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Introduction

De nos jours linformation quantique est une thématique importante dans le
domaine des nanosciences [1]. Pour d’éventuelles applications mais aussi pour des ex-
périences d’optique quantique fondamentale [2], il est nécessaire d’avoir des sources
de photons uniques fiables. Ainsi en cryptographie quantique [3, 4, 5|, il est essentiel
d’assurer la transmission de l'information de maniére parfaitement sécurisée et pour
cela les sources de photons uniques émis a la demande sont indispensables.

Cependant, un défi important pour obtenir une source de photons uniques effi-
cace est d’augmenter la probabilité de détecter un photon par cycle d’excitation. Cette
probabilité dépend aussi bien des propriétés de ’émetteur que de 'efficacité d’extrac-
tion du dispositif optique.

La construction de portes logiques quantiques constitue par ailleurs une autre
voie de recherche en information quantique [6]. Elle impose que les photons utilisés
soient indiscernables. Ils ont alors méme énergie, méme polarisation et méme profil
spectral /temporel [7]. En utilisant un unique émetteur, le degré d’indiscernabilité des
photons est limité par le profil spectral et les propriétés de cohérence de I’émetteur. Les
protocoles d’information quantique sont trés sensibles aux fluctuations de I’environne-
ment autour de I'émetteur, caractérisées par un temps de cohérence pendant lequel
cette information est préservée.

L’idée la plus simple pour réaliser de telles sources est d’utiliser I’émission d’un
systéme quantique a deux niveaux. De nombreux systémes ont été étudiés tels que les
atomes [8], les ions [9], les jonctions supraconductrices [10]... avantage des systémes
en matiére condensée étant leur possible intégration dans des dispositifs.

Les boites quantiques semiconductrices sont rapidement apparues comme des
systémes modéles en matiére condensée pour réaliser des bits quantiques [11]. Le confi-
nement spatial & trois dimensions des porteurs de charge (électron ou trou) réalisé
grace a la dimensionnalité réduite de ces nanostructures, conduit a une discrétisation
du spectre d’énergie, similaire a celui des atomes. Cela a été observé en microphoto-
luminescence sur boites uniques dans les années 1990 [12]. Les études sur ’émission
de photons uniques ont suivi quelques années plus tard [13, 14|, démontrant ainsi que
les boites quantiques sont des émetteurs de photons uniques performants. Puis, plus
récemment, on a pu créer de maniére résonante une excitation électronique, a ’aide
d’un laser continu [15], puis & I'aide d’impulsions lumineuses [16], et ainsi démontrer la
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12 Introduction

possibilité d’initialiser, controler et manipuler un qubit dans une boite quantique, c¢’est-
a-dire, coder, lire et transmettre une information sur des états quantiques. Cependant,
les interactions entre une boite et son environnement apportent de nombreuses diffi-
cultés. Notamment, le systéme perd trés vite sa cohérence [17], et ainsi I'information
qu’il contient. De nombreuses équipes se sont penchées sur les questions de cohérence
des boites quantiques, afin d’en comprendre la nature et de réduire les effets de la
décohérence [18]. L’excitation résonante est une des clés permettant de préserver la
cohérence.

L’objectif de ma thése a donc été d’aborder les problémes de cohérence de la
source, d'un point de vue fondamental, mais aussi de réaliser un dispositif optique
optimisé de source a photons uniques et indiscernables. Pour cela, nous nous sommes
attachés & améliorer les propriétés d’émission de la source (taux d’émission, temps de
cohérence) et proposer de nouvelles structures d’échantillons, afin d’augmenter 1'effi-
cacité d’extraction de ’ensemble du dispositif. L’originalité réside dans les études sous
excitation résonante des boites quantiques, études menées déja depuis quelques années
dans le groupe et qui ont déja donné lieu a trois theses [19, 20, 21].

Dans les travaux qui ont précédé cette thése, il a été montré que 'étude a
la résonance de boites quantiques uniques est rendu possible grace a une géométrie
d’optique guidée [16], permettant de découpler spatialement le laser d’excitation de la
luminescence collectée. Dans le régime d’oscillation de Rabi, on peut inscrire et contro-
ler un bit quantique grace a des expériences de contrdle cohérent [22], réalisées a I'aide
de deux impulsions dont on controle le retard et la phase relative. Cette expérience
permet également de mesurer la cohérence du systéme.

A la suite de ces travaux, il était nécessaire de réaliser un dispositif expérimental
permettant de mesurer la statistique d’émission des photons ainsi que leur cohérence.
Un de mes premiers objectifs a consisté a I’élaboration d’une expérience de corrélation
de photons de type Hanbury-Brown and Twiss [23|, permettant la mesure d’unicité
des photons. Par la suite, j’ai fait évoluer ce dispositif, afin de pouvoir I'utiliser pour
des expériences de spectroscopie a transformée de Fourier, permettant d’avoir accés
précisément a la largeur des raies d’émission. Enfin, la réalisation d’une expérience de
coalescence de photons, appelée Hong-Ou-Mandel [24], d’abord en espace libre puis
entiérement fibrée, m’a permis de mesurer le degré d’indiscernabilité des photons.

Dans le premier chapitre, nous aborderons des notions utiles pour comprendre
I’étude réalisée. Aprés avoir introduit quelques notions d’optique quantique nous abor-
derons les propriétés de confinement des porteurs de charge dans les semiconducteurs, et
en particulier dans une boite quantique. Les états d’énergie discrets des paires électron-
trou liées par le confinement, permettent de définir le systéme a deux niveaux qui sera
un émetteur de photons uniques. Les propriétés d’émission et de cohérence seront en-
fin discutées, avant de présenter différentes stratégies pour la génération de photons
uniques indiscernables.

Le second chapitre sera consacré au montage expérimental, ainsi qu’a la carac-
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térisation des boites quantiques sous excitation non-résonante. Ce montage est utilisé
depuis la thése de R. Melet (2004). Il a fait 'objet d’améliorations permanentes au
cours des théses qui ont suivi. Différentes mesures peuvent étre réalisées telles que la
luminescence résolue en polarisation, les corrélations des photons émis, qui permettent
de caractériser complétement la nature de I’état du systéme (exciton neutres ou char-
gés) ainsi que la statistique d’émission (source de photons uniques).

Dans le troisiéme chapitre, nous nous concentrerons sur le régime particulier
de 'excitation résonante. Dans ce régime, les boites se couplent fortement au champ
électrique de I'impulsion laser, et on observe des oscillations de Rabi. Ces oscillations
sont la preuve de I’écriture d’un bit quantique dans le systéme & deux niveaux. Avec une
excitation résonante, on préserve la cohérence du systéme, mais on montre également
que de nouveaux couplages apparaissent (couplage résonant aux phonons, couplage
résonant au mode 1D des guides d’onde), détériorant & nouveau la cohérence du systéme
a deux niveaux.

Dans le quatriéme chapitre, on s’intéressera aux propriétés d’émission des pho-
tons sous excitation résonante, et notamment & 1’émission de photons indiscernables
a la demande. Nous définirons les mesures de corrélation du premier et du deuxiéme
ordre pour une source quantique en interaction avec son environnement. Nous mon-
trerons enfin par une mesure de Hong-Ou-Mandel, que les boites quantiques sont de
bons émetteurs de photons uniques indiscernables. Cette derniére mesure contredit les
mesures de temps de cohérence faites indépendamment par des mesures de corrélation
du premier ordre de la luminescence, ce qui nous a amené a nous interroger sur la
nature de la mesure du temps de cohérence.

Enfin, le cinquiéme et dernier chapitre dresse les conclusions générales ainsi que
les perspectives de ce travail.
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Chapitre 1

Contexte général

L’idée d’utiliser les photons uniques pour des applications a émergé vers les an-
nées 1990. La principale voie de recherche s’est tournée vers les protocoles de crypto-
graphie quantique permettant d’échanger des clés chiffrées avec une sécurité maximale,
ainsi que vers les relais quantiques, permettant de transmettre l'information sur de
longues distances. Aujourd’hui, de nombreux groupes travaillent sur ce sujet, avec des
systémes tres variés : ions ou atomes, molécules, centres colorés du diamant, jonctions
supraconductrices, boites quantiques... Tous ces systémes présentent une structure élec-
tronique avec des niveaux d’énergie discrets, et peuvent étre utilisés comme des sources
de photons uniques.

Dans ce chapitre, nous introduirons dans un premier temps quelques notions de
base de I'information quantique : les bits quantiques dont nous donnerons un exemple
d’utilisation, les sources de photons uniques et la notion d’indiscernabilité. Nous défi-
nirons ensuite le systéme d’étude de cette thése, les boites quantiques d’InAs/GaAs,
et nous présenterons le systéme a deux niveaux étudié pour lequel I'état de base est la
boite vide et I’état excité est la boite contenant une paire électron-trou.

1.1 Quelques notions utiles

1.1.1 Un bit quantique

En information classique, 'information est codée sous forme de 1 et de 0, que
I'on nomme bit. Ces bits sont comparables & des circuits électriques (figure 1.1 (a)) : 1 le
circuit est fermé et la lampe est allumée ; 0 le circuit est ouvert la lampe est éteinte. Une
succession de 0 et de 1 code alors une séquence ou la lampe est successivement éteinte
ou allumée. Avec la bonne clé de déchiffrage (code morse ou ASCII par exemple), on
peut alors transcrire une série de bits en un message intelligible.

En information quantique, la notion de bit existe toujours mais on parle de
qubit, pour "quantum bit". Tout comme son équivalent classique, un qubit est défini
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0 1 0>+ |1>

+

j ;

FIGURE 1.1 — a) Schématisation des bits classiques par un circuit électrique ouvert ou fermé.
b) Cette schématisation n’a pas son équivalent quantique ot l’ampoule serait a la fois allumée

et éteinte dans le cas d’un état superposé |0) + |1).

a partir d’un systéme a deux niveaux qu’on note |0) ou |1). Cependant, a la différence
des bits classiques, les qubits peuvent également se trouver dans une superposition de
|0) et de |1), par exemple dans 'état |1)) :

[¥) = al0) + 5[1) (1.1)

ou « et B sont deux nombres complexes et obéissent a la condition de normalisation
la)? + |B]> = 1. On dit alors que le qubit est un état superposé de [0) et de [1).
Contrairement a la mécanique classique, cette superposition ne signifie pas un "ou"
mais un "et" : 'état est a la fois |0) et |1), avec un poids respectif a et 3.

Cette superposition d’états est incompatible avec le monde classique (figure 1.1
(b)), mais ce probléme est résolu par la notion de mesure quantique : lorsqu’on fait une
mesure d’une observable physique, I’état du systéme est projeté sur un état propre de
I'opérateur associé. Par exemple, dans la base (|0),|1)), le résultat de la mesure sera
soit 0 avec une probabilité |a|? soit 1 avec une probabilité |5]?. Si on a mesuré 0, alors
aprés la mesure 1'état du qubit sera |0). Il est important ici de noter qu’en mécanique
quantique, I’état et son évolution sont déterministes, seule sa mesure est probabiliste.

Comme la mécanique quantique autorise la superposition d’états, elle permet
la mesure sur une base différente de la base d’origine. Prenons par exemple la base
composée des vecteurs |[+) = (|0) + |1))/v/2 et |=) = (|0) — [1))/v/2. L'état s’écrit
alors :

_a+h a—p
W) = =51+ + =751 (1.2)

La mesure sur cette base donne a nouveau un résultat probabiliste, avec des probabilités
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différentes. Une fois la mesure effectuée, la mécanique quantique prévoit que 1’état soit
projeté sur I’état propre correspondant a la mesure, c’est-a-dire que si le résultat de la
mesure est +, alors aprés la mesure [¢)) = |+). Si maintenant on effectue la mesure sur
cet état dans la base initiale, la probabilité de mesure sera donnée par I'état |+), c’est
a dire qu'il y aura 50% de chance de trouver 1 et 50% de trouver 0.
Les autres propriétés importantes des qubits (ou des états quantiques en général)
sont [25] :
— Théoréme de non-clonage : Il est impossible de dupliquer un état quantique de
maniére absolue. Soit il est nécessaire de détruire 1’état que 1’on souhaite dupli-
quer, soit 1’état est reproduit avec des incertitudes.

