cas de figure, & savoir les distributions super-poissonnienne (source thermique) et
poissonnienne (source laser) peuvent étre décrites au moyen des lois de ’électromagnétisme
classique, tandis que seule la lumiére sub-poissonnienne témoigne de la nature quantique

du rayonnement et nécessite la quantification du champ électromagnétique.

6.1.3 Caractérisation de la statistique d’un rayonnement

Une lumiére de distribution sub-poissonnienne idéale serait constituée d’une succession
de photons , tous séparés les uns des autres par un intervalle de temps At identique. Dans
ce cas, on = 0 et n = (n), c’est a dire que toute mesure doit avoir la méme issue et la
probabilité de mesurer (n) vaut 1.

La statistique de photons mesurée dans la réalité est cependant bien différente [116,
207], quelle que soit la nature de la source lumineuse. En effet, Uefficacité du comptage de
photons est réduite par trois principaux facteurs :

— les pertes lors de la collection de la luminescence, car I’émission se fait dans 47 stradians
et la détection étant réalisée au moyen d’un objectif de microscope permettant de
récolter sur 60° seulement, beaucoup de photons sont de ce fait perdus,

— les pertes lors de I'acheminement de la luminescence jusqu’au détecteur en raison de
I’absorption et de la diffusion de celle-ci par les différents éléments optiques,

— les pertes lors de la détection en raison de 'efficacité quantique limitée du détecteur.
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Les deux premiers processus engendrent une perte de photons aléatoire qui dégrade leur
statistique et modifie les fluctuations dn de la source lumineuse, tandis que le dernier dé-
grade aléatoirement la corrélation entre la distribution statistique de photons et celles des

photo-électrons qu’ils produisent.

Il faut donc bien différencier la nature statistique de la source lumineuse de la distri-
bution statistique réellement mesurée et tenter d’améliorer au maximum la capacité de
collection et D'efficacité de détection. C’est pour cela que sont actuellement a 1’étude les
nouveaux échantillons introduits dans le second chapitre, pour lesquels le plan des boites
quantiques est inséré dans une cavité & miroirs de Bragg, dans laquelle sont gravés les
guides d’onde uni-dimensionnels. Ce type d’échantillon nous a permis de multiplier par dix

la luminescence collectée par la surface de I’échantillon.

6.2 Caractérisation d’une source de photons uniques

6.2.1 Fonction de corrélation du second ordre ¢*(T)

Dans les années soixante fut introduite par Roy Glauber une méthode de mesure des
corrélations quantiques du champ électromagnétique, a différents ordres pour caractériser
les propriétés physiques d’une source lumineuse [208, 209, 210]. Ainsi, la fonction d’au-
tocorrélation en amplitude, g(l), permet de mesurer la cohérence spatiale ou temporelle
d’une source lumineuse, tandis que la fonction de corrélation du second ordre g(2) permet

elle de rendre compte de la nature purement quantique de certains rayonnements.

Dans la théorie quantique du rayonnement électromagnétique, le champ électrique est
quantifié sous forme de modes de vibration et dans la jauge de Coulomb la solution des
équations de Maxwell dans le vide peut se décomposer sur la base des ondes planes mo-
nochromatiques de pulsation wg, chacune associées & un mode k. Le champ électrique est

alors remplacé par I'opérateur champ électrique E(r, t) se mettant sous la forme :

E(r,t) = EM(r t) + EC)(r,1) (6.8)

n . hw - i(—w r
E®(rt) =i 3,4/ 260; €, G e(TwrttkT)

. , Fio
EC)(rt) = —i 3 ﬁ

avec

(6.9)
er af, eilt=kr) — (B (p )

ol d}; et &}; sont respectivement les opérateurs création et annihilation d’un photon dans

le mode k, €, le vecteur polarisation, €y la permittivité du vide et V' le volume de quanti-

fication.
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La théorie de la photo-détection de Glauber repose sur un modéle simple de détecteur
constitué d’un atome irradié par une onde incidente, celle-ci permettant 'ionisation de
I’atome, qui s’effectue en libérant un électron. Dans ’approximation des grandes longueurs
d’onde, la régle d’or de Fermi permet de déterminer la probabilité d’ionisation par unité de
temps de 'atome situé en 7y, associée au passage du champ électromagnétique, de 1’état

initial |7) & un des états |f) du continuum des états finaux possibles :

Piy = | (FIEWD (ro, 1)]i) [ (6.10)

Remarquons que seul la composante E(+)(r0,t) du champ est prise en compte dans cet
élément de matrice car I'ionisation de I’atome est associée a I’absorption d’un photon, dont
permet de rendre compte 'opérateur annihilation dg. En sommant sur tous les états finaux

|f) et en utilisant la relation de fermeture :
doINfI=1 (6.11)
f

nous déterminons le nombre de photo-électrons générés par unité de temps, autrement dit

le taux de comptage du photo-détecteur (en supposant que chaque photon est détecté) :

I(ro.t) = Y. Pig=>_ E (ro,t)|f) (FIED (ro,1)]i)
f f
= (i|E) (10,). EX) (ro, 1)]3) (6.12)

En introduisant la matrice densité :
b= Pili) (il (6.13)
i

ol P; est la probabilité initiale de peuplement de I’état |i), afin de prendre en compte le
cas ol le champ est initialement dans un mélange statistique d’états purs, nous obtenons

finalement :

(ro,t) = Telp B (ro, ) B (ro, )] = (B (ro, ) ED (ro, 1)) (6.14)

Fonction de corrélation du premier ordre ¢g(!)

Introduisons tout d’abord la fonction de corrélation en amplitude :
GO (r,t;r' 1)) = TTEC (r, ) B (¢ )] = (B (r, ) EF) (#,)) (6.15)
nous pouvons alors réécrire :

I(To,t) = G(l) (’l"o,t; To,t) (616)
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Si nous considérons alors le cas de deux fentes d’Young positionnées en r; et ro, la

superposition des champs issus de chaque fente, au niveau du détecteur placé en rg s’écrit :

E(+) (T(), t) = AlEA(+) (7’1, tl) + AQE(+) (7’2, tg) (6.17)
o A; et Ay sont des constantes complexes et t1 =t — |rg — r1|/c, ta =t — |rg — r2|/c.

L’intensité lumineuse mesurée par le détecteur est ainsi :

I(ro,t) = [Ai? G(l)("'lat1§"°17t1) + | A)? G(l)(rz,t%"“mtz)
+2 Re {ATAQ G(l)(Tl,tl;Tz,tg)} (6.18)

ol nous reconnaissons ’expression classique de ’'intensité lumineuse d’une onde électroma-
gnétique passant par deux fentes d’Young, avec un terme d’interférence 2 Re {A*{Ag el®) (r1,t1571, tl)}
qui s’annule lorsque le rayonnement issu des fentes n’est pas cohérent. Nous voyons donc
comment la fonction de corrélation quantique normalisée (pour s’affranchir de la sensibilité

du détecteur) du premier ordre :

GW(ry,t1; 70, t2)
VGO (71 t1;71, 1) GO (1o, to; 1o, to)

gV (r tira, ) = (6.19)

permet de rendre compte des propriétés de cohérence spatiale et temporelle d’'une source

lumineuse.

Fonction de corrélation du deuxiéme ordre g(?)

Introduisons maintenant la fonction [115, 116] :

G(2)(r1,t1;r2,t2;r3,t3;r4,t4) = Tr[ﬁE(_)(Tl,tl)E(_)(Tg,tQ)E(+)(T3,t3)E(+)(T'4,t4)]
= (BT (r,t) BT (g, t2) BN (13, 13) ET) (14, 1))
(6.20)

La fonction de corrélation du second ordre normalisée, pour deux photons situés en r| et

9 aux instant ¢y et to s’écrit alors :

GO (1, t1;70, 1)

6.21
G(l)(Tl,tl) G(l)(’l"g,tg) ( )

gD (1, ty; o, b)) =

soit :

~ A~ A A

(E(_) (’l"l, tl)E(_) (7“2, t2)E<+) ('I"Q, t2)E<+) (’I"l, t1)>
(EC)(ry,t) EG) (r1,11)) (EC) (ro, ) K (ra, 1))

gD (1t ty) = (6.22)

En régime stationnaire, 'intensité lumineuse peut se mettre sous la forme :

I(t) = (T) + 6Z(t) (6.23)
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ot la valeur moyenne (Z) est indépendante du temps et seules les fluctuations dZ(¢) autour
de cette valeur moyenne contiennent la dépendance temporelle de I'intensité. Dans ce cas,
I'origine des temps n’a pas d’importance et nous pouvons remplacer les variables temporelle
t1 et to par t et t +7T. Comme de plus, seules les corrélations temporelles nous intéressent,

nous pouvons nous affranchir des variables d’espace et écrire finalement :

GO(t,t+T)
GO(t) GO+ T)
(EOMED (t+T)ED (t+ T)EM (1)) (6.24)
(EC)HEM (1)) (ECO)(t+ T)ED(+T)) '

gt t+T) =

soit : o
SI(t) I(t :
g(z)(t,t+7'):<A() (t+7) ) (6.25)
(L)) (I(t+T))
ou " :" indique que les opérateurs création et annihilation de photons doivent étre pris

dans 'ordre normal. L’intensité pouvant s’écrire sous la forme d’une somme de l'intensité
moyenne (I(t)) et des fluctuations 61(t) autour de cette valeur, en régime stationnaire nous
avons (I(t)) = (I(t+T)) = (I), d’ou :

) _(1(1) f(t +7):)
gt +T) = 02

(6.26)

La normalisation permet de s’affranchir de la sensibilité du détecteur. En effet, en tenant
compte du rendement quantique 1 du détecteur, la probabilité de détecter un photon a

Iinstant t est Z2(t) = n(I(t)) et la probabilité conjointe de détecter un photon a l'instant

t et un autre a l'instant ¢ + T s’écrit :
P t+T)=n> 1) I(t+T):) (6.27)

En introduisant la probabilité conditionnelle Z((t+T)|t) = P(t,t+T)/P(t) de détecter
un photon en (¢t + 7") sachant qu'un photon a déja été détecté en ¢, nous pouvons réécrire
la fonction de corrélation du second ordre :

2((t+T)|t)

gDt t+T) = 20

(6.28)

6.2.2 Montage Hanbury Brown et Twiss

La mesure de la fonction de corrélation du second ordre g2 (T) se fait au moyen d’'un
dispositif type Hanbury Brown et Twiss (HBT) 211, 212|, comme celui représenté sur la
figure (6.2). Le flux de photons & analyser est envoyé sur un cube séparateur 50/50 non po-
larisant, permettant de le diviser en deux faisceaux d’égale intensité, étant chacun envoyé
sur un détecteur. Les détecteurs, ici des photo-diodes & avalanche (APD), sont branchés

aux deux entrées d’une carte d’acquisition reliée a un ordinateur. L’un des détecteurs, aprés
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FIGURE 6.2 : Schéma du dispositif Hanbury Brown et Twiss (HBT) constitué d’un cube séparateur
50/50 et de deux détecteurs de photons, ici des photo-diodes a avalanche (APD).

avoir détecté un photon, déclenche un chronométre (voie "START"), qui n’est arrété que

lorsque le second détecteur détecte a son tour un photon (voie "STOP").

Comme 'intensité lumineuse Z(t) est proportionnelle au nombre de photons détectés, la
fonction de corrélation du second ordre peut s’écrire en fonction du nombre n; de photons

arrivant sur le détecteur 1 et du nombre no de photons arrivant sur le détecteur 2 :

(na(t) nat + 7))
(na())(na(t + 7))

9T = (6.29)
g®(T) dépend donc, comme nous I'avons déja mentionné, de la probabilité conjointe de
détecter un photon sur le détecteur 1 a I'instant ¢ et un photon sur le détecteur 2 & I'instant
t+7T, c’est & dire la probabilité conditionnelle de détecter un photon & ¢ = 7 sachant qu'un
photon a déja été détecté en t = 0. Nous voyons ainsi comment un dispositif HBT rend
possible la détermination de la fonction de corrélation du second ordre g(® (7)) et comment

celle-ci permet de caractériser une source de photons uniques en mesurant 9(2) (T =0)=0.

6.2.3 Dégroupement de photons

Alors que nous avons précédemment distinguer les trois types de rayonnement en fonc-
tion de leur distribution statistique de photons, sub-poissonnienne, poissonnienne et super-
poissonnienne, nous pouvons, maintenant que nous avons introduit la fonction de corréla-
tion du deuxiéme ordre g®?/(T), les caractériser par :

— dégroupement de photons : ¢@(T =0) < 1

— lumiére parfaitement cohérente : g (7 =0) =1

— groupement de photons : g (7 =0) > 1
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FIGURE 6.3 : Schématisation des trois types de rayonnement, en rouge est illustré le dégroupement

de photons, en noir la lumiére cohérente et en bleu le groupement de photons.