— Un état a plusieurs qubits peut étre intriqué ou factorisé. Un état classique sera
toujours factorisé, c’est-a-dire que la mesure d’un bit ne donne pas d’information
sur la nature de l'autre bit. En revanche, un état quantique peut étre intriqué :
la mesure de I’état d’un qubit projette 'autre qubit dans un état déterminé, et
cela peu importe la base de la mesure.

1.1.2 Utilisation des bits quantiques pour I’information quan-
tique

Ces propriétés des bits quantiques permettent de mettre au point des protocoles
pour 'information quantique. Les plus couramment cités sont la simulation quantique
[26] et la cryptographie quantique [3].

Pour la simulation quantique, on utilise le caractére probabiliste de la mesure
quantique. Ainsi, un systéme quantique permettra de simuler avec une fidélité maximale
une suite d’événements aléatoires, alors que les protocoles classiques de génération de
nombres aléatoires sont souvent "pipés" (il est possible de prédire le prochain nombre
généré si on connait les précédents).

La cryptographie quantique consiste & envoyer une clé de cryptage par un canal
quantique. Cette clé servira ensuite a décrypter un message codé envoyé suivant un
canal public. Les protocoles de cryptographie quantiques sont théoriquement inviolables
par la nature méme des bits quantiques. Nous allons détailler un exemple de protocole,
le protocole BB84 [27] :

0. Alice et Bob veulent s’échanger des messages codés sans étre espionnés par Eve
(figure 1.2). Pour cela ils vont s’échanger une clé par un canal quantique. Alice
choisit une clé composée de 0 et de 1.

1. Elle encode aléatoirement sa clé sur deux bases {|0) = 0, |1) = 1}, ou {|+) = 0,
=) =1}

2. Bob recoit un certain nombre de qubits, et Alice et Bob vérifient qu’ils en ont
bien le méme nombre. Il mesure les qubits aléatoirement sur une des deux bases.

3. Alice annonce a Bob la base qu’elle a utilisée pour chaque qubit et ils éliminent
toutes les mesures qui ont été faites sur des bases différentes.
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4. Alice choisit un grand nombre de qubits dont elle annonce publiquement la valeur
a Bob. S’ils ne trouvent pas la méme valeur sur un nombre significatif de qubits,
c’est qu’ils ont été espionnés. Le protocole est a refaire.

5. Alice et Bob peuvent maintenant communiquer publiquement, mais de maniére
cryptée, sans crainte que le message ne soit déchiffré par Eve.

Canal public classique

Alice Bob

Canal quantique

Pl

Canaux/dflespionnage

Eve

FIGURE 1.2 — Schématisation des canaux d’échange entre Alice et Bob. Fve est un espion qui

essaye d’intercepter les communications.

Ce protocole repose sur la projection liée & la mesure et le non clonage. Eve ne
connait pas la base employée par Alice. Lorsqu’elle fera sa mesure, elle ne connaitra
le résultat que par rapport a la base utilisée, et ne pourra retransmettre I'information
a Bob de maniére certaine. Un certain nombre d’erreurs vont alors apparaitre dans la
clé, qui seront détectées lors du protocole.

Ce protocole peut étre mis en oeuvre en utilisant la polarisation de la lumiére.
En effet, la polarisation de la lumiére peut se représenter par un vecteur, qu’il est
possible d’écrire dans plusieurs bases. On aura ainsi :

P20 =)
=N

ou les fleches représentent les différentes polarisations de la lumiére utilisées par Alice,
et réparties en deux bases : {1;—} et { 7 \}. Comme nous allons le voir, Eve ne peut
prédire dans quelle polarisation la lumiére a été envoyée lors de sa mesure, a condition

(1.3)

de travailler avec des photons uniques :

— Avec un nombre élevé de photons (source classique ou laser), Eve peut préle-
ver une quantité négligeable de photons, qu’elle scinde encore en deux. Avec la



Contexte général 19

premiére moitié, elle pourra faire une premiére mesure. Si elle a choisi la bonne
base de mesure, alors le résultat de la mesure sera soit 0 soit 1. Si la base est
la mauvaise, le résultat de la mesure sera 1/2 et Eve pourra & nouveau mesurer
la polarisation avec la seconde partie du faisceau. Eve connait alors la base et
le qubit envoyé par Alice, tout en laissant suffisamment de photons a Bob pour
faire lui méme la mesure.

— Avec des photons uniques, le résultat de la mesure d’Eve sera 0 ou 1 aléatoirement
si elle est dans la mauvaise base, et 0 ou 1 si elle est dans la bonne base. Sa mesure
ne lui donne qu’une information tres partielle. Elle renvoie alors & Bob un photon
dont la polarisation a une chance sur deux d’étre dans la bonne base.

1.1.3 Notion de cohérence et d’indiscernabilité des photons

Pour certains protocoles d’information quantique, tels que la téléportation quan-
tique, I'unicité des photons est nécessaire mais pas suffisante, et les photons doivent en
plus étre "identiques" ou indiscernables. Deux photons sont dits indiscernables s’ils ont
méme énergie, méme polarisation et méme profil spectral et temporel. De tels photons
pourront étre intriqués et 1’état d'un des photons sera alors déterminé par 1’état de
I’autre.

Avec un unique systéme a deux niveaux, les photons émis auront méme énergie,
et la polarisation peut étre controlée. En revanche, le profil temporel est fortement
lié & l'interaction de ce systéme avec son environnement. Ainsi un atome froid isolé
sera un émetteur de photons uniques indiscernables car il n’interagit pas avec son
environnement. Par contre, les émetteurs solides tels que les nanocristaux ou les boites
quantiques sont en interaction permanente avec leur environnement, notamment les
phonons (vibration du réseau cristallin).

Lorsqu’un dipdle est excité, il oscille avec une pulsation wy, hwy étant 1’énergie
de I'état excité. Le temps pendant lequel cette oscillation reste en phase est appelé
temps de cohérence et noté T;. Pour un atome, ou tout autre systéme totalement
isolé, on montre que le temps de cohérence est uniquement limité par la durée de vie
radiative, notée Ti, et To, = 277 [28]. Lorsque le systéme est en interaction avec son
environnement, cette interaction induit des sauts de phase aléatoires sur un temps
caractéristique noté Ty appelé temps de déphasage pur [17|. Ce temps correspond a
des processus ne modifiant pas I’énergie de la transition optique. Le temps de cohérence
s’écrit alors :

1 1 1
— = (1.4)
T, 207 T,

et on voit que Ty < 2T). L’écart au systéme idéal se mesure alors par le rapport
T>/2T;. Nous verrons au chapitre 4 que ce rapport caractérise le degré d’indiscernabilité
des photons émis par une source de photons uniques. Lorsque T, = 2T} les photons

sont indiscernables et le temps de cohérence est dit dans la limite radiative, ou limité
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Excitation non résonante Excitation résonante

Relaxation rapide

1> 1>
Excitafi Emission d Excitation a Emission d
xcitation a mission de 1énerie de 1 mission de
; ' X gie de la ‘
haute énergie VW photon unique transition AU photon unique
|0> |0>

FIGURE 1.8 — Schéma de l'excitation d’un systéme & deuzx niveauz (a) & haute énergie et (b)
a la résonance de la transition optique.

par transformée de Fourier car leur spectre est donné par la transformée de Fourier
de leur profil temporel. Lorsque T5 < 27} les photons présentent un certain degré
d’indiscernabilité. Ce degré limite la fidélité des protocoles d’information quantique
qui peuvent étre réalisés avec les photons uniques.

1.1.4 Différentes sources de photons uniques

Comme nous 'avons vu précédemment, pour réaliser les protocoles d’informa-
tion quantique avec une efficacité et une fidélité maximum, il est important d’avoir
des émetteurs de photons uniques. Les premiéres démonstrations de protocoles quan-
tiques ont été réalisées avec des sources laser impulsionnelles atténuées, telles quune
impulsion contienne en moyenne moins d’un photon [29]. Les photons sont émis par
une source laser suivant une distribution de Poisson et les impulsions contiennent alors
un nombre aléatoire de photons, avec une probabilité non nulle pour en avoir zéro ou
plus de deux. Ceci pose des problémes pour les différents protocoles. En effet si une
majorité des impulsions ne contient pas de photon, alors aucune information ne peut
étre échangée, allongeant ainsi le temps nécessaire pour envoyer une clé cryptée. Avoir
deux photons par impulsion implique que le protocole perd en sécurité. Il est donc
nécessaire d’avoir des sources de photons uniques.

Pour générer des photons uniques il est nécessaire d’avoir un systéme a deux
(ou trois) niveaux, avec un niveau fondamental et un (ou plusieurs) niveau excité. Un
tel systéme peut étre excité de deux maniéres principales (figure 1.3) :

— Le systéme peut étre excité (par pompage optique ou électrique) a une énergie
supérieure a celle de I’état excité. On appelle cette excitation "non résonante".
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Il relaxe alors rapidement vers I'état excité. La probabilité pour que 1’état excité
relaxe vers I’état fondamental en émettant un photon est lice a 1/77.

— Le systéme peut étre excité directement a 1’énergie de I'état excité. Cette excita-
tion, dite résonante, a l'avantage de peupler directement 1’état excité du systéme
a deux niveaux et de s’affranchir de mécanismes de relaxation supplémentaires
qui peuvent introduire de la décohérence.

Atomes et ions

Les premiéres mesures de photons uniques ont été réalisées en 1977 par Kimble
et al. [8]. Un jet d’atomes de sodium émet des photons dont on mesure la statistique au
moyen d’une expérience de Hanbury-Brown et Twiss (voir chapitre 4). L’équipe a alors
observé le phénomeéne de dégroupement de photons, démontrant quun photon unique
arrivant sur une lame semi-réfléchissante ne peut étre a la fois transmis et réfléchi.
Dans cette premiére mesure expérimentale, la statistique du jet d’atomes faisait que
plusieurs photons pouvaient étre émis simultanément par plusieurs atomes, dégradant
alors ’observation du dégroupement. A partir d’une expérience similaire, Grangier et al.
ont observé en 1986 des interférences sur des photons uniques, démontrant le caractére
quantique de la lumiére [30].

En 1987, Diedrich et al [9] ont montré que des ions uniques piégés sont émetteurs
de photons uniques. Ces expériences nécessitent cependant le refroidissement et le
piégeage des ions par laser, conduisant a un important dispositif expérimental délicat
a mettre en oeuvre.

Malgré ces contraintes, les atomes et les ions restent aujourd’hui des systémes
modeles permettant de tester différents protocoles d’information quantique. [31, 32|

Molécules

Les molécules ont été utilisées comme sources de photons uniques & partir des
années 90. Il est en effet plus aisé d’isoler une molécule qu’un atome, et leurs propriétés
chimiques sont bien connues. Cependant, le grand nombre de degrés de liberté des molé-
cules rend leur piégeage a température ambiante difficile. Ce probléme est contourné en
les incorporant dans une matrice solide, qui est ensuite refroidie & I’hélium liquide afin
d’en réduire les vibrations [33|. La premiére observation de dégroupement de photons
sous excitation impulsionnelle a été réalisée en 1996 [34| avec une molécule d’Oxazine
720, piégée dans une micro-cavité.

L’inconvénient majeur des molécules est leur faible photo-stabilité. Lorsqu’elles
sont excitées, elles peuvent se trouver dans des états métastables et ne plus étre couplées
a la lumiére [35]. On parle alors de "clignotement", ou "blinking". De plus, les molécules
peuvent subir des transformations chimiques irréversibles sous l'effet d’une excitation
optique, et perdre définitivement leurs propriétés d’émission. On parle alors de "photo-
blanchiment", ou "bleaching".
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Centres colorés du diamant

Les centres colorés du diamant sont des défauts dans la structure cristalline
du diamant [36]. Ils sont principalement optiquement actifs dans le visible et le proche
infrarouge. Ces centres colorés proviennent de la substitution d’un atome de carbone du
réseau par un autre atome. Par exemple, pour les centre "NV", un atome d’azote (N)
remplace un atome de carbone. Comme 'azote forme trois liaisons chimiques alors que
le carbone en forme quatre, une des liaisons est manquante dans la structure cristalline,
qui est appelée "vacance" (V).

Les centres colorés émettent des photons uniques a température ambiante |37,
38|, et ont 'avantage de ne pas clignoter et de ne pas photo-blanchir. Des travaux ont
démontré expérimentalement des protocoles de cryptographie quantique en utilisant
ces centres optiquement actifs [39)].

Cependant deux inconvénients apparaissent. Ces structures ont des temps de
cohérence faibles a température ambiante, rendant ’émission de photons indiscernables
impossible. A basse température, ces émetteurs ont cependant montré des propriétés de
cohérence qui ont abouti récemment & 1’observation d’interférences quantiques entre les
photons émis par deux émetteurs [40]. De plus, les protocoles d’information quantique
qu’il est possible de réaliser sont aussi affectés par le long temps de vie de ces systémes,
limitant la fréquence & laquelle les photons peuvent étre émis (environs 10 MHz).
L’étude récente des centre Si-V du diamant, a montré qu’il est possible d’émettre des
photons avec une forte cohérence et avec des temps de vie courts [41].

Nanocristaux semi-conducteurs colloidaux

Les nanocristaux sont des boites quantiques réalisées par voie chimique [42].
Dans ces systémes, un coeur sphérique de quelques nm constitué d’'un matériau semi-
conducteur est entouré par une coquille d’'un autre semi-conducteur (CdSe/ZnS par
exemple). Il a été démontré que ces structures émettent des photons uniques a tempé-
rature ambiante [43, 44, 45]. Cependant ces sources présentaient un fort clignotement,
sur des temps longs, allant de quelques minutes & plusieurs heures. Cette instabilité
posait un probléme majeur pour 'utilisation de ces structures comme source de pho-
tons uniques. L’origine physique du clignotement est attribué a des effets Auger [46],
qui ont pu étre minimisés grace a la réalisation de nouvelles structures coeur-coquille
a forte épaisseur de coquille et & gradient de concentration de l'alliage de la coquille.
Cette avancée a conduit & un regain d’intérét pour les nanocristaux [47, 48].

Boites quantiques semi-conductrices auto-organisées

La micro-photoluminescence de boites quantiques auto-organisées a été observée
pour la premiére fois par J.Y Marzin en 1994 [12]. Ces boites se forment naturellement
lors de la croissance d’un matériau semiconducteur de faible gap sur un substrat d’un
autre matériau semiconducteur de plus grand gap, lorsque les parameétres de maille des
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réseaux cristallins des deux matériaux sont différents. La taille nanométrique de ces
structures dans les trois directions de 'espace conduit & un spectre d’énergie discret
des états électroniques.

Ces structures présentent un certain nombre d’avantages par rapport aux autres
structures présentées :

— Elles sont photo-stables et peuvent émettre des photons a des fréquences de I'ordre
du GHz.

— Certains procédés de croissance sont industrialisables (MOCVD) et les maté-
riaux utilisés permettent leur intégration dans des dispositifs optiques. On peut
également exciter le systéme par pompage électrique.

— En fonction des matériaux utilisés, la longueur d’onde d’émission varie entre
700 nm et 2,2 pum, ce qui en fait de bonnes candidates pour une large gamme
d’utilisation, allant des télécommunications [49] a la détection de gaz [50].

— Le procédé de croissance permet également de les insérer dans des structures
en cavité (miroirs de Bragg ou cristaux photoniques) pour augmenter encore la
fréquence d’émission des photons et gagner en efficacité de collection.

Cependant ces structures présentent certains désavantages. Bien que quelques
travaux aient démontré la possibilité d’étudier certains types de boites quantiques
(InAsP/InP notamment) & température ambiante et a la température de ’azote liquide
(77 K) [51, 52], il est nécessaire de refroidir les boites a une température inférieure a
20 K pour réduire les interactions avec les vibrations du réseau cristallin et préserver
la cohérence du systéme. De plus le mode de croissance aléatoire rend la répétabilité
des études délicates. De nouveaux modes de croissance de boites, localisées, peuvent
permettre de pallier ce dernier probléme. [53]

1.2 Propriétés générales des boites quantiques d’InAs/GaAs

1.2.1 Structure de bande des semiconducteurs

Dans un solide, le comportement des électrons peut étre décrit au moyen de deux
approximations : la premiére, dite de Born-Oppenheimer, considére les noyaux comme
infiniment plus massifs que les électrons, et ils sont donc considérés comme immobiles.
La seconde, dite de Hartree-Fock, considére que les électrons ne sont sensibles qu’au
champ moyen créé par les autres électrons et les noyaux. Avec ces approximations, le
hamiltonien caractérisant le déplacement de 1’électron s’écrit :

—
pQ

Ho =
0 2me

+V(7) (1.5)

ou V(?) est le potentiel vu par 1’électron et posséde les symétries du réseau cristallin.
Les états propres solutions de ce hamiltonien sont les fonctions d’onde de Bloch :
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O (P =u (7)et 7 (1.6)

%
ou k est le vecteur d’onde de 'électron et n est 'indice de bande. La fonction d’onde

ik

est caractérisée par une partie onde plane en e et une partie atomique u —>(7>) qui
n

posséde la périodicité du réseau. L’énergie propre correspondant a 1’état @n%(?) est
appelée E - et ses variations en fonction de ? définissent la structure de bande du
cristal. R

Pour ca_lg:uler cette structure de bande autour du point k£ = 0, on utilise la
méthode dite k.7 [54, 55]. £} —» s’obtient & partir d’un calcul perturbatif au second

ordre :

2772 2 % ?
PRI [(wno () K7 tmo))| (1.7)

E - =E, —
n? 0 + Qme + mg o EnO - EmO

Ce calcul permet de définir la notion de masse effective, m?, associée aux diffe-
rentes bandes, telle que :

e

F>=~F -+

nk n 0 (18)

2m}

Les propriétés électroniques du matériau sont alors définies a partir de particules effec-
tives, ou quasi-particules, dont la masse est donnée par m. La valeur de cette masse
(tableau 1.4) donne la courbure de la bande (figure 1.5). La structure de bande peut
alors étre calculée avec ou sans contrainte dans InAs et GaAs [56, 57|. Seules quatre
bandes seront prises en compte par la suite : les trois bandes de valence de plus haute
énergie et la bande de conduction de plus basse énergie. Dans le matériau massif (fi-
gure 1.5 (a) ), les trois bandes de valence sont partiellement dégénérées : le couplage
spin-orbite fait que la bande I'; est a plus basse énergie que les bandes I's. Dans un
puits quantique (figure (b)), I’énergie de confinement dépend de la masse de la par-
ticule. Comme les masses des électrons des bandes I's;, et I'spy, sont différentes, la
dégénérescence entre ces deux bandes est levée.

Il est possible d’exciter un électron de la bande de valence vers la bande de
conduction. Cette excitation a pour effet de laisser une vacance d’électron dans la bande
de valence dont le nombre d’électrons passe de N & N — 1. Afin de ne pas considérer
les interactions du systéme a N corps, probléme difficile a résoudre, on peut montrer
que les (N — 1) électrons de la bande de valence sont équivalents & une particule, le
trou. Ses propriétés physiques telles que la masse effective, la charge, ou le spin sont de
signe opposé a celles de 1’électron. Le premier état excité du semiconducteur correspond
alors a la création d’une paire électron-trou. Pour les notations a venir, nous noterons
e (resp. h) les indices des grandeurs se référant aux électrons de la bande de conduction
(resp. aux trous de la bande de valence).
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Bande d’énergie masse effective
Bande de conduction I'g 0,067 my
Bande de trous lourds I's p, | 0,38 myq (|| & 2)

Bande de trous légers I's;, | 0,082 mg (|| & 2)

FIGURE 1.4 — Masse effective de l’électron et du trou pour différentes bandes de GaAs habi-
tuellement utilisées (voir figure 1.5).

a) Massif — 3D b) Puits quantique — 2D
Energie Orbitale s (L=0) Energie
A A
Electrons I';
(J=1/2;],=+1/2)
$ Gap Orbitales p (L=1) $ Gap

Trous légers I'y 1,
(=3/2;3,=£172)

\

Trous lourds I'g
(0=3/2;0,=%3/2)

W

Trous SO I'; \
(=1/23,=£172)

FIGURE 1.5 — Structure de bande des électrons de valence et de conduction pour un matériau
massif (a) et un puits quantique (b).

Etats des électrons et des trous en k—0

La bande de conduction I'g posséde la symétrie d’une orbitale s. Les électrons
dans cette bande ont donc un moment cinétique orbital L = 0. En prenant en compte
le spin de I’électron S = 1/2, le moment angulaire total vaut J = 1/2, et en choisissant
un axe de quantification suivant 1'axe Oz, sa projection vaut J, = +1/2. Les états de
I'électron dans la bande de conduction dans la base des |J, J,) peuvent donc s’écrire :

11 1 1
‘67/[\) = ‘§7§> ) et ‘67\L> = ‘57_§> (19)

La bande de valence I'y a elle une symétrie de type p, et L = 1. Les électrons
(ou les trous) de la bande de valence ont alors un moment angulaire J = 3/2 et quatre
valeurs sont autorisées : J, = +1/2; £3/2. La bande de valence I'g 5;,, de moment total
angulaire |J = 3/2,J, = £3/2) a une masse effective supérieure a celle de la bande
I'sn, de moment |J = 3/2,J, = £1/2). On les appelle pour cela bande de trous lourds
(hh pour "heavy hole") et bande de trous légers (Ih pour "light hole") respectivement.
Les états de trous lourds s’écrivent :
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33 3 3
et ceux de la bande de trous légers s’écrivent :
31 3 1
th,) =1|=,= t|lh, ) =|=,—= 1.11
ity =[5.5) et m gy =|3.-5) (111)

La bande I'; & un moment cinétique total J = 1/2 avec deux projections auto-
risées J, = +1/2. Les états de la bande spin-orbite ont la méme symétrie que ceux de
la bande de conduction.

1.2.2 Confinement 0D des porteurs : discrétisation des états

Afin de créer un potentiel susceptible de confiner les porteurs, on réalise des hé-
térostructures, c’est-a-dire des empilements de couches de matériaux semiconducteurs
de gap différents. Cette différence de gap crée un puits de potentiel dans la direction de
I'empilement (voir figure 1.6 (a)). Cette modulation du potentiel confine les porteurs
si la dimension caractéristique est inférieure a la longueur d’onde de De Broglie :

2m2h2
m;k‘BT

App = (1.12)

ou T est la température du systéme, et kg la constante de Boltzmann. Dans le GaAs,
on trouve A\pp ~ 5 nm a température ambiante et \pp ~ 30 nm a 7 K, tempéra-
ture & laquelle nous réalisons nos expériences. Comme la taille caractéristique d’une
boite quantique est de l'ordre de 20 nm, les effets du confinement sont observables a
température cryogénique.