Ces trois types de comportement sont illustrés dans la figure (6.3) schématisant le flux
de photons, lorsqu’il y a dégroupement des photons en rouge, lorsqu’il s’agit de lumiére

cohérente en noir et lorsqu’il y a groupement des photons en bleu.

Un rayonnement cohérent présente une distribution poissonienne, avec un intervalle
de temps aléatoire entre chaque photon. La probabilité de détecter un photon sur la voie
STOP du HBT aprés en avoir détecté un sur la voie START est donc la méme, quel que
soit le délai T d’ou :

gP(T) =1 VT (6.30)
En effet, pour une source de lumiére monochromatique parfaitement cohérente, nous avons
e T I+ 7)) _ B
Z(t) Z(t+ 1
@ (¢, = =0=1 6.31
g7 (tt+T) (T)2 ]g ( )

La valeur unitaire de la fonction de corrélation du second ordre traduit donc la stochasti-

cité d’une distribution poissonnienne.

Lorsqu’il y a groupement de photons, comme c’est le cas par exemple d’un rayonnement
thermique, ceux-ci son émis par paquets et la probabilité d’en détecter deux au méme

instant est plus grande que lorsque le délai 7 augmente, d’ou :
9T =0) > g*(T)

SOT—0) > 1 (6.32)

En effet, dans ce cas, lorsque 7 << 7. le temps de cohérence de la source, comme (Z?(t)) >
(Z(t))?, nous avons bien :

gDt t) = w >1 (6.33)
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tandis que lorsque 7 >> 7., nous obtenons dans le cas d’une lumiére chaotique par

exemple :

Z(t)I(t+T Z(t))?

Dans le cas ou les photons sont dégroupés, le flux de photons est régulier, tous les
photons sont séparés du méme intervalle de temps At et la probabilité de détecter un
photon sur la voie STOP du HBT aprés en avoir détecté un sur la voie START est nulle &

délai T = 0 et augmente avec T, jusqu’a atteindre 1 pour T grand, d’ou :

9T =0) < g®(T)

g(T=0)<1 (6.35)
im ¢@(T) =
fim g(7) <1

Les deux premiéres inégalités sont donc en contradiction avec les prévisions de 1’électro-
magnétisme classique et démontrent ainsi la nature purement quantique de ce type de
rayonnement. Signalons que le dégroupement de photons et la distribution statistique sub-
poissonnienne d’un rayonnement ne sont pas forcément la manifestation physique du méme
phénomeéne, méme si dans de nombreux cas, les deux sont observés de concert. En effet,
si le flux de photons schématisé en rouge sur la figure (6.3) présente bien une statistique
sub-poissonnienne, Zou et Mandel ont démontré [213] qu’il n’y avait pas toujours récipro-

cité entre dégroupement et statistique sub-poissonnienne.

L’évolution de la fonction de corrélation du second ordre ¢®)(7) en fonction de T est
représentée dans la figure (6.4), pour les trois situations précédemment mentionnées, en
rouge le cas du dégroupement de photons, en noir celui de la lumiére parfaitement cohérente

et finalement en bleu celui d’un rayonnement chaotique.

6.3 Les sources de photons uniques

La réalisation de sources de photons uniques, & statistique sub-poissonnienne est actuel-
lement un vaste sujet de recherche, en raison de leur utilisation pour vérifier les propriétés
fondamentales de la mécanique quantique (inégalités de Bell) [214, 215, 216], ainsi que
dans les processus d’information quantique, a savoir la cryptographie [217, 218|, la télépor-
tation [219, 220] et le calcul quantique |7, 8, 221]. Cette section a pour but de présenter

sommairement les différentes sources de photons uniques étudiées jusqu’a maintenant.
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FIGURE 6.4 : Evolution de la fonction de corrélation du second ordre g (T), en rouge lorsqu’il
y a dégroupement de photons, en noir dans le cas d’une rayonnement parfaitement cohérent et en

bleu lorsqu’il y a groupement de photons.

Atomes et ions piégés

C’est en 1977 qu’a I'Université de Rochester, Kimble, Dagenais et Mandel [222] ont
réalisé pour la premiére fois une expérience permettant d’observer le dégroupement de
photons, au moyen d’un jet dilué d’atomes de sodium pompés a la résonance par un laser.
Cette premiére courbe expérimentale de ¢(?) (T) était bien str loin d’étre parfaite et de
nombreuses coincidences ont été mesurées & 7 = 0, en raison de la probabilité non nulle
que deux atomes de sodium émettent en méme temps. Des expériences ont ensuite été
réalisées par le groupe de Walther & Munich [223], au moyen d’un ion de magnésium
confiné par un piége quadripolaire électrique, permettant de mettre en évidence un treés
fort dégroupement avec g(?) (T = 0) tres faible. Il a ensuite été réalisé des expériences sur
atomes uniques, en piégeant ceux-ci au moyen d’une onde stationnaire établie dans une

cavité optique résonnante [224, 225].

Fluorescence paramétrique

La fluorescence paramétrique est un phénomeéne d’optique non-linéaire mis en évidence
en 1970 par Burham et Weinberg [226]. Celle-ci se produit lorsqu’un cristal biréfringent a
forts coefficients non-linéaires est excité au moyen d’un laser dit "pompe" d’énergie hw,,.
Les photons incidents sont alors scindés en deux photons dits "jumeaux", un photon signal

et un photon complémentaire (ou "idler"), de pulsation respective wy et w; telles que :
Twop = Tws + hw; (6.36)

La séparation spatiale de ces deux photons permet alors d’utiliser la détection du photon

"idler" pour annoncer le photon "signal", de maniére & obtenir une source de photons
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uniques annoncés. Ainsi Hong et Mandel ont démontré [227], en pompant un cristal non-
linéaire de KDP au moyen d’un laser argon continu, que les photons signal émis par ce
type de source étaient dégroupés et suivaient bien une statistique sub-poissonnienne.
L’inconvénient de ce type de sources est I'impossibilité de prédire I'instant de création
des paires de fluorescence paramétrique et donc de produire des photons uniques "a la de-
mande". Elles présentent cependant 'avantage de créer des paires de photons parfaitement
corrélés entre eux temporellement et présentent ainsi un fort intérét pour la réalisation de

sources de photons intriqués.

Molécules

Dans les années quatre-vingt-dix, 'intérét des scientifiques a commencé & se porter
vers les molécules [228|, qui comme les atomes peuvent étre utilisées comme sources de
photons uniques. Si au premier abord celles-ci semblent étre de sérieuses candidates en
raison de leurs caractéristiques chimiques bien connues, 1’obstacle pour de tels systémes
réside cependant dans la capacité & les piéger en raison de leur grand nombre de degrés
de liberté interne. Une alternative est alors de les intégrer en tant qu’impuretés dans une
matrice solide, refroidie & I’hélium liquide pour limiter I'action des phonons du réseau
[229, 230|. Pour pouvoir réaliser des expériences a température ambiante, des systémes
constitués d’une molécule insérée dans une cavité Fabry-Pérot ont par ailleurs été dévelop-
per, permettant de mettre en évidence le dégroupement et 1’émission de photons uniques
a la demande [231, 232|.

L’inconvénient de ce type de source reste toutefois I'importante propension des molé-
cules a clignoter [233], c’est a dire que leur luminescence est intermittente et cet effet est
bien siir indésirable pour contréler le flux de photons. Les molécules ont en outre tendance
a photo-blanchir, c’est a dire & se dégrader (elles subissent une transformation chimique
irréversible) et cesser d’émettre lorsque la durée d’excitation devient trop importante (au

dela de quelques millisecondes & saturation).

Nanocristaux colloidaux

Les nanocristaux sont des atomes artificiels colloidaux, c’est & dire des boites quantiques
réalisées par voie chimique, constituées de cristaux de quelques nanomeétres de diamétre,
éventuellement entourés d’une coquille [234]. Si il a été démontré qu’il s’agissait la de
sources de photons uniques faciles & synthétiser et pouvant étre utilisées & température
ambiante [12], elles présentent cependant un clignotement bien plus important encore que
celui des molécules [235, 236], attribué & des mécanismes complexes d’ionisation et d’effet

Auger (237, 238|, ce qui en limite fortement les applications.
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Centres colorés du diamant

D’autres sources de photons uniques permettant de travailler a température ambiante
sont les centres colorés du diamant ("NV" pour nitrogen vacancy) [239, 240|. Il s’agit
d’impuretés d’azote s’insérant au niveau de lacunes dans la matrice cristalline du diamant
[241, 242], qui s’assimilent & des émetteurs uniques piégés dans un réseau cristallin. Ces
défauts qui présentent en outre 'avantage de ne pas clignoter et de ne pas photo-blanchir
ont bien été caractérisés en 2000 comme sources de photons uniques, mais ils présentent
I'inconvénient d’un important élargissement homogéne (=~ 50 nm) de leur profil spectral
et le temps de vie de 'ordre de 10 ns de leur état excité limite leur fréquence d’émission
[243].

Boites quantiques auto-organisées

Si les boites quantiques semi-conductrices auto-organisées sont limités par leur inter-
action avec les phonons du réseau et nécessitent de travailler & trés basse température, ils
présentent cependant de nombreux avantages, tant au point de vue de leur élaboration que
de leur étude et de leurs applications.

Ce sont tout d’abord des systémes pouvant étre synthétisés industriellement et dont les
matériaux permettent une intégration aisée a des dispositifs d’optique intégrée. En outre
leur longueur d’onde d’émission dans l'infra-rouge proche et moyen permet d’envisager des
applications dans le domaine des télécommunications [140].

Elles présentent par ailleurs une absence totale de clignotement et de photo-blanchissement
et leur durée de vie radiative de l'ordre de la nanoseconde permet d’envisager un taux
d’émission de l'ordre du gigaHertz, & plus forte raison si les boites quantiques sont insé-
rées dans des micro-cavités permettant par effet Purcell [244] d’accélérer la recombinaison
radiative de leur état excitonique fondamental [160, 245, 246, 247, 15|. La possibilité d’in-
sérer les boites dans de telles structure permet de plus de s’approcher de la limite radiative
Ty = 277, ce qui, comme nous le verrons par la suite, est une condition essentielle pour

que les boites quantiques puisent étre utilisées comme sources de photons indiscernables.

6.4 Résultats expérimentaux

Deux types de sources de photons uniques se distinguent, les sources de photons uniques
"annoncés" (248, 249, 250| et les sources de photons uniques "déclenchées" | ou "a la
demande". Le principe de la source de photons uniques annoncés repose sur I’émission
par fluorescence paramétrique et son inconvénient majeur réside dans I'impossibilité de
synchroniser son émission qui se produit a des délais aléatoires. Au contraire, le principe

d’une source de photons uniques & la demande repose sur I’excitation d’un émetteur unique
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au moyen d’impulsions laser (ou électriques) de durée 7 trés courtes par rapport aux durées
de relaxation du systéme, se répétant avec une période T7 bien supérieure & la durée
d’émission 17, soit :

T<< Ty << Ty, (6.37)

Dans ces conditions, chaque impulsion trouve le systéme dans son état fondamental et a
pour effet de le faire passer "instantanément" dans son état excité, état dans lequel il reste
jusqu’a ce qu’au bout d’un temps 77 il se désexcite en émettant un photon. Le systéme
alors de nouveau dans son état fondamental ne peut plus émettre de photons jusqu’a 'ar-

rivée de I'impulsion d’excitation suivante.

Pour caractériser en pratique une boite quantique comme sources de photons uniques,
il faut tout d’abord que celle-ci soit bien isolée spectralement. Cet émetteur unique d’une
durée de vie de 'ordre de la nanoseconde est alors excité au moyen d’impulsions lumineuses
de durée 7 = 2 ps avec un taux de répétition de 82 M Hz, soit T, = 12.2 ns, vérifiant
ainsi bien la condition (6.37). La luminescence de la boite étudiée est donc focalisée sur la
fente d’entrée du spectrométre dans lequel elle est dispersée spectralement, et dirigée sur

la fente de sortie de celui-ci pour étre ensuite envoyée sur le dispositif HBT.