L’apparition d’un potentiel de confinement suivant une direction de l’espace
entraine une discrétisation de la densité d’états électronique correspondante. Pour un
potentiel de confinement & trois dimensions, on obtient un spectre électronique discret.
La figure 1.6 illustre cette évolution :

a) En I’absence de confinement, dans le matériau massif, les électrons possédent
trois degrés de liberté. Leur densité d’états est alors continue et proportionnelle

a\/E—E,.

b) Avec un confinement suivant une direction, on parle alors de puits quan-
tique et les électrons possédent deux degrés de libertés. La densité d’états présente
des marches correspondant aux différents niveaux du puits.

¢) Avec un confinement suivant deux directions, on parle alors de fil quantique
et les électrons n’ont plus qu'un degré de liberté. La densité d’états, caractéris-
tique d’un systéme unidimensionnel, est proportionnelle & 1/v/FE — E,, ou FE,, est
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a) b)
p(E)
Matériau A Matériau B Matériau A
E El) l“‘1 EZ E
Direction de croissance
Energie
Bande de conduiction p(E)
Gap, i Gapg

E E, E, E, E E

Bande de valence

FIGURE 1.6 — a) Schéma d’un puits quantique, consistant en l’empilement de type A-B-A de

deur matériaur semiconducteurs A et B de gap différent. b) Evolution de la densité d’états

électronique en fonction de la dimension du confinement.

I’énergie de confinement.

Avec un confinement tridimensionnel, on obtient une boite quantique. Les
électrons ne sont plus libres de se déplacer dans le matériau. La densité d’états
ne forme plus un quasi-continuum mais une succession de pics de Dirac. On parle
alors de macro-atomes ou atomes artificiels en raison de la similitude avec les
niveaux d’énergie d'un atome isolé. L’apparition d’états discrets permet alors
d’assimiler la boite & un systéme & deux niveaux, ol le niveau fondamental est la
boite sans paire électron-trou et le niveau excité est la boite contenant une paire
électron-trou.

1.2.3 Croissance des boites quantiques

Nous étudions des boites quantiques d'InAs/GaAs fabriquées par épitaxie a

jets moléculaires (EJM) au Laboratoire de Photonique et Nanostructure (LPN) de

Marcoussis par Aristide Lemaitre. Au cours de la croissance d’une couche d’InAs sur

du GaAs, des contraintes apparaissent aux interfaces des deux matériaux, en raison de

la différence de paramétre de maille (az,45 =1,07agq45). Ce mode de croissance, appelé

Stranski-Krastanov [58], se résume en trois étapes (fig 1.7) (a)

1.

Une couche d’InAs est déposée par EJM. Tant que son épaisseur reste inférieure
a une épaisseur critique égale & 1,7 monocouches, la maille d'InAs s’adapte a celle
du GaAs et des contraintes s’accumulent. La croissance est dite bidimensionnelle
car elle consiste en I'empilement de plans atomiques.
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a) b)

1,7 monocouches
< 1,7 monocouches

InAs InAs InAs

GaAs GaAs GaAs

FIGURE 1.7 — a), b) et ¢) Différentes étapes d’une croissance de boites quantiques auto-
organisées d’InAs/GaAs. d) Image AFM d’ilots d’InAs sur un substrat de GaAs avant l’étape
d’encapsulation, réalisé au Laboratoire de Photonique et Nanostructures par J.M. Moison. e)
Image STM d’une coupe de boite quantique aprés encapsulation, d’aprés Koenraad [59]. Les
pointillés représentent les contours du cone "non tronqué”.

2. Lorsque I'épaisseur atteint en moyenne 1,7 monocouches, les contraintes se re-
lachent et des ilots nanométriques se forment, répartis aléatoirement sur la pre-
miére monocouche d’InAs avec une densité de 10° — 10! em™2. Les ilots sont de
forme conique (figure 1.7 (b)), de rayon de base ~ 20 nm et de hauteur ~ 5 nm
en moyenne (figure 1.7 (d)). La monocouche restante forme un puits quantique,
communément appelée couche de mouillage, de 'anglais "wetting layer".

3. Une couche de GaAs est enfin déposée sur le plan de boites. Le GaAs encapsule
les ilots d’InAs qui prennent la forme de cones tronqués (figures 1.7 (c) et (e)). Les
dimensions nanométriques et la différence de gap entre InAs et GaAs permettent
le confinement des porteurs de charges, électrons et trous, dans les trois directions
de I'espace.

1.3 Excitations électroniques dans les boites quan-

tiques

1.3.1 Notion d’exciton dans les boites quantiques

L’excitation d’un électron de la bande de valence vers la bande de conduction
crée une paire électron-trou. Cette paire peut étre liée par interaction coulombienne et
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forme une quasi-particule appelée exciton. Cette quasi-particule est constituée d’une
particule de charge négative et d'une particule de charge positive, ce qui a permis de
montrer que son spectre d’énergie est similaire & celui d’'un atome d’hydrogene [60].
Par analogie, on peut définir un rayon de Bohr de ’exciton dont la dimension typique
est de l'ordre de la dizaine de nm, et une énergie de liaison de ’ordre de quelques meV.

Le confinement renforce le recouvrement des fonctions d’onde des porteurs et
donc l'interaction entre le trou et 1’électron, conduisant & un renforcement des effets ex-
citoniques dans les systémes de basse dimension. Cependant dans les boites quantiques,
en toute rigueur, le potentiel de confinement domine largement l'interaction coulom-
bienne qui n’apporte alors qu’une correction faible a I’énergie du systéme [61]. La liaison
de la paire électron-trou est donc dominée par le confinement et, en toute rigueur, nous
ne devrions pas utiliser le terme "exciton" pour désigner une paire électron-trou dans
une boite quantique, méme si nous le ferons, par simplicité.

1.3.2 Etats multi-chargés d’une boite quantique

Nous n’avons pour l'instant considéré que le cas ot une paire électron-trou est
injectée dans la boite. Cependant, dans le cas ou plusieurs paires sont créées dans la
boite quantique, cela donne naissance a des états a plusieurs particules déja observés
[62, 63, 64] et que nous allons briévement décrire (voir figure 1.8) :

L’exciton neutre

Lorsqu’une unique paire électron-trou est injectée dans une boite quantique on
parle d’exciton neutre (noté X). Comme nous I’avons vu précédemment, le trou et
I’électron peuvent chacun avoir deux spins différents. En ne considérant que des états
de trou lourd (de plus haute énergie), quatre états de paires peuvent alors se former.
Dans la base |J¢, J4) = |J;,) ot J, est la projection du moment cinétique (ou spin) de
la particule sur I'axe z et Jy; le spin associé a la paire électron-trou, les états s’écrivent :

13 1 3
\T;TT>:‘§>§>:\+2> \T7U>:’§>—§>=’—1>

13 1 3
55 ) =1-2)
20 2

(1.13)
= |——. — = 1 =
1) = |33 ) =141 1)
Les photons ayant un spin +1 ou -1, ils ne peuvent donc se coupler qu’aux paires

ayant le méme moment cinétique. Seules deux paires sont optiquement actives : celles
de moment |J = +1), appelées "excitons brillants". Les deux autres paires, de moment
|J = £2) sont dites "noires", car elles ne peuvent pas se coupler a la lumiére.

L’exciton chargé

Lorsque la boite contient une charge excédentaire, il se forme un trion (complexe
formé par trois charges) ou exciton chargé. Deux possibilités existent alors, 1’exciton
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a) Excitons neutres

Brillants

b) Excitons chargés

<WW\< Négatifs
oy

c¢) Biexcitons

Positifs

FIGURE 1.8 — Schéma des différents excitons dans une boite quantique. a) Excitons neutres
brillants (gauche) et noirs (droite). b) Excitons chargés négativement (gauche) et positivement
(droite). ¢) Biexcitons

chargé positivement X (i.e deux trous et un électron) et I'exciton chargé négativement
X~ (i.e deux électrons et un trou). Dans ce systéme, la transition optique se fait alors
entre les états | 1 (T ou })) — |[(ft ou ) et |(f ou |) 1)) — [(T ou J)), laissant
toujours la boite dans un état chargé. Le principe d’exclusion de Pauli impose que les
particules de méme nature dans la boite aient un spin opposé. La transition optique est
alors toujours autorisée, entre un électron et un trou de spin opposés et ces complexes
n’ont pas d’équivalent aux excitons noirs.

Le biexciton

Une boite peut a priori contenir deux paires électron-trou qui peuvent donner
naissance a un état lié de type moléculaire, appelé biexciton, et le spin de cet état est
alors |J = 0). Cet état peut émettre un photon lors de la recombinaison d’une des
paires électron-trou brillante. La présence de la deuxiéme paire modifie I’énergie de la
transition optique et la transition entre les états | 1)) — | 1} ou 1) est identifiée
comme ’émission du biexciton. La paire restant alors dans la boite est alors un exciton
neutre brillant.
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Notons tout de méme que d’autres complexes plus exotiques existent mais leur
structure électronique et la probabilité qu’ils se forment les rendent plus difficiles &
observer expérimentalement. Parmi eux, nous pouvons trouver le biexciton chargé X X
ou X X, I'exciton doublement chargé X ou X2~ etc... [64, 65|

1.3.3 Energie de liaison - Corrélations coulombiennes

Energie | Sans interaction coulombienne |

\l/ | Interaction coulombienne directe |

1‘. X+
- |
XX l l
‘l‘ X Brillant ) X
— Y
Noir
I X e —

FIGURE 1.9 — Energie des transitions excitoniques en fonction des différents termes d’inter-

action.

Dans le cas ou le hamiltonien ne prend en compte que le potentiel de confine-
ment, ’énergie de transition des différents complexes excitoniques est la méme. Les
particules confinées sont chargées et les interactions coulombiennes modifient 1’énergie
du systéme. L'effet de ces interactions a été calculé théoriquement par Schliwa et al.
[61], et les contributions principales identifiées (voir figure 1.9) sont les suivantes :

1. L’interaction coulombienne directe : Elle correspond a l'interaction entre
deux particules chargées. Cette interaction induit un changement de I’énergie de
liaison des complexes excitoniques et se note J¥, {i,j} = {e, h}. Chacune des
trois combinaisons est de l'ordre de 20 meV et dépend fortement de la taille de la
fonction d’onde et du type de particule considérée. Cette énergie est liante pour
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J" | et anti-liante pour J¢ et J". Cette interaction est donc responsable de la
levée de dégénérescence des états X, XX, X et X~

2. Termes de corrélations : Les électrons et les trous sont des fermions indis-
cernables. Le principe d’exclusion de Pauli implique que deux électrons ou deux
trous ne peuvent avoir le méme spin. La fonction d’onde & plusieurs particules
doit donc étre anti-symétrique. En réécrivant les fonctions d’onde de XX, X+
et X~ comme une combinaison linéaire de déterminants de Slater, une renorma-
lisation de I’énergie d.,,. apparait, de 'ordre de quelques meV. Cette énergie de
corrélation permet d’expliquer pourquoi le biexciton peut devenir liant.

3. Interaction d’échange : La structure fine de ’exciton neutre X, résulte de la
levée de dégénérescence des quatre états excitoniques de 1'ordre de la dizaine de
peV. Elle provient de deux termes essentiels :

a) L’interaction coulombienne interbande, souvent appelée interaction d’échange
isotrope électron-trou, vient du couplage entre les excitons brillants et des
photons virtuels qui proviennent de l'interaction de Coulomb entre un élec-
tron de la bande de conduction et tous les autres électrons qui remplissent
la bande de valence (N-1). Ce processus peut s’apparenter a I’échange d’une
paire électron-trou par une autre, par émission et absorption de photons vir-
tuels. L’interaction coulombienne qui résulte de cet échange est répulsive et
leve la dégénérescence des excitons brillants et noirs en augmentant 1’énergie
des excitons brillants.

b) L’anisotropie d’une boite, en terme de forme ou de composition, modifie
la symétrie des fonctions d’onde des porteurs de charges [66]. Les états
propres de la boite sont des superpositions des états J = £1 et ne sont
plus dégénérés :

1

[X) = Z (+1D+[-1)

1
!Y>=m(\+1>—!—1>)

L’écart en énergie entre les états | X) et |Y) est appelé splitting d’échange,

(1.14)

noté dppg. L’anisotropie de forme induit également une anisotropie des
contraintes dans le matériau. Ces contraintes sont responsables de la créa-
tion d'un champ piezo-électrique. Ce champ modifie lui aussi I’énergie des
deux états excitoniques. [67]

Les états | & 1) sont couplés a des photons polarisés circulairement o*. Au
contraire, la levée de dégénérescence des excitons brillants couple les excitons a des
photons polarisés linéairement, vertical ou horizontal. Les excitons chargés ne sont pas
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affectés par l'interaction d’échange, et se couplent & des états de la lumiére polarisés
circulairement. Les régles de sélection optique pour le biexciton et l’exciton neutre
d’une boite anisotrope sont schématisées figure 1.10. Lorsqu'un biexciton se trouve
dans la boite, il émet un photon polarisé linéairement, laissant ainsi un exciton dans
la boite. Cet exciton peut & son tour émettre un photon, a une énergie différente, qui
aura la méme polarisation que le premier photon émis.

a) Energie b)

8F FS|

a

FIGURE 1.10 — Polarisation des photons émis lors de la cascade radiative du biexciton pour
un splitting d’échange nul (a) ou non nul (b). Ex est I’énergie de la transition optique de

lexciton et Exx est l’énergie de la transition biexciton-exciton.

1.3.4 Meélange trou lourd-trou léger

La levée de dégénérescence des bandes de trous nous a permis en premiére ap-
proximation de ne considérer que les trous lourds dans la formation des complexes
excitoniques. Cependant, les contraintes dans les boites quantiques ainsi que 1’aniso-
tropie de forme Eodiﬁent les propriétés de symétrie du cristal. La structure de bande
au voisinage de k = 0, en tenant compte de I'anisotropie, a été calculée par Luttinger
et Kohn [68], puis Bir et Pikus [69]. Ils trouvent alors que les états ne sont plus com-
posés purement de trous lourds, mais d’un mélange de trous lourds et de trous légers.
Ce probléeme a été largement étudié dans I'équipe au cours de la thése de C. Tonin
[21, 70]. Nous ne reprenons ici que quelques résultats essentiels. Ce mélange modifie
notamment les propriétés de polarisation des différents excitons |71, 70| car la fonction
d’onde du trou résulte d'un mélange des fonctions d’onde du trou lourd ¢35 et du
trou léger ¢q/o :

1

VI TP

b = (¢x3/2 + €77 Bpz1)2) (1.15)
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ou [ est le coefficient de mélange, qui dépend de la proportion de trous légers, mais
également du recouvrement des fonctions enveloppes des trous lourds et des trous légers.
U est appelé 'angle d’anisotropie du systéme.

a)

0 Al1-10]

FIGURE 1.11 — Diagrammes polaires de l’émission d’un exciton neutre pour une excitation
non-résonante. a) Schématisation d’une boite asymétrique, et orienté d’un angle 6 par rapport
auzx azxes cristallographique. b) Diagramme polaire sans mélange trous lourds-trous légers, ¥ =
0. ¢) Diagramme polaire avec un paramétre de mélange 5 = 0.25 et W # 6. En rouge, est
représenté intensité de luminescence Ix, et en vert lintensité Iy. En bleu est représenté la

somme des deuz intensités. Les angles de polarisation du mazimum d’intensité sont notés ¢x
et (l)y.

La modification du diagramme polaire d’émission de la boite quantique qui
en résulte (c’est-a-dire 'intensité de la microphotoluminescence en fonction de I'angle
d’analyse d’un polariseur) fait que, pour un exciton neutre, les axes de polarisation des
états | X) et |Y) sont modifiés, et ne sont plus orthogonaux. La figure 1.11 montre le
cas général d’une boite orientée d’'un angle # par rapport aux axes cristallographiques.
Lorsqu’il n'y a pas de mélange, les axes de polarisation sont orientés suivant 6 et
0 + /2. 1ls sont alors orthogonaux. Lorsque le mélange est pris en compte, les axes de
polarisation ne sont plus suivant 'orientation de la boite et ne sont plus orthogonaux.
Ainsi le diagramme polaire d’émission des deux états propres s’écrit en fonction de
I’angle d’analyse « :

Ix(a) = {\/1 — 2 cos(a+6) — %COS(O./ + 2V +0)}
(1.16)

Iy(a) = {\/ 1 — p?sin(a+0) — % sin(a + 2W 4+ 9)}

Lorsque I'écart en énergie entre les deux raies d’émission n’est pas résolue par
le dispositif de détection, I'intensité mesurée est donnée par :
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Lula) = Ix(a) + Iy (a) (1.17)

dont la représentation est donnée par les courbes en bleu dans la figure 1.11.

Ainsi nous verrons aux chapitre 2 et 3 que 1’étude de la micro-photoluminescence
en polarisation nous renseigne sur la nature des états excitoniques :

— Pour un exciton neutre, la structure fine induit que la luminescence des deux
états propres de la boites sera polarisée linéairement comme nous ’avons décrit
ici.

— Pour un exciton chargé, la luminescence est émise avec une polarisation elliptique,
dont l'ellipticité dépend du paramétre de mélange.

1.4 Emission de photons uniques et indiscernables par
une boite quantique

1.4.1 Transition optique dans une boite

La boite quantique peut étre considérée comme un systéme a deux niveaux
ou l'état fondamental est la boite vide, et I'état excité est la boite contenant une
paire électron-trou. En négligeant les états noirs qui ne sont pas couplés a la lumieére,
lorsque ce systéme est excité et quun exciton se trouve dans la boite, 'exciton peut
d’énergie E; = hw;, et I'état fondamental final W), d’énergie Ey = hwy. Il est possible
de décrire I’émission spontanée d’un photon d’énergie hw, comme le passage de I'état
|U;,0) (état excité de la boite et zéro photon) a I'état |Uy, 1) (état fondamental de la
boite et 1 photon). L’hamiltonien d’interaction dipolaire électrique entre la lumiére et
la matiere s’écrit :

H=—pE(7) (1.18)

ou f1 est I'opérateur moment dipolaire électrique et E est I’amplitude du champ élec-
trique au niveau de la boite, situé en 7. Le taux d’émission spontanée est alors donné
par la régle d’or de Fermi :

2
F:%|<\ij,1|H|\Ifi70>|25(Ef_Ei_hw) (1.19)

[ est 'inverse du temps de vie radiatif 77 et peut étre relié aux grandeurs
caractéristiques de la boite par 'intermédiaire de la force d’oscillateur f :

2 €? Wi

U, 1|H[W,, 0%, et T === 1.20
(W, 1H W, 0)f e e (1.20)

2
me ha)o

f=
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avec e la charge de I'électron, m, la masse de I’électron libre, n I'indice de réfraction
du matériau, c la vitesse de la lumiere, et hwy = hwy — hw; 'énergie de la transition

optique.
De plus, la force d’oscillateur peut étre reliée au moment dipolaire ;2 de la boite
quantique :
2mewy
= 1.21
f=" (1.21)

Une boite quantique posséde une force d’oscillateur typique de I'ordre de 10 [72].
En comparaison, les transitions des atomes légers possédent des forces d’oscillateur
de l'ordre de 1 [73|. Ainsi les boites quantiques se différencient des atomes de deux
manieres :

— Elles possédent un temps de vie plus court que les atomes, soit environ 1 ns contre
1 pus & 1 ms dans le cas des atomes.

— L’absorption, qui est également reliée & la force d’oscillateur, est bien plus forte
pour une boite quantique.

1.4.2 Relaxation de la cohérence

Les boites quantiques ne sont pas des systémes a deux niveaux isolés. En ce sens,
les interactions d’une boite et de son environnement entrainent une perte de cohérence
par rapport a la limite radiative. Deux processus principaux sont responsables de la
perte de cohérence, le couplage aux phonons de la matrice de GaAs environnante, et
les fluctuations des charges environnantes piégées par des défauts dans la structure :

a) Un exciton dans une boite quantique se couple aux phonons longitudinaux op-
tiques (LO) et acoustiques (LA) du cristal de GaAs. Le couplage aux phonons
LO est responsable de la relaxation non-radiative trés efficace qui intervient lors
d’une excitation non résonante. Il a été mis en évidence que 1’exciton se couple
fortement au continuum de phonons optiques [74, 75| et forme alors des états
habillés exciton-phonons ou polarons [76]. La partie phonon des polarons est
instable et peut se désintégrer en un phonon LO et un phonon LA, la partie ex-
citonique perdant alors I’énergie correspondant au phonon LA. L’exciton a haute
énergie relaxe alors par ce couplage aux phonons. L’interaction polaronique est
également responsable d'une perte de cohérence et d’'un élargissement de la raie
de luminescence a haute température [77].

Les excitons se couplent également directement aux phonons acoustiques LA de
la matrice environnante de GaAs. Lors de la recombinaison radiative de 1’exciton,
celui-ci peut absorber ou émettre un phonon LA modifiant alors I’énergie d’émis-
sion de la luminescence. Ce couplage est responsable de 'apparition des ailes de
phonons dans les spectres de luminescence |78]. De plus, lors d’une excitation
résonante, les phonons LA se couplent de maniére résonante avec les états pola-
ritoniques (état habillés exciton + photons), engendrant une perte de cohérence
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supplémentaire. Ce couplage sera plus détaillé et mis en évidence expérimentale-
ment dans le chapitre 3.

b) Les défauts de la structure de la couche de mouillage peuvent capturer des charges
a proximité des boites. Ces charges sont alors faiblement confinées, et le piégeage
et le dépiégeage de ces charges entrainent une fluctuation de I’environnement
électrostatique. En effet, la présence d'une charge a proximité de la boite entraine
un décalage de I’énergie d’émission par effet Stark. Ce phénomeéne dit de diffusion
spectral a été observé par de nombreux groupes |79, 80, 81, 82|. Deux régimes de
fluctuation ont été mis en évidence :

i Régime de fluctuation lente : ce régime correspond & une forte puissance
d’excitation non résonante (au-dela de la saturation de la boite). La raie
d’émission a un profil gaussien, dont la largeur augmente avec la puissance
d’excitation.

ii Régime de fluctuation rapide : A faible puissance d’excitation non réso-
nante, ou pour une excitation résonante, ce régime induit un élargissement
de quelques ueV de la raie, qui garde un profil lorentzien. Dans ce régime la
description des déphasages par un temps 73 est donc adaptée, puisqu’elle
conduit & une perte exponentielle de la cohérence en fonction du temps.

Nous serons amenés a modéliser les processus de déphasage purs au chapitre 4,
afin d’évaluer I'indiscernabilité de notre source. Pour une excitation résonante, les inter-
actions avec les phonons et le champ électrostatique fluctuant peuvent étre modélisées
par un bruit blanc, entrainant une perte de la cohérence en exponentielle décroissante
avec un temps caractéristique 75 .