Il est en pratique souvent difficile d’observer expérimentalement g(2) (T =0)=0. Le
critére utilisé pour caractériser une source de photons uniques est alors 9(2)(T =0)<1/2,
puisque pour une source émettant deux photons a la fois, nous avons ¢(® (7 = 0) = 1/2.
En effet, si nous considérons le cas d’un état nombre |n) [115], constitué de n photons et

vérifiant :

aln) =nln—1)
alln) =vn+1jn+1) (6.38)
(n|a*aln) = (n)

oit a et al sont les opérateurs annihilation et création et () le nombre moyen de photons

dans le mode, nous trouvons :

@0 (nla'a'aaln)  (n(n 1))

ST Tnatamy? T (w2

(6.39)

Nous voyons donc qu’un état & un photon se caractérise par ¢ (0) = 0 et un état a deux
photons par g (0) = 1/2.

Lorsqu’un photon est détecté par ’APD reliée a la voie "START" de la carte d’ac-
quisition, se déclenche une horloge, arrétée par I'arrivée d’un photon sur la seconde APD,

branchée elle sur la voie "STOP". Ce second photon peut étre généré soit par la méme
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FIGURE 6.5 : Histogramme du nombre de coincidences en régime impulsionnel, pour une boite
quantique unique, en fonction du délai T. L’ajustement des ponts expérimentaux a €té réalisé par

une somme de fonctions gaussienne de méme largeur ¢ mi-hauteur 1.8 ns, distantes de 12.2 ns

impulsion laser que le premier et dans ce cas, il arrive au bout d'un temps 7 = 0, soit
par une autre impulsion, arrivant alors au bout d’un temps 7 = n T, avec n entier.
L’histogramme alors obtenu, représenté sur la figure (6.5) présente ainsi une série de pics,
séparés temporellement les uns des autre de 12.2 ns et I’absence de pic en 7 = 0 démontre
que chaque impulsion entraine 1’émission d’un seul et unique photon. Notons la présence
de quelques corrélations a délai nul, qui peuvent s’expliquer par la réémission d’un photon
par la photo-diode "start" lorsqu’elle détecte un premier photon, celui-ci pouvant alors étre
détecté par la photo-diode "stop" [140]. Les points expérimentaux de la figure (6.5) sont
ajustés au moyen d’une somme de fonctions gaussiennes de largeur & mi-hauteur 1.8 ns,
espacées de 12.2 ns. Le rapport entre 'aire des pics latéraux et celle du pic central nous
permet de déterminer ¢(?) (T =0) = 0.16, ce qui remplit bien la condition de dégroupe-
ment ¢g® (7 = 0) < 1/2. Signalons que cette mesure étant 'une des premiéres réalisées
avec ce dispositif expérimental, elle a été effectuée a forte puissance d’excitation, ce qui est

responsable de la valeur élevée de g(® (7T = 0).

Pour évaluer la fonction de corrélation du second ordre ¢(2)(77), nous pouvons également
exciter une boite quantique (hors résonance) au moyen d’'un laser Hélium-Néon continu.
C’est ainsi que nous avons obtenu la figure (6.6), sur laquelle nous déterminons a délai nul
g (T = 0) = 0.06, remplissant bien la condition de dégroupement ¢ (7 = 0) < 1/2.
Cette courbe expérimentale est trés bruitée car réalisée avec un laser non stabilisé, mais

elle permet néanmoins de mettre en évidence le dégroupement de photons.
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FIGURE 6.6 : Histogramme du nombre de coincidences en régime continu, pour une boite quantique

unique, en fonction du délai T .

De maniére générale, que 'excitation soit impulsionnelle ou continue, nous trouvons
9(2) (T =0) < 0.2, montrant ainsi que les boites quantiques que nous avons étudiées tout

au long de cette thése sont bien des sources de photons uniques.

6.5 Caractérisation d’une source de photons indiscernables

En 1987, Hong, Ou et Mandel ont réalisé la premiére expérience d’interférences a deux
photons au moyen de photons jumeaux créés par fluorescence paramétrique [251]. Cette ex-
périence restée célébre a permis la mise en évidence d’'un phénoméne purement quantique,
la coalescence de photons, aussi connu sous le nom d’effet Hong-Ou-Mandel. Ces interfé-
rences réalisées au moyen de photons jumeaux donc parfaitement corrélés en temps peuvent
également étre obtenues en utilisant deux photons indiscernables issus de deux émetteurs
différents ou successivement émis par un émetteur unique. De telles interférences ont été
observées en utilisant des boites quantiques pour la premiére fois en 2002 par 1’équipe de
Yamamoto a I’Université de Stanford et c’est ce type d’expérience que nous souhaitons par

la suite réaliser.

6.5.1 Coalescence

Considérons un cube séparateur 50/50, comme celui représenté sur la figure (6.7). Un

photon incident par la voie e; peut étre soit transmis vers la voie s1 avec une probabilité
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FIGURE 6.7 : Rayon lumineux incident sur un cube séparateur 50/50, quatre cas de figure.

1/2, soit réfléchi vers la voie sy avec une probabilité 1/2. L’état |1.,) peut donc s’écrire :

. 1 . . 1
|1e,) = GL 0) = ﬁ(all + a’lz) 0) = NG

ot a' est Popérateur création et |0) I'état du vide. De méme, un photon incident par la

(ITs1) + |155)) (6.40)

voie ez peut étre soit transmis vers la voie sy avec une probabilité 1/2, soit réfléchi vers la

voie s1 avec une probabilité 1/2. L’état |1.,) peut donc s’écrire :

1 1
le,) = af_ |0y = —=(a! —
[Tey) = dg, |0) \/5(5 7

Si nous considérons maintenant l'arrivée simultanée de deux photons indiscernables (méme

L —al,)10) = —=(11s,) — [15,)) (6.41)

vecteur d’onde et méme polarisation), I'un par la voie e, 'autre par la voie e2, nous avons :

o 1. N /A .
|161 162> = aT aT |00> = 7(a:£1 + alg)(a’ll - alz) |00>

el ‘ez 2
1
= 5 (’251082> + ‘151152> - |181152> + ’081282»

1
- 5 (’251082> + ‘081252» (6'42)

Les photons sortent donc soit tous les deux par la voie s; avec une probabilité 1/2; soit
tous deux par la voie s avec une probabilité 1/2, tandis que la probabilité que chaque
photon se dirige vers une sortie différente est nulle. Ce phénoméne purement quantique,
résultant de la nature bosonique des photons, est désigné par le terme de "coalescence" et

permet de mettre en évidence I'indiscernabilité de deux photons.

Nous venons de considérer le cas de deux photons arrivant simultanément sur le cube
séparateur, dans la réalité, chaque photon est représenté par un paquet d’onde d’une durée

finie correspondant au temps de cohérence T5 et la coalescence ne se produit que tant que les
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FIGURE 6.8 : (a) Evolution de la fonction de corrélation du second ordre g® (5T pour Ty = 1 ns,
avec différents parameétres d’efficacité de coalescence, en rouge P = 1, en blew P = 0.75, en noir
P = 0.5. (b) Evolution de la fonction de corrélation du second ordre g (6T) pour P = 0.75 et

différents temps de vie, en rouge Ty = 1 ns, en bleu Ty = 2 ns, en noir Ty = 3 ns.

deux paquets d’onde se superposent. Pour coalescer, les deux photons doivent donc arriver
sur le cube séparés d’un délai At < T5. En outre, pour que deux photons soient indiscer-
nables, ceux-ci doivent étre dans le méme mode k, ol le module du vecteur d’onde vaut
k =2nv /e, c’est a dire que la source dont ils sont issus doit étre la plus monochromatique
possible. Or, comme nous 'avons déja démontré au quatriéme chapitre, la largeur spec-

trale d’une raie de luminescence est inversement proportionnelle au temps de cohérence T5.

En 2002, Bylander et al. [252] ont réalisé le calcul de la fonction de corrélation du
second ordre, pour deux photons temporellement séparés d’'un délai 67, interférant sur
une lame semi-réfléchissante 50/50 et déterminé :

T T
9(2)(57‘) =1— 2712_‘1 6—2\5T\/T2 _ 27;1 (6—\5T\/T1 _ 6—2\5T|/T2) (6.43)

otl, comme nous 'avons vu au chapitre 4, le taux de cohérence 1/T5 peut se mettre sous

la forme d’une somme d’un terme radiatif 1/277 et d’un terme de déphasage pur 1/7%. A

délai nul , nous obtenons donc :

T

AT =0)=1-—2=1-P 6.44

gAET =0) =1~ 52 (6.44)
nous permettant ainsi d’introduire le paramétre :
Ty

P=— 6.45

5T, (6.45)

rendant compte de lefficacité de coalescence. Ainsi la figure (6.8.a) montre 1’évolution

de g (6T) pour différents paramétre P, et nous voyons pour P = 1 (en rouge), nous
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trouvons bien ¢(® (57 = 0) = 0, tandis que pour P = 1/2 (en noir), nous trouvons
g (0T = 0) = 1/2. Sur la figure (6.8.b) est tracée I'évolution de ¢ (§7) pour un méme
paramétre P = 0.75, pour différentes valeurs de la durée 77. Nous voyons que plus celle-ci
est courte, plus le creux de la courbe, appelé le "Hong-Ou-Mandel dip", est étroit. Ainsi, la
réalisation d’interférences a deux photons issus d’une méme boite permet de déterminer le
rapport P = T5/2T} en mesurant g(® (67 = 0), puis de déduire T} et T grace a la largeur
du "dip".

Nous voyons donc d’aprés (6.44) que pour avoir une source de photons indiscernables,
il faut que le rapport P = T5/2T} tende vers 1. Il est facile de le comprendre puisque T3
est le temps de vie de I'état excité, c’est & dire la durée au bout de laquelle est émis un
photon et T5 le temps de cohérence, c’est & dire la durée pendant laquelle le systéme reste
dans la superposition cohérente initialement créée lors de l'excitation. Il apparait donc
clairement que pour que tous les photons issus d’'une méme source soient indiscernables,
il faut qu’ils soient émis au bout d’'un temps 77 < T5 pour que la phase du systéme
n’ait pas eu le temps de changer entre I'excitation de celui-ci et I’émission d’un photon.
C’est pour cela qu’il est important de réduire au maximum les processus de déphasage
pur, pour se rapprocher de la limite radiative 75 = 277. En raison de la difficulté que
représente le contréle et la suppression de ces processus, qui comme nous ’avons vu dans
le quatriéme chapitre sont majoritairement ds a 'interaction avec les phonons, mais aussi
aux fluctuations de l’environnement électrostatique des boites, il est courant d’utiliser
leffet Purcell pour, au lieu d’augmenter le temps de cohérence 715, accélérer I’émission
spontanée et diminuer ainsi le temps de vie T7. C’est ainsi qu’ont été réalisées plusieurs
sources de photons indiscernables en insérant les boites quantiques dans des micro-cavités
[253, 254, 255].

6.5.2 Reéalisations expérimentales

La figure (6.9) montre la premiére expérience d’interférences a deux photons réalisée
par Hong, Ou et Mandel en 1987, pour laquelle des paires de photons jumeaux créées par
fluorescence paramétrique au moyen d’un cristal de KDP pompé par un laser ultra-violet,
sont envoyées sur une lame séparatrice 50/50 (BS sur le schéma expérimental (6.9.a)), en
sortie de laquelle se trouvent deux détecteurs de photons Dy et Dy, chacun permettant
de sonder une des deux sorties de la lame et ainsi de mesurer les coincidences entre les
deux voies. Ces coincidences sont mesurées en fonction de la position de la lame BS, qui
est translatée lentement afin changer le délai entre I'arrivée des deux photons sur ses deux
entrées. Les résultats ainsi obtenus sont représentés sur la figure (6.9.b), ot nous voyons se
dessiner un creux (le "Hong-Ou-Mandel dip") lorsque les photons arrivent simultanément

sur la séparatrice et interférent. Signalons que dans cette expérience, la largeur du creux est
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FIGURE 6.9 : Ezpérience de Hong-Ou-Mandel de coalescence de photons produits par fluorescence
paramétrique [251].
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FIGURE 6.10 : Ezpérience de Hong-Ou-Mandel de coalescence de photons réalisée par Santori et

al. avec des boites quantiques uniques en micro-cavité [15].

donnée par le filtrage spectral imposé expérimentalement, il est donc impossible a partir
de la courbe (6.9.b) de déterminer le rapport T5/27.