1.4.3 Stratégies pour émettre des photons indiscernables

L’indiscernabilité des photons émis par une boite quantique est reliée au rapport
T5/2T. Dans une boite quantique, le couplage avec ’environnement rend ce rapport
inférieur a 1. Afin d’avoir une source de photons uniques ayant le meilleur degré d’indis-
cernabilité possible, il est nécessaire d’augmenter ce rapport. Pour cela, deux stratégies
sont possibles :

— 1l est possible de diminuer le temps de vie T7 en réalisant une structure en cavité
modifiant la densité spectrale des modes optiques couplés a l'exciton. Ainsi, en
insérant les boites dans des cavités, on modifie leurs propriétés d’émission, et
notamment le taux d’émission spontanée. Cet effet a été prédit en 1946 par E.M.
Purcell [83]. La modification du taux d’émission spontanée en présence d’une
cavité est depuis appelé effet Purcell, et est définie par la grandeur :

I‘ccw
Fp = 1.22
P Fvide ( )
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ou I'.,, est le taux d’émission spontanée dans la cavité et I',;4. le taux d’émission
spontanée dans le vide. Ce facteur peut étre relié au volume du mode électroma-
gnétique V' et au facteur de qualité () par 'expression :

3 /AN’ Q
e () a9
ot A/n est la longueur d’onde dans le matériau. Ces structures permettent a
I’heure actuelle de multiplier le taux d’émission spontanée d’une boite quantique
par un facteur 10> — 103 [84]. En obtenant des temps de vie plus courts que les
temps de déphasages purs, on obtient alors une source de photons indiscernables
[85, 86, 87]. Une autre conséquence de cette structure est I’émission des photons
a une fréquence plus élevée, augmentant la fréquence a laquelle il est possible de
transmettre une information quantique.

— La seconde approche consiste a diminuer le taux de déphasage pur 1/73, afin
de le rendre négligeable comparé au taux d’émission spontanée. Pour cela, il
est d’abord nécessaire de travailler & des températures cryogéniques (quelques
Kelvins). A ces températures, les vibrations du cristal et leur interaction avec la
boite sont fortement diminuées.

Afin de supprimer les processus de déphasage liés a la relaxation non radiative des
porteurs qui ont lieu lors d'une excitation a haute énergie, il est possible d’exciter
la boite quantique directement a I’énergie de la transition optique de I'exciton. Le
temps de déphasage pur devient beaucoup plus long que le temps de vie radiatif,
et il est alors possible d’émettre des photons indiscernables [88, 89]. Les paires
électron-trou sont excitées de maniére cohérente avec le laser et le systéme a deux
niveaux peut alors servir de bit quantique sur lequel il est possible d’effectuer des

opérations par des expériences de controle cohérent ou de mélange a quatre ondes
[90, 16, 22].

Expérimentalement, ces deux aspects sont toujours plus ou moins combinés.
Ainsi, les boites d’InAs sont presque toujours étudiées a des températures cryogéniques.

1.5 Conclusion

Nous venons de voir dans ce chapitre introductif que les boites quantiques pos-
sedent un spectre d’énergie discret et qu’elles peuvent constituer a priori des émetteurs
de photons uniques. Nous pourrons ainsi définir un systéme a deux niveaux que nous
pourrons par la suite utiliser comme bit quantique. A I'aide d’impulsions lumineuses
trés courtes (de 'ordre de la picoseconde) il est possible de créer, controler et manipuler
ces qubits. Une des originalités de notre travail réside dans I’étude des boites sous exci-
tation résonnante. Pour cela, nous avons mis en place une configuration expérimentale
originale basée sur une géométrie d’optique guidée. Nous verrons comment 1’excitation
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résonnante permet de préserver la cohérence du systéme et améliorer les propriétés
d’indiscernabilité des photons émis, ce qui était un des objectifs de ce travail.

Les études antérieures dans I’équipe |20, 21| ont montré qu’il est possible d’ins-
crire et de controler un qubit dans une boite quantique par des expériences de controle
cohérent. Cette thése s’inscrit dans la continuité de ces travaux et nous cherchons
maintenant a utiliser ce qubit pour émettre des photons uniques. L’excitation réso-
nante permet de préserver la cohérence des boites, et les photons uniques doivent donc
étre indiscernables. Nous avons également inséré les boites dans une microcavité a mi-
roirs de Bragg afin d’augmenter 'efficacité de collection des photons de luminescence.
L’objectif est de créer des états quantiques plus complexes, et intriquer deux photons
provenant d’une ou de deux boites.
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Chapitre 2

Caractérisation de boites quantiques
uniques d’InAs/GaAs

Dans cette partie, nous détaillerons le dispositif expérimental nous permettant
de réaliser les expériences sous excitation résonnante, que ce soit des expériences de
micro-photoluminescence (u-PL), de u-PL résolue en temps, de corrélations de photons
pour les mesures de la statistique des photons émis, ou des expériences d’interférences
a deux photons pour ’étude de l'indiscernabilité des photons. Mon travail de thése
a consisté pour grande partie a la réalisation des deux expériences de corrélations de
photons qui n’avaient pas encore été mises en place par ’équipe. L’interférométre de
Mach-Zehnder utilisé pour les expériences d’interférences a deux photons, a d’abord
été monté en espace libre, puis j’ai di le dupliquer sous forme fibrée de fagon a assurer
un recouvrement parfait des modes spatiaux des deux faisceaux. Cela a nécessité en
tout plusieurs mois de réglages avant d’obtenir les premiéres courbes d’indiscernabilité.
Aprés une bréve présentation des propriétés structurales des boites elles-mémes puis des
échantillons complets, nous passerons en revue une par une chaque partie du dispositif
expérimental qui nous a permis d’obtenir les résultats présentés dans cette these.

2.1 Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental est présenté dans sa globalité sur la figure 2.1. Aprés
une bréve présentation des échantillons étudiés, nous verrons comment il est possible
d’isoler une boite unique, spatialement et spectralement, afin d’en étudier les caracté-
ristiques. Puis nous verrons qu’il est possible d’étudier les processus radiatifs au moyen
d’expériences résolues en temps, et les processus de cohérence grace a la spectroscopie
par transformée de Fourier (FTIR). Enfin nous détaillerons les expériences de corréla-
tion de photons permettant d’accéder a la statistique des photons émis.

41
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FIGURE 2.1 — Schéma du montage expérimental. L’échantillon d’étude est placé dans un cryo-
stat @ 7 K. L’échantillon est excité au moyen d’un laser Ti :Saphir délivrant des impulsions
picosecondes (2-3 ps) a 82 MHz. Le signal est collecté perpendiculairement a [’excitation par
un objectif de microscope d’ouverture numérique 0.5, et est couplé dans une fibre optique per-
mettant de diriger la lumiére dans deux dispositifs. Un spectrométre est couplé a une CCD et
un interférometre de Mach-Zehnder pour réaliser de la spectroscopie a transformée de Fou-
rier (FTIR). Un Mach-Zehnder entiérement fibré permet d’étudier la statistique des photons
émis. La lumiére est scindée en deux, puis recombinée, par des lames 50/50 fibrées (FBS).
Des controleurs de polarisation quart-d’onde et demi-onde permettent de compenser la biré-
fringence dans la fibre optique. Les photons sont détectés par des photodiodes & avalanche
(APD).

2.1.1 Caractéristiques de 1’échantillon

Notre but est d’exciter les boites quantiques a la résonance de la transition op-
tique liée & la recombinaison radiative d’un exciton, afin d’augmenter les propriétés de
cohérence des photons de luminescence. Cela pose un défi technique puisque le laser
est, par définition, & la méme énergie que la luminescence observée. Le laser diffusé
par ’échantillon est alors détecté par les appareils de mesure qui sont ainsi éblouis.
En géométrie de micro-photoluminescence usuelle ot un méme objectif de microscope
sert a l'excitation et a la détection du signal, et aux puissances typiques de saturation
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d’une boite quantique, on détecte plusieurs centaines de photons provenant du laser
diffusé pour chaque impulsion, alors que les boites n’émettent qu’un photon par impul-
sion. Nous avons résolu ce probléme en utilisant une géométrie guidée pour découpler
spatialement le laser d’excitation et le signal détecté. Nous réduisons ainsi d'un facteur
supérieur a 10° la quantité de photons de 'excitation détectés, et nous pouvons étu-
dier les boites sous excitation résonante. Deux types d’échantillons ont principalement
été étudiés au cours de cette thése. Le premier, que nous appellerons échantillon S1
a d’abord été étudié pendant la thése de Catherine Tonin. S2 et S3 sont deux échan-
tillons de deuxiéme génération, réalisés pour mener & bien les travaux de cette thése.
La croissance des échantillons a été réalisée par Aristide Lemaitre au Laboratoire de
Photonique et Nanostructure (LPN) a Marcoussis. Les gravures ont été réalisées par
Anthony Martinez au LPN également. Nous allons détailler les caractéristiques princi-
pales de ces échantillons.

Plan de boites quantiques

Les échantillons possédent une densité de boites permettant 1’étude de boites
uniques. Pour ’échantillon S1 elle est comprise entre 109 et 10'Y boites/cm? soit entre 10
et 100 boites/pum? qu’il est alors possible de séparer spectralement. Les échantillons S2
et S3 possédent 10® & 109 boites/cm?, soit moins de dix boites en moyenne dans le champ
d’observation de 1'objectif de microscope. La distribution en énergie des boites est
comprise entre 1,31 eV (950 nm) et 1,36 eV (910 nm). Nous observons la luminescence
de la couche de mouillage & 1,43 eV (870 nm).

Alors que la densité moyenne sur ’échantillon S2 est faible, la répartition des
boites est trés inhomogéne, avec des densités proches de zéro sur une grande partie de
I’échantillon, et des zones possédant plusieurs boites par ym?. Comme nous le verrons
par la suite, ces échantillons possédent une cavité qui limite la plage de longueur d’onde
sur laquelle nous pouvons observer la luminescence des boites. I est donc difficile
d’évaluer expérimentalement la densité réelle de boites sur 1’échantillon.

Echantillon S1 : Gravure de rubans pour I’excitation guidée

Afin de réaliser un guide d’onde unidimensionnel dans nos échantillons, il est
nécessaire de créer un confinement de la lumiére dans deux directions. Dans cet échan-
tillon, I’hétérostructure d’InAs/GaAs est réalisée en faisant croitre une couche d’InAs
entre deux couches de GaAs d’égale épaisseur. Cet ensemble de 0,6 um d’épaisseur
est inséré entre deux couches de GaAlygAs de 1 um d’épaisseur. La différence d’indice
entre le GaAlygAs (3,23 & température ambiante & 885 nm) et le GaAs (3.61 a tem-
pérature ambiante a 885 nm) permet de confiner la lumiére suivant I’axe de croissance
[001] (voir figure 2.2 (a)), réalisant un guide d’onde bidimensionnel. Le confinement
dans I'axe [110] est réalisé en gravant périodiquement des rubans sur 1’échantillon. La
technique utilisée est une gravure chimique réalisée apreés la croissance de I’échantillon :
un masque formant des séries de quatre rubans de largeur comprises entre 0,5 pm et
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FIGURE 2.2 — Echantillon S1 : a) Schéma de la structure du guide d’onde b) Image TEM
d’une coupe transversale d’un guide d’onde. Les pointillés représentent le plan de boites. c)
profil d’intensité du mode fondamental du guide d’onde.

2 pm et séparés de 50 pm est appliqué sur ’échantillon. Lors du processus de gravure,
les parties situées sous ce masque sont laissées intactes. Avec ce procédé, les flancs des
rubans ne sont pas rectilignes mais ont un profil courbe (voir figure 2.2 (b)). Cepen-
dant, en gravant des rubans sur 1,3 um de profondeur, soit juste en dessous du plan
de boites quantiques, on montre l'existence d’un mode guidé, confiné par la structure
(figure 2.2 (c)). Les rubans forment alors des guides d’ondes unidimensionnels le long
desquels le laser se propage sans dispersion.

Echantillons S2 et S3 : cavité a miroirs de Bragg

Pour ce second type d’échantillon, nous avons souhaité augmenter 'efficacité de
collection de la luminescence des boites en ajoutant une cavité a miroirs de Bragg. La
cavité a été concue avec plusieurs contraintes :

— Nous souhaitons concentrer 1’émission de la luminescence dans la direction de
détection. La cavité doit donc permettre de modifier la densité de modes des
photons couplés aux boites tel que leur diagramme d’émission devienne direc-
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tionnel. On diminue alors le nombre de photons émis dans une direction autre
que celle de 'objectif de détection.

— La cavité doit permettre une extraction maximum du signal, c’est-a-dire qu’elle
doit notamment étre dissymétrique afin d’augmenter 'efficacité d’extraction du
signal du coté ou se trouve 'objectif de détection. Dans le cas d’une cavité équi-
librée, i.e., avec le méme nombre de miroirs de chaque coté, lefficacité de 1'ex-
traction serait alors de 50% au maximum.

— Nous avons a faire a une distribution aléatoire de boites, dont la longueur d’onde
d’émission n’est pas contrdlée. Si le mode est trop étroit spectralement, la pro-
babilité de trouver une boite a 'intérieur du mode sera trées faible. Pour cela, il
faut donc trouver un compromis sur le facteur de qualité, pour satisfaire a la fois
la premiére et cette derniére condition.

Pour dessiner cette structure, nous avons effectué des simulations FDTD (Finite
Difference Time Domain) a deux dimensions & partir du logiciel libre d’accés Meep,
permettant de simuler I’évolution du champ électrique dans une structure en fonction
du temps. Nous avons simulé une structure contenant 24 paires de miroirs de Bragg
sous le plan de boites. Les simulations consistent en la mesure du facteur de qualité de
la cavité et du flux du vecteur de Poynting (représentant la puissance émise) du champ
créé par un dipdle situé au centre de la cavité. Pour ces simulations nous avons fait
varier les paramétres suivants (figure 2.3 (a)) :

— Le nombre de paires de miroirs de Bragg au dessus du plan de boites.
— La largeur des rubans gravés.

— La profondeur de gravure a partir du plan de boite pour une structure avec 12
miroirs de Bragg supérieurs.

— Le profil de la gravure (incurvé ou rectiligne).

La figure 2.3 (b) montre I’évolution du flux du vecteur de Poynting en fonction
du nombre de paires de miroirs de Bragg, pour trois largeurs de guide : 1 pum (courbe
noire), 1,25 pum (courbe bleue) et 1,5 pm (courbe rouge). On remarque que la structure
semble étre optimale pour un guide de 1,25 pum de large et 14 paires de miroirs de
Bragg. En effet, en augmentant le nombre de paires de miroirs, on améliore le facteur
de qualité et le dipdle émet alors perpendiculairement au plan des couches ; I'intensité
mesurée augmente. Cependant, lorsque le nombre de paires supérieures se rapproche
du nombre de paires inférieures, bien que le facteur de qualité continue d’augmenter, le
signal est réparti alors de maniére équilibrée dans les deux directions, vers le substrat
et dans le sens de détection ; I'intensité mesurée diminue. La largeur des guides agit sur
le confinement du mode dans la structure, mais aussi sur le cone d’émission en sortie.
Nous avons calculé qu'un guide est monomode pour une largeur de 0,5 pm, mais pour
un guide étroit, le cone d’émission devient plus grand, et le signal collecté diminue. De
maniére qualitative, on comprend que l'efficacité globale sera un compromis entre le
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couplage a 'excitation (guide monomode étroit) et l'efficacité de la détection (guide
large avec un angle d’émission plus faible).

La figure 2.3 (c) représente le facteur de qualité (courbe noire) ainsi que le flux
du vecteur de Poynting (courbe bleue) en fonction de la profondeur de gravure, pour
une structure possédant 12 paires supérieures. Nous voyons que plus la gravure est
profonde, et plus le facteur de qualité augmente, ce qui s’explique par le fait que le
mode de la cavité s’étend sur cinq paires de miroirs de Bragg (1,5 pum environ). Si
la gravure n’est pas suffisamment profonde, le confinement du champ est alors moins
bon, et le facteur de qualité diminue. Pour cette structure déséquilibrée, on remarque
alors que plus le facteur de qualité augmente, plus la collection du signal augmente
également, I’émission se faisant préférentiellement dans le mode de la cavité.

Un autre parameétre important est la forme des rubans qui dépend du type de
gravure effectuée. Celle-ci a une influence importante sur le mode guidé et sur Uefficacité
d’extraction. En effet, nos simulations (qui ne sont pas présentées ici) montrent que
plus les bords des rubans sont abrupts, plus l'efficacité d’extraction est élevée et mieux
est défini le mode guidé.

Enfin, la figure 2.3 (d) montre le champ électrique émis par un dipole, dans
un guide de 1,2 pym de large avec 14 paires supérieures, gravé sur 4 paires en dessous
du plan de boites. Afin de s’approcher au mieux des formes réelles observées sur les
images MEB, cette simulation a été réalisée avec une courbure de ruban trés légere. On
montre ainsi que le champ se propage préférentiellement dans la direction de collection
du signal et que les pertes, notamment par les flancs du guide, sont minimisées.

Les premiéres structures que nous avons réalisées (échantillons S2 et S3) pos-
sédent douze paires de miroirs de Bragg supérieures et 24 paires inférieures, que nous
avons élaborées en collaboration avec C. Diederichs au LPA dans le cadre d’un projet
ANR (Extreme) actuellement en cours :

— Du point de vue de la croissance des boites quantiques, les deux échantillons S2
et S3 sont identiques.

— S3 posséde un gradient d’épaisseur au niveau des miroirs de Bragg. Cela permet
d’ajuster au mieux spectralement, le mode de cavité avec ’émission des boites.
En effet, trés souvent, sur des zones importantes de ’échantillon, le mode de
la cavité n’est pas accordé a la longueur d’onde d’émission des boites, ce qui
ne permet pas d’optimiser l'efficacité d’extraction. D’autre part, cela rend les
expériences trés longues jusqu’a ce que l'on trouve le bon objet d’étude. Ainsi,
suivant la position sur I’échantillon S3, ou peut avoir une variation jusqu’a 20
nm de la longueur d’onde centrale du mode de cavité, ce qui rend beaucoup plus
confortable la recherche de boites.

— Plusieurs largeurs de guide ont été gravées sur I’échantillon S2 : 0,5;1;1,5 et 2
pm. Nous avons remarqué que l'intensité de photoluminescence des boites dans
les guides de 1,5 et 2 um est plus intense, mais que dans les guides de 2 pum
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FIGURE 2.8 — a) Schéma de la structure et des différents paramétres utilisés pour les simula-
tions. b) Evolution du flux du vecteur de Poynting en fonction du nombre de miroirs de Bragg
supérieur, pour trois largeurs de guide : 1 um (courbe noire), 1,25 um (courbe bleue) et 1,5
um (courbe rouge). c¢) Evolution du facteur de qualité (noir) et du flux du vecteur de Poyn-
ting (bleu) pour une structure contenant 12 paires supérieures en fonction de la profondeur
de gravure. d) Simulation du champ électromagnétique émis par le dipole dans la structure en
régime stationnaire.

plusieurs modes optiques peuvent étre excités. Pour I’échantillon S3 nous avons
donc décidé de réaliser des gravures de 1, 1,2 et 1,5 um de large.

— L’ajout de miroirs de Bragg et la nécessité de graver a des profondeurs supérieures
a 3 pm, pour avoir un bon facteur de qualité, pose un probléme quant a 1'uti-
lisation d’une gravure chimique comme celle utilisée pour ’échantillon S1. Afin
d’avoir des bords de guides abrupts, la génération d’échantillons suivante (S2 et
S3) a été gravée dans un bati d’'ICP (Inductively Coupled Plasma), permettant
aussi d’avoir des gravures profondes.

— Enfin, la contrainte sur le facteur de qualité, qui ne doit pas étre trop élevé
afin d’avoir un mode spectral large, nous pousse a trouver un compromis sur
la profondeur de gravure. Nous avons choisi de graver jusqu’a quatre paires en
dessous du plan de boites.
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La figure 2.4 (a) montre un schéma de la structure, et la figure (b) montre
une image MEB d’une coupe d’un des guides d’onde, de largeur 1,5 pm. Notons que
la procédure de gravure a été finalisée par une passivation de la surface des guides,
consistant a oxyder 'aluminium a la surface, permettant de protéger les surfaces de
I’échantillon.

détection Plan de

boites
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FIGURE 2.4 — Echantillons S2 et S3 : a) Schéma de la structure du guide d’onde b) Image
MEB d’une coupe transversale d’un guide d’onde. Les pointillés représentent le plan de boites.

2.1.2 Micro-photoluminescence

Les expériences de micro-photoluminescence (u-PL) consistent en ’étude spec-
trale de boites quantiques uniques, que nous pouvons réaliser de deux facons grace
a notre montage. En géométrie usuelle, le méme objectif de microscope, situé a l'ex-
térieur du cryostat est utilisé pour l'excitation et la détection. La taille de la tache

2 aux longueurs

de focalisation est limitée par la diffraction, qui est de l'ordre du pum
d’ondes étudiées. Le laser n’excite alors qu'un nombre limité de boites, dont on col-
lecte le signal. En géométrie guidée, ou croisée, le laser est focalisé sur la tranche de
I’échantillon par un autre objectif de microscope. Le faisceau laser se propage alors le
long d’un guide d’onde et excite les boites quantiques. La luminescence est collectée

perpendiculairement par l'autre objectif de microscope réalisant la sélection spatiale.
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Source laser

L’excitation de 1’échantillon se fait au moyen d’un laser Ti :Saphir (Mira, Co-
herent) accordable entre 750 nm et 950 nm. Le laser posséde deux modes de fonction-
nement : un mode pseudo-continu et un mode impulsionnel & verrouillage de modes
(mode-locking) délivrant des impulsions de 3 & 4 picosecondes a 82 MHz, soit une im-
pulsion toutes les 12,2 ns. Une ligne a retard dont le délai est centré sur 3 ns nous
permet de générer deux impulsions pour les études de corrélations & deux photons. En-
fin, le faisceau laser est focalisé sur I’échantillon au moyen d’un objectif de microscope
(Mitutoyo, x50), d’ouverture numérique 0,42 et de distance de travail de 1,3 cm.

Cryostat

L’échantillon est placé dans un cryostat a hélium liquide. Ce cryostat a été
fabriqué au sein du laboratoire et des détails supplémentaires peuvent étre trouvés
dans les références [19, 20]. L’échantillon est collé avec de la laque d’argent sur un
doigt froid en cuivre assurant le contact thermique avec le bain d’hélium et permettant
de travailler & une température de 7 K. Les principales caractéristiques du cryostat
sont :

— Accés a I’échantillon par trois faces : Le doigt froid tenant ’échantillon se trouve
dans une cuve en verre permettant l’excitation perpendiculaire a la détection.

— Grande stabilité mécanique : les vibrations sont inférieures au pym pendant une
longue durée.

— Controle de la température de ’échantillon : une résistance Allen-Bradley permet
de chauffer le doigt froid sur lequel est collé I’échantillon et faire varier la tem-
pérature entre 7 K et 80 K. Une seconde résistance calibrée permet de controler
cette température.

Microscopie confocale

La luminescence est collectée au moyen d’un objectif de microscope Zeiss d’ou-
verture numérique 0,55 pour une distance de travail de 0,7 cm. Afin de caractériser les
boites quantiques individuellement, nous utilisons un montage de détection confocale.
Dans cette géométrie (figure 2.5), on conjugue au moyen de I'objectif de microscope
de détection et d’une lentille de focale f=20 cm la surface de I’échantillon avec un trou
de 100 pm. Grace au grandissement du dispositif, on sélectionne une surface d’'un pm?
nous permettant, compte tenu de la densité des boites, d’observer entre 1 et 10 boites.
Apres le dispositif confocal, la lumiére est refocalisée, par une lentille de focale f = 4
mm, dans une fibre optique monomode de diamétre de coeur 3 um. Cette fibre optique
nous permet alors de diriger la luminescence vers les différents dispositifs d’analyse.
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FIGURE 2.5 — Schéma du montage expérimental de microphotoluminescence en géométrie
confocale.