Les figures (6.10) sont tirées de l'article [13| présentant les premiéres mesures d’in-
discernabilité réalisées en 2001 avec des boites quantiques, par I’équipe de Yamamoto a
I'université de Stanford. Les boites étudiées sont des boites quantiques d’InAs/GaAs in-
sérées dans des micro-piliers afin d’augmenter le taux d’émission spontanée et ainsi se

rapprocher le plus possible de la condition P = T3 /2Ty = 1. L’expérience a été effectuée
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en excitant une boite quantique au moyen de deux impulsions lumineuses successives, réa-
lisées en faisant passer le faisceau d’excitation par un interféromeétre de Michelson dont
I'un des bras introduit un retard de 2 ns d’un faisceau sur ’autre. Le schéma expérimental
de la figure (6.10.a) montre le dispositif permettant de réaliser la coalescence des photons
émis par la la boite aprés chacune de ces impulsions. Les deux photons sont envoyés suc-
cessivement dans un deuxiéme interféromeétre, constitué d’'un cube séparateur 50/50 non
polarisant, d’un rétro-réflecteur monté sur un bras fixe et d’un rétro-réflecteur monté sur
un bras mobile. La durée de 2 ns séparant les deux trains d’onde étant supérieure au
temps de cohérence, il n’y a pas de coalescence lors de du premier passage par le cube et
chaque photon peut étre soit réfléchi avec une probabilité 1/2 et envoyé vers le bras fixe,
soit transmis avec une probabilité 1/2 et envoyé vers le bras mobile. Signalons que seule
la situation ol le premier photon s’est propagé dans le bras mobile et le second dans le
bras fixe s’avére intéressante car dans ce cas, les deux photons, aprés avoir été réfléchis a
I'extrémité de chaque bras, se retrouvent simultanément sur le cube séparateur et peuvent
alors coalescer. En effet, le bras mobile introduit un retard de At + 2 ns par rapport au
bras fixe, permettant ainsi au second photon de rattraper son retard de 2 ns sur le premier,
tandis que la variation du paramétre At permet de faire faiblement varier le délai entre
I'arrivée des deux photons. Deux détecteurs, placés chacun sur une des sorties du cube
séparateur permettent alors de compter les photons issus dans chaque voie et ainsi réaliser

un histogramme des coincidences comme ceux de la figure (6.10.b).

La figure (6.10.b) montre les résultats expérimentaux obtenus pour trois boites dif-
férentes. Les points expérimentaux ont été obtenus en faisant varier le délai At entre
I'incidence des deux photons sur le cube, et en enregistrant les coincidences obtenues pour
chaque délai, c’est & dire le nombre de fois ol un photon est détecté par chaque détecteur.
Comme le montre les trois courbes expérimentales, lorsque le délai At est nul, les deux
photons sont détectés par le méme détecteur, il n’y a donc pas de coincidences, tandis qu’a
mesure que le délai augmente en valeur absolue, le nombre d’événements ot un photon est
détecté sur la voie 1 et Pautre est détecté sur la voie 2 croit, jusqu’a atteindre 50% lorsque
At > Ty. En effet, dans ce cas nous revenons & un comportement classique et quatre issues
sont possibles et équiprobables, les deux photons sont transmis et partent chacun dans une
voie, les deux photons sont réfléchis et partent chacun dans une voie, le premier photon
est réfléchi et le second transmis, ils partent tous deux dans la voie 1 et le premier photon
est transmis et le second réfléchi, ils partent tous deux dans la voie 2. Il y a alors une

probabilité 1/2 de trouver un photon dans chaque voie.

D’autres groupes ont depuis réalisé ce type d’expérience, en particulier [254, 256, 257|
et trouvé des résultats en bon accord avec la théorie, les temps caractéristiques mesurés

au moyen de ¢(? (6T) étant en bon accord avec les temps mesurés par des expériences
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indépendantes. En particulier, en 2009 & I’Université de Stuttgart, Ates et al. [254] ont ainsi
déterminé un rapport T5/277 = 0.91. Disposant déja d’un interférométre de Michelson
nous permettant de réaliser deux impulsions successives, nous sommes actuellement en
train de développer un deuxiéme interférométre comme celui de la figure (6.10.a), pour
achever la caractérisation de nos boites quantiques comme sources déclenchées de photons
uniques indiscernables et ainsi confirmer leur intérét pour des processus d’information
quantique. Signalons que si dans I’échantillon présenté au cours de ce manuscrit un rapport
P = T5/2T) assez médiocre a souvent été constaté, des mesures préliminaires réalisées sur
les nouveaux échantillons, munis de miroirs de Bragg, semblent montrer un rapport plus

favorable avec Ty ~ T7.

Conclusion

Dans ce dernier chapitre, nous avons introduit la prochaine étape de notre étude, a
savoir la caractérisation de nos boites quantiques comme sources déclenchées de photons
uniques indiscernables. Nous avons pour l'instant débuté ce travail en mesurant, au moyen
d’un dispositif Hanbury Brown et Twiss, la fonction de corrélation du second ordre g(?) (7).
Des mesures réalisées sous excitation continue et impulsionnelle nous ont ainsi permis
d’obtenir 0.05 < ¢ (T = 0) < 0.2, remplissant bien la condition dunicité ¢® (T = 0) <
1/2. La seconde partie de cette caractérisation est actuellement en train d’étre mise en
place, avec la réalisation d’un dispositif du type Hong-Ou-Mandel permettant d’observer
la coalescence de deux photons émis successivement par une méme boite, et mettre ainsi

en évidence leur indiscernabilité.
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Conclusion

Ce manuscrit a présenté 'étude, sous excitation non résonnante et résonnante des
propriétés d’émission de boites quantiques auto-organisées d’InAs/GaAs, étudiées indivi-
duellement. Si’étude non résonnante est facile a réaliser, les expériences a la résonance ont
elles nécessité 'emploi d’une géométrie particuliére, permettant de découpler spatialement
les directions d’excitation et de collection de la luminescence, de maniére & pouvoir observer
cette derniére sans étre perturbé par le laser d’excitation, trés intense et se trouvant a la
méme énergie que les transitions étudiées. Cela est réalisé en insérant les boites quantiques

dans des guides d’onde unidimensionnels de GaAlAs.

L’excitation résonnante des boites quantiques nous a permis de réaliser, au moyen
d’impulsions lumineuses, des oscillations de Rabi et ainsi initialiser le systéme dans une
superposition cohérente de son état fondamental et de son état excité. Des mesures en
température ont cependant mis en évidence une forte interaction du systéme avec son en-
vironnement, responsable d’une perte de cohérence supplémentaire, a 'origine d’un amor-
tissement rapide des oscillations avec la puissance d’excitation. Certaines boites ont par
ailleurs révélé un comportement caractérisé par une relaxation supplémentaire des popu-
lations, responsable d’une diminution du temps de vie radiatif & mesure de ’augmentation
de la puissance d’excitation et & l'origine d’'un amortissement supplémentaire des oscilla-
tions de Rabi. L’origine physique de ce second phénoméne reste a I’heure actuelle difficile

A identifier.

Etant capables d’initialiser I'état du systéme au moyen d’une premiére impulsion, nous
pouvons par la suite manipuler celui-ci par une seconde impulsion dont le déphasage par
rapport & la premiére est parfaitement maitrisé au moyen d’un interférométre de Michel-
son stabilisé en phase. Ces expériences dites de "contrdle cohérent" permettent en outre

d’accéder aux propriétés de durée de vie et de cohérence du systéme a deux niveaux.

Les temps de vie radiatif ainsi déterminés sous excitation résonnante ont en moyenne
été estimés a 650 ps, valeur inférieure & celle mesurée hors résonance par ’étude de la
décroissance temporelle de 'intensité d’émission des boites, de ’ordre de 950 ps. Plusieurs

explications peuvent étre envisagées pour expliquer cette accélération du temps de vie,



262 Conclusion

comme le role des charges environnantes ou 'effet du guide d’onde unidimensionnel. Les
temps de cohérence mesurés a la résonance valent quant & eux en moyenne 300 ps et sont
donc trés inférieurs & leur limite théorique de 2 Tj. Cette observation nous a permis de
mettre en évidence la présence de processus de déphasage pur, responsables d’une perte de
cohérence du systéme, sans relaxation d’énergie. Afin d’identifier I'influence des phonons
dans ces processus, nous avons analyser I’évolution du temps de cohérence en fonction de la
température et constaté la présence de deux cas de figure. En effet, si pour certaines boites,
I'extrapolation a 0K des courbes obtenues correspond bien & la limite de 2 77, identifiant les
phonons comme seuls responsables de la perte de cohérence, il a été observé pour d’autres
boites la présence de processus de déphasage supplémentaires, éventuellement attribuable
a la présence de charges dans I’environnement de celles-ci. La compréhension et le controle
des processus de déphasage restent encore un défi pour la réalisation de "qubit" ou de
source de photons indiscernables. Afin de mieux comprendre le role de ’environnement
électrostatique, plusieurs pistes sont envisageables, comme la réalisation de contacts élec-
triques permettant d’appliquer un champ variable aux structures, afin de controler I’état

de charge des boites quantiques.

Dans les boites quantiques, la brisure de symétrie de révolution autour de ’axe de crois-
sance engendre une levée de dégénérescence des états brillants |[£1) excitoniques en deux
états de structure fine |X) et |Y). Un interféromeétre de Fabry-Pérot utilisé comme filtre
interférentiel nous a permis de résoudre cette structure fine et de déterminer un splitting
entre les deux états excitoniques compris entre 15 peV et 225 peV'. Cette étude a cependant
mis en évidence une différence, sous excitation non résonnante, de l'intensité d’émission
des deux états, dont ’étude en polarisation a de plus montré la non-orthogonalité entre les
états | X) et |Y). Ces deux observations nous ont amené a réaliser une étude poussée de la
polarisation de la luminescence émise par les boites et nous avons ainsi mis en évidence un
mélange de l'ordre de 15% des états de la bande de valence. D’une maniére générale, nous
n’avons expérimentalement observé aucune relation liant la longueur d’onde d’émission, la
valeur du splitting de structure fine et les paramétre du mélange entre trous lourds et trous
légers, ce qui laisse & penser que ces différents paramétres dépendent de fagon complexe a

la fois du potentiel de confinement et du champ des contraintes.

Ce mélange étant responsable d’une inclinaison des états | X) et |Y'), sous excitation ré-
sonnante, en raison de la largeur spectrale du laser d’excitation, bien supérieure a la valeur
du splitting de structure fine, ceux-ci se trouvent tous deux excités de maniére cohérente et
I’émission résultante est polarisée linéairement selon une direction permettant de détermi-
ner le rapport des forces d’oscillateur, compris entre 0.2 (Fg =5 Fy) et 2 (Fy =2 Fg).
L’existence d’un tel systéme & trois niveaux pourrait alors expliquer certaines observations

faites lors de la réalisation d’oscillation de Rabi ou de certaines expériences de controle
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cohérent. Nous avons d’ores et déja pu constater que la prise en compte d’un troisiéme
niveau coincidait bien avec I’observation de courbes d’oscillations de Rabi dont 'intensité
augmentait avec la puissance d’excitation. En effet, 'ajustement théorique de ces courbes
expérimentales s’est révélé en bon accord avec les rapports de forces d’oscillateur obtenus
par des mesures en polarisation réalisées en paralléle. Il serait donc intéressant de pous-
ser I'étude en considérant I'influence d’un troisiéme niveau sur les expériences de controle
cohérent. Par ailleurs, afin de confirmer I'influence d’un troisiéme niveau sur ’allure des
courbes d’oscillations de Rabi, il peut étre envisagé de jouer sur la polarisation d’excitation
afin de n’exciter qu'un seul des états structure fine, ou au contraire de les exciter tous deux

a I'identique.

Nous sommes donc & I’heure actuelle capables d’initialiser le systéme dans une super-
position cohérente, un qubit, que nous pouvons par la suite manipuler. L’étape suivante
dans la caractérisation de I’émission des boites quantiques est la mise en évidence de la
possibilité de les utiliser comme sources & la demande de photons uniques et indiscernables.
La mise en place d’un dispositif du type Hanbury Brown et Twiss nous a déja permis de
mettre en évidence la possibilité de générer des photons uniques a la demande. L’étape
suivante consiste maintenant a la réalisation d’un dispositif du type Hong, Ou et Mandel,
visant & démontrer l'indiscernabilité de ces photons. Un probléme se pose cependant avec
nos échantillons actuels en raison d’un rapport T5/27; encore faible, limitant cette indis-
cernabilité. Pour y remédier, nous travaillons actuellement & 1’élaboration de nouveaux
échantillons dans lesquels les boites sont insérées dans une cavité constituée de miroirs de
Bragg, dans laquelle sont gravés les guides d’onde unidimensionnels. Les résultats prélimi-
naires obtenus sur ce type d’échantillons semblent augurer d’un rapport T5/27; ~ 0.55,
plus favorable et démontre également une bien meilleure efficacité d’extraction.

Lorsque l'indiscernabilité des photons émis avec un rapport T5/277 > 0.7 aura été
démontrée, nous serons en mesure de procéder a lintrication dite "time-bin" de deux
photons issus d’'une méme boite quantique et envoyés, au moyen de deux interférométres,
sur une lame semi-réfléchissante, comme cela a été proposé par Larqué et al. [258], ouvrant
ainsi la voie vers l'intrication, étape indispensable & la réalisation d’opérations de calcul
quantique.

L’intrication de deux boites quantiques indépendantes reste aussi un important défi a
surmonter, dans le but de réaliser un certain nombre de transformations sur un ou plusieurs
qubits, autrement appelées portes logiques quantique, telle qu'une porte "C-NOT" a deux
qubits. Pour cela, il faut cependant que des efforts soient faits au niveau de la croissance,

oll un contrdle plus poussé de la taille et du positionnement des boites doit étre obtenu.
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Annexe A

Modéle de Kane

Les énergies propres F,j sont solutions de 1’équation :

(E[(k —0)+ 22”"“’ ) Uy (1) = <Enk _ h2k2> i (7) (A1)

Me 2 me

avec, au voisinage de k =0 :
Unke(T) =Y _ Contetimo (T) (A.2)

Le modele de Kane [50, 43| repose sur ’observation de forts écarts entre les énergies des
différentes bandes d’'un matériau, permettant de ne considérer que quatre bandes, I'g, I'7 et
I's et de réduire ainsi le systéme au sous espace {u19(7);...; ugo(7)} dans lequel I’équation
(A.1) s’écrit :

8 8
. hik.p 12k
<H(k = 0) + 2 m, ) mz:l kaumO(T) = (Enk - 9 me> n; kaUmO(r) (AS)

d’oti, en projetant sur wu,,o(r) :

: h2k> h
> ot | (Bn = Bt 5o ) S+ 1 o eplumor))| =0 (A0
m=1

2 me e

Nous obtenons ainsi un systéme de huit équations couplées a résoudre. En prenant comme
origine des énergies £ = 0 au bas de la bande de conduction, calculons & titre d’exemple
quelques éléments de matrice du hamiltonien H¢/f = H(k = 0) + W (k). Commencons par

les éléments diagonaux :

R R h2k2
(uro(r)[H Juro (7)) = (ugo(r)| H Juge(r)) = 0 + e (A.5)
. . h2k2
(uso(r) [ H Jugo (1)) = (uso(r)| H Juso(r)) = —E, + (A.6)

2 me
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R R h2k2
(uso(r) [ H Juso (1)) = (ugo(r) [ H Jugo(r)) = —Ey + 5 e (A7)
. . h2k2
(uzo(r)| H Juzo (1)) = (uso(r)|H jugo(r)) = —E, + e Aso (A.8)

Pour les éléments non diagonaux, le calcul est moins trivial, cherchons par exemple :

(ro ()| B Juso(r)) = (=i (5 1)) AV (\}6|<X+iY>¢>—\/§\Z¢>>

= (=) (—@m) (512 2)
2
- —\/;hk:ZP (A.9)

<! X0 = <| 1Y) = H “12) (A.10)

ol

est I’élément de matrice de Kane. De méme, nous trouvons :
- . ‘e 1 .
(o (P usolr)) = (iS5 1) 79 ([0 +i7) )

o hg (1 x4
= (i) (g e (SIZE1X) 4 ik (5121

1
= —hki P A1l
\/i + ( )
ot nous avons posé ki = k; +tk,, comme par la suite, nous poserons k_ = k; — ik,. Dans

la base {uio(7), uso(r), uso(r), uzo(r), u2o(r), uso(r), uo(r), uso(r)}, le hamiltonien
effectif s’écrit ainsi sous la forme matricielle représentée dans le tableau (A.1).

Si nous nous intéressons plus particuliérement a la dispersion des bandes dans une di-
rection particuliére, par exemple la direction z (alors k = k., et k; = k; = 0), il est alors
possible, en se placant dans la base {u19(r), uso(r), uzo(r), uso(r), uo(r), u2o(r), uso(r),
ugo(r)} de réécrire le hamiltonien du tableau (A.1) sous la forme de celui du tableau (A.2).
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Pour résoudre I’équation (A.4), posons :

h2k?

2 me

)\nk = Enk: -

(A.12)

et cherchons les valeurs de A pour lesquelles le déterminant de la matrice HelT — Bl
(ou I est la matrice identité) est nul. Dans la base {u19(r), uso(r), uro(r), uso(7), ueo(r),

u20(T), uao(r), ugo(r)}, cette marice peut s’écrire sous la forme :

A
H — Bl = B (A.13)

ou
2 1
-2 —fﬁkzP —hk, P
3 V3

5
A= }/;hkzP B, A 0 (A.14)

—hk,P 0 —E,— Aso — A
\/g g

est la matrice sur les états my = +1/2,

B= <_E~" - 0 ) (A.15)

est la matrice sur les états my = £3/2 et

2 1
—-A —\/7hkzP —hk,P
3 V3

C= —ﬁhkﬁzP B, A 0 (A.16)

—hk,P 0 —FE, —Agp — A
\@ g

est la matrice sur les états mjy = —1/2.
Pour annuler le déterminant de la matrice (A.13), il nous faut annuler le déterminant des

trois sous-matrices précédentes. Pour les matrices A et C, nous obtenons ainsi I’expression :

2
ME,; + M) (Ey+ Aso + ) = h? k2 P? (E, + §ASO + ) (A.17)
avec les énergies
R2k? A
FEn = 1
nk )‘nk + 2 me ( 8)

qui décrivent la dispersion des bandes I'g, I'7 et Féh (trous légers), chaque bande étant deux

fois dégénérée. Et pour la matrice I3, nous obtenons :

A=-E, (A.19)
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d’ou
h2k?
2 Me

Esk = B, = —Eg + (A.20)

qui décrit la dispersion de la bande TA" (trous lourds) deux fois dégénérée en énergie.
Cependant, cette derniére expression indique une courbure de bande positive, ce qui n’est
en réalité pas le cas. Il faut donc pour la bande de trous lourds tenir compte de son couplage

aux bandes autres que I'g, I'7 et Flsh.



Annexe B

Calcul des états propres d’une boite

quantique rectangulaire

Considérons le cas simple d’'une boite quantique rectangulaire dont les dimensions L.,
L, et L, sont grandes devant le paramétre de maille Aa du réseau cristallin (en effet,
elles contiennent en moyenne 10* a4 10° atomes) et déterminons les fonctions d’onde et
les énergies propres associées aux électrons de conduction et de valence, dans le cas d’'un
confinement tri-dimensionnel. Comme dans le cas du puits, les électrons de conduction et
de valence ont pour fonction d’onde le produit d’une fonction atomique wu,g(r) et d’une
fonction enveloppe x(7), variant lentement par rapport a la partie atomique et obéissant

aux équations :

—q 2
[(2? w(ﬂ] Yelr) = & xelr)

(_mvcy (B.1)
ot ] el =8 et

ol m} et my sont les valeurs absolues des masses effectives des électrons de conduction et
de valence, et V, et V,, leurs potentiels de confinement. Comme les porteurs de charge sont
ici confinés dans les trois directions de ’espace par des barriéres de potentiel infinies, il est

possible de séparer les variables d’espace et d’écrire les fonctions enveloppe sous la forme

générique :
Xc(r) = fc(x) gc(y) hc(z)
(B.2)
X’U(T) = fv(x) gv(y) hv(z)
En posant :
2 (0 2 25(2
() = TS 'ty) = LY =" By
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le systéme (B.1) se réécrit alors :

( h

2
- *
2 m}

(fe (@) ge()he(z) + fe(x) g (Y)he(2) + fe(x)ge(y)hi (2)) + Ve fe(x)ge(y)he(z)

=&, fc(l')gc(y)hc(z)

2
o (P @) u)h(2) + @)l () + Fol@)guWH)) + Vo Fol@)e (ol
=&y fo(®)gu(y)ho(2)
(B.4)
soit :
R () gy RN
> <fc(w) T ev) +hc<z>> Tl (B.5)
B gly) | MY . |
2 m (fv(x) Tl Thiz)) TE TV
d’ou :
B 4 I 7 ) B L ) B
2mi fo(r)  2my ge(y)  2mE he(2) (B.6)

Rl R ogiy) B k()

= = constante = E
2m; fo(z)  2m go(y)  2mi ho(z) !

ou B} > 0 et E; < 0. Nous devons donc résoudre des équations différentielles du type :

@)+ 2 B, fula) = 0 (B.7)

Dans la direction = (de méme que pour les directions y et z), les solutions sont du type :

2m} 2
f(x)=A cos( hn;CEC x) +B sin( ;;CEg :c) (B.8)
Les fonctions enveloppe s’annulant en +71,/2, £L, /2 et £L,/2, nous trouvons :

2m* L, 2m} | L,
fo(~La/2) = A cos( ek, ) -B sin< ek, ) =0

hQ 2 hQ 2
(B.9)
2 m? L, . 2 mz L,
fe(Le/2) = A cos (\/ﬁ 2) +B Sln( ?Ec 2) =0
d’ou :
2m; | L,
fe(=Ly/2) + fe(Ly/2) =2 A cos 2 E. <= 0 (B.10)
donc :
2 m* L T
—5 Be o =2+ 1) B.11
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avec p entier. Nous avons alors :

fo(~Lo/2) = =B sin ((2p+1)3) = FB =0

De méme :
fol~La/2) - fo(L2/2) =2 B sin( S Lg) -
donc :
zhvgﬁ E % -

avec q entier. Nous avons alors :
fe(=Lg/2) = A cos(qgm) =+A =0

Nous pouvons donc introduire 'entier p, tel que :
2m} | Ly 7r
Ve ey Ty

si p; est impair : f (z) = A cos(ps

de sorte que :

si pg est pair : f§ (x) = B sin(p, Ll x)

x

En normalisant la fonction f7 (), nous trouvons A = B = \/2/L,, d’ott

2
si py est impair : f7 (v) = \/: cos(px Ll )
x x
) ) 2 . s
si p; est pair : f;z (x) = I sin(py - )
X X

. . . e . . )
tandis que I'énergie E = associée au nombre quantique p, vaut :

B — h? <pm7T>2
P 2mz \ Ly

En faisant le méme raisonnement pour les composantes y et z, nous obtenons :

h2
c —
gpz:pyvpz - ‘/C + 2 mx*
C

() () ()

ainsi, pour ’état fondamental de la bande de conduction, nous avons :

2 T 2 s 2 T
C — - _
Xl’l’l(:n,y,z) = ”sz COS(Lx x) “Ly COS(Ly Y) “LZ COS(LZ z

e 1 1 1
E =Vt —— | — 4 — + —
L= Vet g my [Lg * L2 + Lg]

(B.12)

(B.13)

(B.14)

(B.15)

(B.16)

(B.17)

(B.13)

(B.19)

—

B.20)

(B.21)
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De méme, pour la bande de valence, nous trouvons :
PazT ? DT ? PzT ?
X €T x
B.22
Gy )+ ()] e
ainsi, pour ’état fondamental de la bande de valence, nous avons :

2 T 2 ™ 2 T
X‘1’7171(:c,y,z) = ,/—L cos(—L x) ,/—L cos(—L Y) 1/—[/ cos(—L z)
T T y y z z

) e 1 1 1
t11=Vo— 5 fg*fg*fg

h2
2 m}

g =V,

pz 7py 7pz

(B.23)
2 mj

Nous voyons donc d’apres les expressions (B.20) et (B.22) que les énergies de confinement :

Fc _ h? PaT 2+ Yz 2+ PaT 2
conf = 2mx |\ Ly L, L,

h? yZous 2 PaT 2 Y2 2
EY =
o= | (22) + () ()

des électrons de conduction et de valence dépendent de leur masse effective respective et

sont donc différentes.



Annexe C

Origine de 'interaction coulombienne

d’échange

Considérons le cas de N électrons dans un semi-conducteur parfait, a température nulle.

L’état fondamental du systéme s’écrit alors :
0) =10e.;N e,) (C.1)

c’est a dire que les N électrons sont dans la bande de valence et la bande de conduction
est vide, tandis que le premier état excité correspondant au passage d’un électron dans la

bande de conduction s’écrit :
ch) = ‘1 €C_; (N - 1) €;> <C2>

Nous pouvons traduire cela par la création d’un électron de conduction et ’annihilation
d’un électron de valence, ce qui dans le formalisme de la seconde quantification se traduit
par D’écriture :

Vo) = alay, |0) (C.3)
.

ou les opérateurs a, /v et a./, sont les opérateurs création et annihilation des électrons de

conduction et de valence.

Lorsque nous avons écrit dans le premier chapitre, I’énergie de 1’état excité sous la
forme (1.68), nous n’avons en fait considéré que les énergies Ex,. et Eyg,, respectivement
de I’électron créé dans la bande de conduction et de celui détruit dans la bande de valence,
sans tenir compte de la modification de l'interaction coulombienne entre ce Nieme électron
et les (IV — 1) autres électrons, présents dans la bande de valence. Il y a en réalité une
répulsion coulombienne entre 1’électron de conduction et les électrons de valence, corres-

pondant & une interaction attractive entre cet électron et le trou de la bande de valence.
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Fi1GURE C.1 : Interaction d”un électron de conduction de spin up avec deux électrons de valence.

Commencgons par considérer deux particules identiques de charge ¢, I'une dans un état
|¥,) et Pautre dans un état |U;), 'état de Pensemble étant noté |¥u) = |V,) ® |¥p) ou
[Wpe) = |¥p) ® |V,). L'interaction coulombienne entre ces deux particules est décrite par

le hamiltonien :
~ 1 q2

coul —

(C.4)

H |’I"1 — T2|2
oll € = €g€, est le produit de la permittivité du vide et de la constante diélectrique du
matériau. Ce hamiltonien peut se décomposer en deux termes :

— un terme direct :

2 2 2
: q [Wa (ry)[*[Ws(ra)|
W = (Vap|Heout|Yap) = — drid C.5
(Yab|Heou|Wab) = 1 — // D e (C.5)
— un terme d’échange :
. 2 P P \I]a i}
S = (Uop| Hoont| Vpa) = q// drydr a(r1) Wi (ra) (;‘2) b(r1) (C.6)
dme |r1 — o]

ce dernier provenant de I'antisymétrisation des fonctions d’onde pour les fermions [68].

Ainsi, si nous considérons par exemple le cas simple, illustré par la figure (C.1), d’'un
électron de conduction de spin up, d’énergie cinétique &, en interaction avec deux électrons
de valence de spin opposé, son énergie totale (en prenant 1'origine des énergies en haut de

la bande de valence) est de la forme [43] :
E.(T) = Es+&

2
+ (é) ((the T o M = (W0 T e M) Heow (Jthe T80 1) = |00 T4 1))

2
+ (%) ((the T o 4 = (W0 T e W) Heow (Jthe T80 1) = |th0 T 9 )

= Eg+&+2W+S (C.7)
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en ayant posé :

W = <7,Z1cv‘f{coul ’¢cv>

A (C.8)
S = <wcv‘Hcoul ch>

Si nous considérons maintenant notre systéme de N électrons, le hamiltonien (C.4)
s’écrit sous la forme d’une somme d’opérateurs a deux particules, impliquant chacun les

électrons deux a deux [60] :

A 1
Hepu = 5 Z hagys aLajga(gcuY (C.9)
a757776
avec
2 WE(r) W (re) Wy (r2) Ws(r1)
q a\T1)* g\T2) ¥4 (T2)%6\T1
h = drid C.10
afys = 4 // ridry P (C.10)

En prenant uniquement en compte la bande de conduction et la bande de trous lourds,

nous cherchons a calculer :

N 1
(Ve Heout|Worer) = (0 a:r;ac| ) Z ha,@q/d aiya}jalsa'y |CLZ,CLU/ 10) (C.11)
Oé,ﬁ,'}ﬂé
.|.

ol les termes a',a, et a;r,ac créent respectivement un électron de conduction dans 1’état ¢/

cl
et un électron de valence dans I'état v, et détruisent un électron de valence dans 1’état v’

et un électron de conduction dans ’état c.

Intéressons nous tout d’abord au cas v # v/, ¢ # /. Les termes agaga(;aq, doivent alors
créer un électron v’ et ¢ et détruire un électron ¢’ et v. Seuls quatre termes de la somme

(C.11) sont donc non nuls :

A 1
<\I’vc|Hcoul|\I’v’c’> = <O| alac|§ (hcv’vc/ alal/ac’av + hytecrn aj}/a;r@vac’
+hey e alal,avac/ + Ry oper Cllﬂl%/%) |al,av/ |0y (C.12)

Les deux premiers termes correspondent & des processus directs, illustrés par la figure
(C.2.a), ou un électron dans I'état v est détruit pour créer un électron dans I'état v, tandis
qu'un électron dans l’état ¢’ est détruit pour créer un électron dans I’état c. Notons que
ces deux termes sont égaux puisque nous avons d'une part la régle d’anticommutation
{a;, a}} = 0;5, qui implique aiaz,ac/av = al/azavad, et d’autre part comme ils représentent
le méme processus, les termes h.yrper €6 Ryreery sSONt égaux et donnent la méme contribution
a I’élément de matrice calculé.

Les deux termes suivants, illustrés par la figure (C.2.b), correspondent a des processus

d’échange, un électron dans I’état v est détruit pour créer un électron dans I'état ¢, tandis
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bande de bande de
conduction conduction
C c' o c'

@—@-

@—@-

oo
T
VY
—@-

\" \' \' Vv
bande de bande de
valence valence
(a) interaction coulombienne directe (b) interaction coulombienne d’échange

FIGURE C.2 : Schématisation des processus coulombiens a) direct et b) d’échange, dans une boite

quantique.

qu'un électron dans 'état ¢ est détruit pour créer un électron dans I'état v’. Ces deux
termes sont eux aussi égaux entre eux puisque al,alac/av = alal,avac/, et heyrety = Rytepe! -

Le terme d’interaction coulombienne s’écrit donc ici :
<\I"vc|Hcoul|\I]1}’c’> - _hcv’vc’ + hcv’c’v (013)

ol nous retrouvons un terme direct :

2 T* (1)U, (r9) Uy (r9) Ty
hcvlvclzf//d’rld’rz c(r1) W3 (ro) Wy (r2) Wer (71) (C.14)

TE ‘7‘1 —’1“2’2

et un terme d’échange :

[ amary 2T )

4 C.15
4re |’I"1 —T2|2 ( )

hcv’c’v =

Les cas v # v/, ¢ = ¢ et v = v/, ¢ # ¢ ne se rencontrent pas dans le matériau massif,
dans lequel en raison de l'invariance par translation, les états électroniques sont des états
de Bloch et il y a conservation du vecteur d’onde. Dans ce cas, l'interaction coulombienne
ne peut pas coupler deux excitons de vecteurs d’onde différents, tels que kx = k. — k,
et kx: = k. — ky, ou kx = k. — k, et kx: = ks — k,. Dans les boites quantiques ol
I'invariance par translation est brisée, les nombres d’onde k£ ne sont plus de bons nombres

quantiques et ces cas de figure peuvent alors étre observés.
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Commencons par le cas v # v/, ¢ = ¢, les termes ala;a(;av doivent alors seulement

créer un électron v’ et détruire un électron v. Nous retrouvons donc la somme :
1
(0] alac\g (hw/w alaz/avac + Ay eve al/azacav
Fheyve abal,acay + by al,alaya ) lala, |0) (C.16)
cv’'ve Qelly ety vlccvy Uy lelyte cv .

et puisque les termes ajlazgagay, qui n’ont plus & créer un électron c et annihiler un électron
¢ peuvent de fait créer et annihiler un électron dans un état v; quelconque, il s’ajoute donc

une somme sur les états v; tels que v; # v, v; Z v et v; #c:

1
(0] alac|§ Z (hviww GLGI/%GW + Py, o0, al,aliaviav

v £V
v £V
v;F#cC
h I al h " al fay [0 C.17
+ ’L}i’l)/’U’U,L' ayiav/aviav + ’U/'Ui’Ui’U av/aviavavi ‘a’cavl ’ > ( N )
Nous trouvons donc :
(‘Ijvc|ﬁcoul|qjv’c> = hcv’cv - hcv’vc + Z (hUiU/UiU - h’vivlvvi) (C'18)
V; £V
v; £V’
v F£C

De méme, dans le cas v = v/, ¢ # ¢/, les termes aj)éagalga7 doivent seulement créer un

électron c¢ et détruire un électron ¢’, nous obtenons ainsi :

<\I/vc‘f{coul‘qjvc’> = hcvc’v - hcvvc/ + Z (hcvic/vi - hcvivic’) (019)
V; £V
v;F#cC
v;#£c

Finalement, considérons le cas v = v’, ¢ = ¢, on il n’y a plus aucune contrainte sur les
termes aLaEava(g. S’ajoute donc au terme heyey — heppe Une double somme sur les états v;
et vj, avec v; # vj; et v;,v; # v puisque le terme aiav a détruit Iélectron v et créé 'électron
c, d’ou :

<\Ilvc|Hcoul|\I]vc> = hcvcv - hcvvc + 5 (hvjvivjvi - hvjvwivj) <C2O)
v;,U5
Vi >Vj
v; FU
v FV

ol la somme sur sur les états v; et v; peut se réécrire sous la forme :

Z (hvjvivjvifhvjvivivj) = Z (hvjvivjvi*hvjvivivj)JFZ(hvicvic*hviccvi)*z (hvivviv*hvivvvi)

V;,V5 V4,V5 i v;
v; >0 V>0 Vi F£V ViFV
ViV viFc viFe viF£C

vj#v vj#cC
(C.21)
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Le premier terme est une somme sur les N états de valence, puisque nous avons inclus
v;; = v et exclu v;/; = ¢, il s’agit donc de la somme de tous les processus coulombiens a
deux électrons lorsque le systéme est dans son état fondamental [0) = [0 e;; N ey ), que

nous choisissons nulle par convention d’énergie, soit :

<0|ﬁcoul‘0> = Z (h'UjUi'Ujvi - hvjvivivj) =0 (0'22)

ol

viFce

vjFc
Le second terme est la somme des interactions coulombiennes entre 1’électron passé
dans la bande de conduction et les (N — 1) électrons restés dans la bande de valence,

notée :

@@c - Z (hvicvic - hviccvi) (023)

Uiv;év

viFC
De méme, le dernier terme est la somme des interactions coulombiennes entre 1’électron
qui était dans I’état v lorsque le systéme était dans son état fondamental, avec les (N — 1)
autres électrons de la bande de valence, interaction qui a disparu lorsque 1’électron est

passé dans la bande de valence. Notons la :

é(’v = Z (hvivviv - hvwvvi) (C24)
’U:;ié’u
v F£C

Au final, nous trouvons donc [68] :
<\Ilvc|f{coul|\pvc> = hcvcv - hcvvc + éac - éav (025)

ou &, — &, représente la différence entre I'interaction de I'électron une fois qu’il est passé
dans la bande de conduction avec les (N — 1) électrons restés dans la bande de valence, et
I’énergie d’interaction entre cet électron et les (N — 1) autres lorsque celui-ci était encore

dans la bande de valence.

Dans les quatre cas de figure envisagés ici, nous pouvons distinguer d’une part le premier
(v#£0, c# ) et le dernier (v =1, ¢ = ), pour lesquels I'interaction coulombienne se
résume a la somme d’un terme direct (heyrper OU heppe) €t un terme d’échange (hey e, ou
hevey) iImpliquant uniquement ’état de conduction occupé et I’état de valence vidé lors de
la création de ’exciton, avec dans le dernier cas I'ajout d’une énergie de renormalisation
é. — &y, et d’autre part les deux situations intermédiaires (v # v/, ¢ # ¢ et v = v/,
¢ =), qui sont absentes du matériau massif et pour lesquelles il faut ajouter des termes
impliquant tous les autres états de valence occupés par les électrons. Cependant, comme

nous considérons pour l'instant uniquement la transition d’un électron du dernier niveau
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e e
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(a) interaction coulombienne directe (b) interaction coulombienne d’échange

FIGURE C.3 : Représentation diagrammatique des processus coulombiens a) directs et b)

d’échange, entre un électron et un trou.

de valence au premier niveau de conduction, nous pouvons négliger ces termes en raison du
mauvais recouvrement des fonctions enveloppe [76] et écrire de fagon générique l'interaction

coulombienne sous la forme :

<\Ijvc|ﬁcoul|\1]v’c’> = hcv/c’v - hcv’vc’ + 5vv’6cc’(gc - gv) (026)

Nous venons de présenter l'interaction coulombienne d’échange en représentation élec-
tron de valence, pour en comprendre 'origine. Il est cependant courant en physique des
semi-conducteurs de considérer I'interaction d’échange électron - trou, tout en se rappelant
que I’électron et le trou ne sont pas deux fermions indiscernables et que nous parlons d’in-
teraction d’échange car il s’agit en réalité de l'interaction d’échange entre deux électrons,
I'un dans I'état 1. et Vautre, fictif, dans I’état 1. Une représentation diagrammatique
de l'interaction coulombienne d’échange et de l'interaction coulombienne directe entre un

électron et un trou est représentée sur la figure (C.3).
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Annexe D

Résolution des équations de Bloch

optiques sous excitation résonnante

Pour résoudre les équations de Bloch optiques, nous avons introduit au troisiéme cha-

pitre les trois composantes du vecteur de Bloch :

( u(t) = % (601(t) + 610(t))
o(t) = 5 (Gun(t) —~ o10(t)
w(t) = % (o11(t) — aoo(t))

Les équations de Bloch optique se réécrivent alors :

et se résolvent en déterminant les solutions stationnaires :

\

auxquelles s’ajoutent des solutions transitoires que nous allons déterminer.

t
u(t) =g v(t) — l;(b)
v(t
0(t) = —0r u(t) + Qr w(t) — 1(12)
t)+1/2
W(t) = Qg v(t)_w
T
e L T3 61, QR
T2 T+ Th+ 1
o1 T) Qg
T2 2T+ 0T T+ 1
1 62 T +1
wg = L1+

2R TIHOL T T+ 1

(D.1)
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Considérons que le systéme & deux niveaux est initialement dans son état fondamental :

plt = 0) = (3 ?) (D.4)

et plagons nous dans le cadre d’une excitation résonnante :
o, =0 (D.5)
La premiére équation de Bloch devient alors :

a(t) = —“:g) (D.6)

ce qui en tenant compte des conditions initiales donne la solution :
u(t) =u(0) =0 (D.7)

L’évolution de I'état du systéme est donc décrite par les deux équations différentielles
couplées :

t

i) = 2 w(t) -

2
w(t)+1/2 (D-8)

11

Pour résoudre ce systéme, commengons par dériver ces deux équations par rapport au

w(t) = —Qp o(t) -

temps : '
(t) = Qpr w(t) — v;t)
fb(t) (D.9)
w(t) = —Qgr o(t) — T

B(t) = —02 v(t) — SR ((t) + 1y = 20

(D.10)

Remplagons, dans la premiére équation Qpr w(t) au moyen de la premiére équation du
systéme (D.8), et dans la seconde Qg v(t) au moyen de la seconde équation du systéme

(D.8), pour parvenir a :

n T 27 Ty

Cw(t) w) +1/2 ()
TS T\T, Ty

(D.11)
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Nous obtenons ainsi un systéme composé de deux équations différentielles du second
ordre, indépendantes 'une de l'autre :
1 1 1 Qgr
b(t =+ = | ot 02 t) = ——
0+ (7o + 72 ) 10+ (%4 777 ) o) =~ 58
1 1 1 1
bt — 4+ = |w(t 02 t) = —
wl0) + (5 + 75 ) 00+ (% + o ) wl) = g7

qui ont pour solution générale la somme des solutions o(¢) et w(t) des équations homogeénes

(D.12)

associées aux deux équations différentielles :
.. 1 1 - 1
b = = L QQ ~ _
o(t) + <T1 + T2> o(t) + < B+ T1T2> o(t) =0
b(t) + L, 0(t) + | Q%+ ! i(t) =0
v noT)" Rt )N T

et des solutions particuliéres vg et wg trouvée dans la partie 3.4.1. Pour trouver la solution

(D.13)

des équations différentielles du second ordre & coefficient constant (D.13), il faut déterminer

les racines r+ de I’équation caractéristique associée :

1 1 1
2 2
+ + + | Qr + = D.14
" <T1 T2>T < R T1T2> 0 ( )

1/1 1 1/1 1)
= = )= =) —2 D.15
"+ 2(n+3> %4@1 B) R (D.15)

Si nous considérons uniquement le cas d’un couplage fort entre le champ incident et le

qui sont :

systéme, c’est & dire si 'amplitude du champ incident est suffisamment intense pour que

Qp > % T% — T%), la quantité sous le radical du second terme de (D.15) est négative et les

racines r+ peuvent s’écrire sous la forme :

ry = —yxiQ (D.16)
_1(1 1
T\ T
1/1 1)\
Q=402 - (— - —
¢}f4<ﬂ B)

La solution générale des équations différentielles sans second membre (D.13) prend
+iQt

ou :

(D.17)

donc la forme d’une combinaison linéaire d’exponentielles imaginaires e , C’est a dire de
sinusoides de pulsation 2, amorties par une exponentielle réelle e=7*, la constante d’amor-
tissement 7 étant la moyenne des constantes d’amortissement 1/7 et 1/, respectivement
des variables w(t) et v(t) :
ﬁ(t) — Aemrt + BGT’t — (Aeiﬂt + Be—iQt)e—vt
(D.18)
u?(t) = Ale™+t L Ble-t = (Aleiﬂt + B/efiﬂt)ef'yt
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o A, B, A" et B’ sont des constantes déterminées a partir des conditions initiales issues
de (D4) :

v(0) =0

0 1 (D.19)

w(0) = D)

qui d’apreés les équation de Bloch (D.8) impliquent :

0 Q
5(0) = —Qpuw(0) - 2O _ Or
I 2 (D.20)
~w(0)+1/2 0

Ty

La solution générale des équations de Bloch (D.8) avec second membre prennent quant

a elles la forme :
v(t) = Ae’+t + Be™! + vg
(D.21)
w(t) = A'e™t + B'e™t + wg
ol vg et wg sont les solutions stationnaires données par (3.82). L’utilisation des conditions

initiales (D.20) nous permet d’obtenir les relations :

Q Q
Anr—l—Br_:?R = B:—AT—”L+27R
o (D.22)
Ary +Br_=0 = B =-A-—"
r_
et les solutions générales (D.21) se réécrivent :
et Tt et OQr r_t
v(it)=A(et' — —e" " |+ —€e""+ug
r_ 2r_
(D.23)

r—

w(t) = A (e’”rt - me“t) + wg

En utilisant maintenant les conditions initiales (D.19), il est possible de déterminer l'ex-

pression des constantes A et A’ :

r Q Q r_
Al -5+ 2B p =0 = A= (vg+ —2)
r—’ o 2r_ 2r_ " (ry —r2) (D.24)
T 1 1 r_ ’
A/ 1— o+ = —— = A/ = —)
( T_)+ws 9 (ws+2)(7"+—’l"_)
et en remplagant ces expressions dans (D.23), nous obtenons :
Qr\ r_e*t —rie™~t Qg
t) = tid il
v(t) Vst (vs + 21") Ty —T_ 2r_
e+t r_t 9 ret _ r—t
= wvg+vg r=¢ r+e YrRET ¢ (D.25)

T4 —T_ 2 ry—r_
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ot 1 r_e™t —pr et
w(t) = ws + (ws + 3)

D.26
2 Ty —T_ ( )

avec 4 donnés par (D.16), d’otu :

— (eiQt _ e—z’Qt) —iQ (eiQt _ e—iﬂt) 6—775 N % eiQt _ e—z’Qt e_ﬁ
2i Q 2 2i Q
1) [—’Y (eiQt o e—iQt) —iQ (ez‘Qt - e—iQt)] e*’yt

1) = -
w() ws+(w5+2 % Q)

v(t) = vs + vs [

(D.27)
La solution générale des équations de Bloch pour un systéme a deux niveaux, initiale-
ment dans I'état (D.4) et soumis & un rayonnement résonnant avec la transition entre les

niveaux est donc :

u(t) =0
o(t) = vg — [vs cos(Qt) + % <7 vs + Q;) Sin(Qt)] e (D.28)

w(t) = ws — (ws + 5) [cos(2) + L sin(0)] e
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Annexe E

Couplage excitons - phonons

acoustiques

Le calcul suivant est inspiré de la référence [128].

Considérons une boite quantique en interaction avec un champ de pulsation wy,. Le

hamiltonien de I’ensemble {boite 4 champ} peut s’écrire sous la forme :

h Qr(t)

Ha=ho, [1)(1]+ (l0) 1+ 1) (o)) (E1)

soit, en utilisant les matrices de Pauli et la matrice identité I [128] :

. ko h Qg(t
HA:TL(H+02)+ 2R()

Le systéme considéré est cependant également en interaction avec les phonons acoustiques

o (E.2)

du réseau environnant (GaAs), de vecteur d’onde g et de pulsation wg = csq, ot ¢, est
la vitesse du son dans le matériau. Seul les phonons acoustiques sont pris en compte car
les phonons optiques ont une énergie (36 meV dans le GaAs) trop grande devant kgT'. Le

bain de phonons acoustiques est caractérisé par le hamiltonien [129] :

Hp = hwg b}, bg (E.3)
q

ol bt et bg sont les opérateurs de création et d’annihilation de phonons g. Le couplage

d’un exciton localisé avec ce bain de phonons peut alors s’écrire sous la forme [259] :

~

He = h|1><1|2(9q b£+gf§ bq)
q

I+ 02) Z(gq bZ + 94 bq)
q

SR (E.4)

o | St

|
=t
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ol nous avons posé :
g (I+o0,)
2 (E.5)
k= Zq(gq bg + 94 bq)
avec, d’apres [259] :

q

9a = \/ 2hpweV

ol p est la densité massique du matériau, V son volume élémentaire, D, et Dy, les potentiels

(DePlthe(r)] = DrPn(r)]) (E.6)

de déformation [260] , respectivement des électrons et des trou, dans le matériau massif, et
Ple(r)] et Pl (r)] le facteur de forme de la fonction d’onde des électrons et des trous,
qui sur les échelles de distance considérées pourra étre approximé & 'unité. Le hamiltonien

de l'ensemble {phonons + boite + champ} s’écrit alors :

ﬁ:ﬁA+ﬁB+ﬁc (E.7)

Plagons nous maintenant en représentation d’interaction [124, 261] et considérons le
hamiltonien :

Hy(t) = h Si(t) Ri(t) (E.8)

comme une perturbation du hamiltonien H A +H B caractérisant le systéme sans interaction
entre ’ensemble {boite + champ} et les phonons . Dans cette représentation, l'opérateur
R devient :

Ri(t) = (gq bl €*a" + gi by e~4") (E.9)
q

et sous excitation résonnante (J;, = 0), Popérateur S devient :

Si(t)= 5 (Tt |y (] - RO ) () (m10)
ol nous avons introduit les états propres de Hy : [+) = (|0) + [1))/v2 et |=) = (|0) —
|1))/+/2. Pour simplifier, supposons pour l'instant que le champ incident varie beaucoup
plus lentement que le temps de relaxation du bain de phonons (méme si cette hypothése est
discutable dans notre cas ot les impulsions sont de durée 7 = 2 ps et les phonons relaxent
en moyenne au bout de 0.8 ps [167]), et qu’il peut de fait étre considéré comme constant.

Nous obtenons ainsi ’expression :

Si(t) = 5 (T— e8| =) (] — €5 |4) () (B11)
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Si nous appelons pgo(t) la matrice densité du systéme {phonons + boite + champ},
I'équation de Liouville - Von Neumann nous donne pour la matrice densité réduite p(t)

(matrice densité de l'exciton) 1’équation :

) =~ [ T, (0 L), pn )] (B.12)

ou Try, désigne la trace partielle sur les états propres du bain de phonons. En faisant
I'approximation de Born-Markov [262] :
— couplage faible (Born) entre le systéme {boite + champ} et les phonons

= la matrice densité de ’ensemble peut alors se factoriser sous la forme :

prot(t') = p(t') @ ppn (E.13)

ol ppyp, décrit le bain de phonons a I’équilibre thermique.
— mémoire courte (Markov) car 1’échelle de temps sur laquelle varie le systéme excito-
nique (de Pordre de 500 ps) est trés supérieur au temps de relaxation des phonons
(de Tordre de 1 ps)
= nous pouvons remplacer p(t') par p(t) et étendre la borne supérieure de U'intégrale
de (E.12) vers l'infini.
En posant par ailleurs 7 =t — ¢/, équation (E.12) se réécrit alors [123] :

1 o0

p(t) = ), dr Trpn ([Hi(t), [Hi(t = 7), p(t) © ppnl]) (E.14)

L’opérateur Ry n’agissant que sur les phonons et S; n’agissant que sur les excitons

(E.13) nous permet de trouver :

[Hi(t —7),p(t) @ ppn] = h (5’1(75 —T)p(O) Ri(t = 7)ppn — p(1)S1(t — 7)ppn R (t — 7)
(E.15)
et

[ (0, [Hi(t = ), p(t) @ ppa]] = 12 {8101 (t = 7)) Ry ()R (t = 7)oy
—S1()p(t)Sr(t — ) Rr(t) ppn Ri (t — 7)
—Si(t —7)p(t)S1(t) Ry (t — 7) ppn R (t)
+o()S1(t — 7)S1(E) ppn R (¢ — T) Ry (1t )} (E.16)

En raison de la propriété de cyclicité de la trace d’une matrice :

Trpn(Ri(t)Ri(t — 7)ppn) = Trpn(Ri(t — 7)ppnRr(t)) = Tepn (ppn Rr(t) Ri(t — 7))

Trpn(Ri(t — 7)Ri(t) ppn) = Trpn (R (8)ppn Ri (t = 7)) = Tepn (ppn Rr(t — 7)Ri(t))
(E.17)
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et en définissant les fonctions de corrélation des phonons :
(Ri(t)Rr(t — 7)) = Tepn(ppn Re(8) Ry (t — 7)) (E18)
(Ri(t —7)Rr(t) = Trpn(ppnRi(t — 7) Ri(t))

nous obtenons :

N

o) = [ ar {(Ru® R~ ) 1810t = p(051(0) = Si(0Sr(t — )]
+(Ri(t — ) Ri (1)) [S1(t)p(t)S1(t —7) — p(t)Sr(t — T)gf(t)]} (E.19)
ol nous remarquons que le second terme est le conjugué hermitique (c.h.) du premier,
d’ou :

o) = { [ a1t =) 1= f o) $i00
—S1(t) { /O oodT(RI(t)RI(t—T» Sl(t—f)} p(t) + c.h. (E.20)

En supposant le bain de phonons & 1’équilibre thermique, nous avons :
<bqu;'> = 0qq (N(wg) +1)
(bhby) = Sqqr N (wg) (E.21)
(baba') = (byby) =
ot N(w) = 1/(e/k8T _1) est la fonction de distribution de Bose - Einstein. Le calcul des

fonctions d’autocorrélation (E.18) s’écrit alors :

(Ri(t)Ri(t =) = Z{(Qq)Z(bI,bLJ wa2=T) 1 (gh)2 (bgbgs)e*al2=T)

q
+19al? (a7 + |gql? (bgbly e ™ |
= Z\gq| {(N(wq) + 1)e ™97 + N (wq)e™™} (E.22)

d’ot :

/OOO dr (R (O Ryt — 7)) St — 7)

1

= 2/0 d7'2|gq’ { (wq) +1) _quT"‘N(wq)equ} I

- [(N(wq)+1) TR N (wg)e! et URIT] eIl | ) (4]
— (N (wg) + 1)e T WatEmT 4 N (wq)e!“aOnIT] nt | 1) <—|} (E.23)

Pour effectuer ce calcul rappelons que :

/ dr eT = nd(e) £ i PP(E) (E.24)
0 €
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ou PP désigne la partie principale de la fonction, que nous ne considérerons pas ici car elle
n’entraine qu’une renormalisation du hamiltonien du systéme et ne contribue pas directe-
ment au déphasage [123], d’ou :

/ dr(Ri(t)Ra(t — 7)) Si(t - 7)

0
T
= 3 > 194l { 6(wa)[(N(0) +1) + N(0)] T
q
—[(N(Qr) + 1)d(wg — Qr) + N (Qr)d(wg + Q)] €7 =) (+]

— [W(QR) + 1)8(wg + Q) + N(Qr)6(wg — Qr)] 8 |4) (=]} (E.25)

Comme de plus, la densité spectrale de phonons est nulle pour wgq = 0 et que par ailleurs

wq + Q2r # 0, seuls restent les termes :

/OOO dr(Ri(t)R;(t — 7)) Si(t —7)
= —2 3 19al0(wq — Q) {N (@) + 1)e 7" | =) (+
2

N (QR)E™ R [+) (—[} (E.26)

Pt = =5 D 19al?3(wq — ) {N () + 1) [T =) (+]p() S1 (1) = Sr(B)e = | =) (+] p(t)]
q
TN () [958 14) (=] p0)S1(t) = SrO R [+) (=] p(t)| + e}
= 5D 19al*0(wq — Q) {(N () + 1) [Sr(t), 7 =) (+] p(0)]

FN(QR) [Sf(t), R |4 (| p(t)} + c.h.} (E.27)
otll nous reconnaissons la densité spectrale des phonons :

J@) = Y lggl?(w — wq) = (2‘;) / 04 |gql26(w — w)

(De — Dh)2 3
= = - E.28
A2 hpch “ (E:28)

Repassons maintenant en représentation de Schrodinger et dans la base des états
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propres excitoniques :
. . Qg
pt) = p(t) +i—7[ow, p(t)]

Si(t) -7

(E.29)

0, — 10y
2
O, + 1oy
2

et |+) (| - -

et ) (+] > -

I+o0., o,+1i0y

o) = 50w {1 [T - )

I+o0. o0,—tioy

+N(QR) [ - p(t)] + c.h.} + i%[ax,p(t)]

2 2 2
_ —%J(QR) {(N(Qr) +1) ([0, 52p(t)] + i [02, 5y p(t)])

Qr
2

- —%J(QR) {2N(QR) + 1) [0z, 0.p(t)] + i [0z, 0yp(t)] 4+ c.h.} + z’%[% p(t)]

= —SJQR){CN(QR) +1) (0, 0:0()] = [0, p(t)o])

+N(Qr) ([02;0:p(t)] — iloz, oyp(t)]) + e} + i (0w, p(t))

o pl1)

= TR (N Q)+ 1) [os, [0 p(0)]) + [0 (o, o0} + 7 o (0
(E.30)

+i ([0, 0yp(8)] + [0z, 0y p()])} +

ou {A, B} = AB + BA, désigne 'anticommutateur de A et B. En nous rappelant que :

2 eh/kBT 11 cosh(hw/2kpT) fiw
nous trouvons finalement 1’expression :
: 0
p(t) = ZTR[% p(t)]
™ hQR
—<J (2 h(5—=) loz, oz,
() coth(5 %) [0, 02, (1))
T
i) [0 (o, p(0)] (£.32)

Signalons que le dernier terme de cette équation, indépendant de la température, n’ayant

aucun effet sur I’évolution de la population de ’état excitonique, il peut étre laissé de coté.
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En effet, en utilisant I’équation (E.32), nous obtenons :

Q

Go(t) = iTR[am,am]—gJ(QR) <coth(22’;)[az,[az,ax]]—i[gz,{ay,ax}o

hQg
2%kpT
hQg
%kpT

= —%J(QR) COth( ) [O-ZaQ/I:o-y]

- —gJ(QR) coth( )0 (E.33)

de méme :

oy(t) = i%(zwz)—%J(QR) <coth(hQR)[az,—%ax]—i[az,ZI])

2 2kpT
T hQR
= —Qro: = 57 (Qr) coth( )y (E.34)
et :
o.(t) = Qroy (E.35)

L’obervable accessible expérimentalement étant la population excitonique (I 4 (o))/2,
nous voyons que le dernier terme de I’équation (E.32) n’influence en rien nos mesures et il

ne sera donc plus considéré par la suite. Nous réécrirons donc (E.32) sous la forme :

Qr(t) ISR (t)

p1) = iy o pl0)] — ST (Qa(t)) coth(G0) [0, [o, p(0)]
= 20 o) - KO oo, (o) (8.36)
oll nous avons posé .
K(@n() = 370n(0) coth( 520 (£.37)

et réintroduit la dépendance temporelle de la pulsation Qg(t) car I'échelle de temps consi-

dérée est maintenant celle de I’évolution du systéme excitonique.

Cherchons désormais & réécrire les équations de Bloch optiques en prenant en compte
I'interaction du systéme excitonique avec les phonons du réseau environnant. En utilisant

(E.36), nous trouvons les éléments de matrice :

por®) = {014 1)
= i85, oy - FEED o oy
= 08D (0, — p10) ~ D 90) — 26 p(110) 1)
= 289 (0 0) — o) ~ T 30, (0) 120 (1)
=250 00— pool®) — K Q@) pn (1) (E.35)

2
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de méme nous trouvons

polt) = {11910
= i, ) - FEED o o o0
= D 0 (4) — poo(t)) — K (@l pno0) (8.3
et
) = {160
= Wi, o) - KD oo iy
= 2 s 1) — pro(1)) ~ FEED 0, 4) 29 (1)
= 20000 - oo 0) (E40)

Nous constatons donc que le couplage entre le systéme excitonique et les phonons du réseau
engendre bien une perte de cohérence, dépendant de la pulsation de Rabi 2z du couplage
entre la boite quantique et le champ électromagnétique incident. En prenant de plus en
compte les temps de relaxation caractéristiques 17 et T5 de la boite considérée, les équations

de Bloch optiques s’écrivent :

o1(t) = 5 Onlt) Guolt) — on(h) — 2R
d‘oo(t) = —O'll(t)

i E.41)
510 = 5 0n0) (o)~ oot ~ (5 + KOm)) )
Gor(t) = 5 Aalt) (011(6) = o(e) — (7 + Kl ) a0

Comme par ailleurs, dans les systémes que nous considérons, kg7 >> h€2r(t)/2, nous

pouvons faire I’approximation :

K(e(t) = §I@rt) coth(G 80 ~ D)l (Baz
avec B 9
s@u(e) = G oy (E.43)
soit :

e TN kT Q4(t) = w(T) Q4(t) (E.44)
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avec

(De — Dh)2
T) = \Te —Zh)
~(T) 4Ah? e

ol le coefficient de proportionnalité K dépend uniquement des propriétés du matériau

kpT = KT (E.45)

massif et reste donc toujours le méme, quelle que soit la boite considérée. D’aprés les
différentes valeur numériques trouvées dans la littérature pour les paramétres du GaAs :
(D —Dy) ~ —8.5 €V, p~5.4 gem™3, cg ~ 5.1 nm.ps~! [263, 264], nous pouvons estimer
A Kiheo = 10 fs. K1,

Nous pouvons donc finalement réécrire les équations de Bloch optiques sous la forme :

| oult) = _% Qgr(t) (G10(t) —G01(t)) — G%ft)

é’oo(t) = *0'.11 (t)

G10(t) = L Qr(t) (o11(t) — o00(t)) — ( + r(T) Q?z@)) a10(t)

2

Sor(t) = L Qn(t) (ona(t) — o0o(t)) - ( T w(T) %(t)) b1(t)
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Résumé :

Le but de cette thése a été de mettre en évidence la possibilité d’utiliser des boites quantiques
semi-conductrices comme support a la réalisation de bits quantiques, briques élémentaires de
I'information quantique. Nous avons ainsi démontré la possibilité de définir un systéme a deux
niveaux, dont 'initialisation et le controle est réalisable au moyen d’impulsions lumineuses pico-
secondes et déterminé le temps durant lequel nous étions en mesure de conserver sa cohérence.
Les oscillations de Rabi entre niveau fondamental et niveau excité permettent d’initialiser le
systéme dans une superposition cohérente pouvant étre ensuite manipulée par une deuxiéme
impulsion au cours d’expériences de contrble cohérent. Le temps de cohérence T> du systéme
n’est pas seulement limité par la durée de vie radiative T} et reste trés inférieur & la valeur théo-
rique T» = 2 T;. Les différents mécanismes de décohérence entrant en jeu ont dés lors été étudiés,
en particulier le role des phonons acoustiques, reponsables d’un fort amortissement des oscilla-
tions de Rabi et d’une diminution du temps de cohérence pour une partie des boites quantiques
étudiées. Nous avons cependant dans certains cas mis en évidence la présence de mécanismes
supplémentaires, liés aux fluctuations de I’environnement électrostatique des boites. Par ailleurs,
une étude poussée de la polarisation de la luminescence émise par ces boites, dont la croissance
a été réalisée en régime Stranski-Krastanov, a révélé une inclinaison des états propres de la
structure fine de l’exciton, ainsi qu’une modification de leur intensité d’émission, témoignant

d’un fort mélange des états lourds et légers de la bande de valence.

Mots clés : boite quantique, exciton, oscillations de Rabi, controle cohérent, micro-

photoluminescence, guide d’onde

Abstract :

The aim of this thesis was to highlight the possibility of using semiconductor quantum dots as
the realization of quantum bits, building blocks of quantum information. We have demonstrated
the feasibility of establishing a two-level system, which can be initialised and control ed using
picosecond light pulses and then determined the time during which we were able to maintain its
coherence. Rabi oscillations between the ground state and the excited level allow us to initialize
the system in a coherent superposition which can then be manipulated by a second pulse in
coherent control experiments. The system coherence time T2 is not only limited by the radiative
lifetime T1 and remains well below the theoretical value T2 = 2T1. Different mechanisms of
decoherence taking place were therefore studied, in particular the role of acoustic phonons,
reponsible of a strong Rabi oscillations damping and a decrease of the coherence time for some
of the quantum dots studied. However, in some cases we found proof of additional mechanisms
related to the dots fluctuating electrostatic environment. In addition, a detailed study of dots
emission polarization showed a tilt of eigenstates of the fine structure of the exciton, as well as a
modification of their emission intensity, indicating a strong mixing in the valence band, between

heavy holes and light holes.
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