Dispositif de détection et analyse du signal

Pour analyser le signal collecté, nous disposons d’un spectrométre imageur
(Triax 550, Jobin & Yvon) muni d’un réseau 1200 traits/mm et d’une caméra CCD
(Synergie Spectrum One 2000x800, Jobin & Yvon). La limite de résolution spectrale
de I’ensemble est de 45 pueV, ce qui correspond a une résolution de 0,03 nm a I’énergie
d’émission des boites quantiques étudiées (1,33 eV).

Le spectrométre posséde également une sortie monocanal munie d’une fente
réglable. Cette fente sélectionne en longueur d’onde une partie du signal que I'on envoie
sur le montage de comptage de photons permettant d’étudier la statistique d’émission
et la dynamique des porteurs (mesure de temps de vie et de temps de cohérence).

Une analyse en polarisation de la microphotoluminescence des boites quantiques
permet d’étudier la structure fine des états radiatifs de ’exciton. En effet, comme décrit
dans le chapitre 1.3.4, les diagrammes polaires nous renseignent sur la nature des états.
Une lame demi-onde et un polariseur sont placés avant le spectrométre (figure 2.6). Le
maximum d’efficacité du spectromeétre étant obtenu pour une polarisation horizontale,
I’axe du polariseur est choisi horizontal. En analysant les spectres de luminescence
en fonction de l'orientation de la lame demi-onde, on trace les diagrammes polaires
d’émission des boites.

2.1.3 Spectroscopie a transformée de Fourier

Le spectrométre utilisé posséde une résolution spectrale de 45 peV, ne permet-
tant pas d’avoir accés aux largeurs de raies, ni a la structure fine lorsque celles-ci
sont inférieures a cette limite. Pendant la thése de Catherine Tonin, ce probléme avait



Caractérisation de boites quantiques uniques d’InAs/GaAs 51

FIGURE 2.6 — Schéma du montage d’analyse de la luminescence en polarisation. Apres exci-
tation des boites dans le mode guidé (la polarisation du laser est indiquée par une double fleche
rouge), la luminescence collectée perpendiculairement passe a travers une lame \/2 et un po-
lariseur horizontal. En tournant la lame \/2 sur 180°, il est possible de mesurer le diagramme
polaire d’émission des boites. Les doubles fleches rouges indiquent ’état de la polarisation de
la luminescence & chaque étape.

été contourné en ajoutant au systéme de détection un interféromeétre de Fabry-Perrot,
mais ’absence de stabilité de celui-ci rendait les mesures particuliérement longues. Nous
avons donc choisi de réaliser un dispositif de spectroscopie a transformée de Fourier, a
partir d’un interférométre de Mach-Zehnder replié (figure 2.7).

Montage optique

La détection du signal est réalisée par une photodiode & avalanche (APD)
(SPCM AQR-14, Perkin Elmer) avec un bruit inférieur a 50 coups par seconde. Le
faisceau aprés le spectromeétre est séparé en deux par une lame semi-réfléchissante.
Nous avons préféré 1'utilisation d’une lame séparatrice a un cube séparateur pour évi-
ter les réflexions sur les faces perpendiculaires aux faisceaux. Un des deux faisceaux
est réfléchi par un miroir mobile monté sur une platine de translation motorisée, pos-
sédant une course de 30 cm, soit un trajet lumineux de £1 ns aller-retour autour de la
position centrale. Les miroirs utilisés sont des rétroréflecteurs a trois faces permettant
de réfléchir la lumiére parallélement au faisceau incident.

Afin d’éviter la saturation des APD par la lumiére ambiante, le dispositif est
placé dans une chambre noire. Le bruit mesuré est alors inférieur & 100 coups par
seconde.

Principe du montage

La spectroscopie par transformée de Fourier permet d’accéder a la largeur spec-
trale d'une raie par la mesure de la fonction de corrélation d’ordre 1, gV (7), qui sera
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FIGURE 2.7 — Montage de spectroscopie a transformée de Fourier : interféromeétre de Mach-
Zehnder replié.

définie plus précisément au chapitre 4. Elle correspond a des corrélations en amplitude
du champ E(t) et décrit directement 1’évolution de la visibilité des franges d’interfé-
rences en fonction du retard 7 entre les deux bras de l'interféromeétre. Cette fonction
ne dépend pas du temps ¢, méme en régime impulsionnel, car le signal est intégré dans
le temps a I’échelle de la seconde.

La largeur spectrale d’une raie monochromatique est associée a un temps de
cohérence que 'on note T tel que 15 représente la longueur du train d’onde. Lorsque
7 est inférieur & T3, les trains d’onde provenant de chacune des voies se recouvrent
et les photons interférent. L’évolution du contraste des interférences en fonction de 7
permet alors de mesurer la longueur de cohérence des photons. Pour une onde mono-
chromatique de pulsation centrale wy, le calcul interférentiel donne une intensité de :

T (wo, ) = 21y [1+4 | g (1) | cos ¢ (wo, 7)] (2.1)

ou Iy = (FE?) est lintensité envoyée dans linterféromeétre et () correspond a une
moyenne statistique (sur un grand nombre d’impulsions). ¢(wo,7) = arg (¢ (7)) =
woT est la différence de phase liée a la différence de chemin. On observe alors des franges
d’interférences de période wy et modulées par le contraste [gtV) (7).

Dans le cas d'une raie au profil lorentzien, on trouve alors (voir chapitre 4) :

|60 (7) |= eV (22

La mesure du contraste des interférences nous permet bien de trouver le temps de
cohérence de la source de lumiere étudiée.
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Calibration du montage

Afin de vérifier I’alignement du montage optique, il faut que les trains d’onde
se recouvrent pour des différences de chemin supérieures & 30 cm. Le montage de
spectroscopie a transformée de Fourier a été caractérisé au moyen d’un laser HeNe
stabilisé en fréquence. Ce laser posséde un temps de cohérence de 30 ns, soit une
longueur de cohérence de 10 m. Nous nous attendons alors & mesurer un contraste de
1 sur I’ensemble de I'interférogramme.

La figure 2.8 montre I’évolution des interférences (a) et de leur contraste (b) en
fonction de la différence de chemin entre les deux voies. Comme il est possible de le
constater par 'irrégularité des points de la figure (a), le montage ne nous permet pas de
résoudre les interférences. Le moteur de translation impose un pas minimum de 50 pm,
et l'incertitude sur la position est de I'ordre du pm, soit environ la longueur d’onde
étudiée. La distribution des points de mesure est constituée de points aléatoires de
I'interférogramme dont ’enveloppe évolue comme le contraste des interférences. L’ob-
servation de points aléatoires est alors suffisante pour retracer cette évolution. Nous
mesurons ici que la variation du contraste est trés faible. Le temps caractéristique cor-
respondant a la perte de contraste est de 'ordre de 10 ns, ce qui est moins que la durée
de cohérence du laser qui est de 30 ns. Cette perte peut étre attribuée a un défaut
d’alignement du montage. Cependant, les temps caractéristiques des phénomeénes étu-
diés (temps de vie radiatif 7} et temps de cohérence Ty) étant de 'ordre de la ns, nous
pouvons les mesurer précisément.
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FIGURE 2.8 — a) : Interférences d’un laser HeNe stabilisé en fonction de la différence de
chemin optique entre les deux voies du Mach-Zehnder. b) : Evolution du contraste des inter-

férences.

2.1.4 Mesure de la statistique d’émission

Afin d’étudier la statistique d’émission des photons et caractériser 1’émission de
photons uniques, nous utilisons un montage de Hanbury-Brown et Twiss (HBT)(figure 2.9
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(a)) qui permet de mesurer la fonction d’autocorrélation en intensité d’ordre deux,
g? () [23].

Fonction de corrélation d’ordre 2

La fonction de corrélation d’ordre deux, g‘® (7), est une fonction de corrélation
en intensité, contrairement & g(* (1) qui est une fonction de corrélation en amplitude.
En optique quantique, elle correspond a la probabilité conditionnelle de détecter un
photon & un instant (t-+7) sachant qu'on a déja détecté un photon & un instant t.
Lorsque les deux photons sont émis par deux sources différentes, on parle de corrélations
croisées et la mesure consiste & déterminer un lien de causalité entre 1’émission d'un
photon d’une source et un photon de la seconde source. Lorsque les photons sont émis
par le méme émetteur, on parle d’autocorrélation. Cette mesure permet d’étudier la
statistique d’émission de photons d’une source unique.

Une source de photons uniques est une source purement quantique comme cela
sera détaillé au chapitre 4. Pour un état nombre a n photons, on aura [91] :

n(n —1)

g (r) = 2 (23)

On remarque alors que pour une source de photons uniques ¢ (0) = 0 alors que
pour une source & deux photons, ¢g® (0) = 1/2. Bien que les photons émis par une
boite quantique ne soient pas des états nombres, car leur train d’onde n’est pas infini,
les considérer comme tel ne change pas le résultat d’une expérience d’autocorrélation.
Dans la pratique, on considérera qu’'une source émet des photons uniques dés que
g® (0) < 1/2, valeur caractéristique de la statistique d'une source a deux photons.

Montage de Hanbury-Brown et Twiss

Lors d'une expérience de Hanbury-Brown et Twiss, la luminescence est divisée
en deux par une lame semi-réfléchissante. A chaque port de sortie, une APD détecte
les photons. Elle transmet des impulsions électriques a un corrélateur (Picoharp 300,
Picoquant) qui calcule les écarts entre les temps d’arrivée d’un photon sur I’APD 1
(signal start) et d’un photon sur 'APD 2 (signal stop), la résolution temporelle des
APD étant de 250 ps. Ces temps sont ensuite compilés sous forme d’histogramme pen-
dant un temps d’intégration T. Un exemple de construction d'un tel histogramme en
régime impulsionnel est donné figure 2.9. Dans le cas d’une source de photons uniques,
ceux-ci ne peuvent étre détectés simultanément par les deux APD. Pendant le temps
d’acquisition, le nombre de coincidences va donc augmenter pour des retards multiples
du taux de répétition du laser alors qu’a retard nul, le nombre de coincidence reste nul.
Ainsi les coincidences a retard nul caractérisent le fait que la source émet des photons
uniques.
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FIGURE 2.9 — a) Montage de Hanbury-Brown et Twiss pour la caractérisation de la statistique
d’émission de photons et la mesure de la fonction d’autocorrélation d’ordre 2. Le signal de
luminescence d’une boite est dirigé sur une lame 50/50. Les photons de luminescence sont
détectés par deux APD. Les APD transmettent un signal électrique 6 un corrélateur qui mesure
lécart entre les temps de détection des photons entre APD 1(start) et I’APD 2 (stop). b)
Ezxpérience de Hanbury-Brown and Twiss réalisée en régime impulsionnel, et construction de
Uhistogramme des coincidences.

Dans le cas d’une excitation non-résonante, nous excitons plusieurs boites quan-
tiques en méme temps. Pour étudier la statistique d’émission d’une boite unique, il est
nécessaire de filtrer préalablement la luminescence avec un spectrométre. Nous nous
affranchissons alors de I’émission des autres boites et le laser diffusé par ’échantillon est
également filtré. C’est notamment le cas lors d’une excitation a 1’énergie d’absorption
de la couche de mouillage : nous observons la luminescence de la couche de mouillage,
trés intense, ainsi que celle de toutes les boites se situant dans la zone d’observation.
Comme nous le verrons au chapitre 3, ce probléme ne se pose plus lors d’une excitation
résonante, dans le schéma d’excitation guidée utilisée. Le laser est accordé a 1’énergie
d’une boite précise, seule a étre observée, et le processus d’absorption devient plus
efficace. La puissance du laser nécessaire pour l'excitation devient alors trés faible et
la diffusion du laser devient négligeable devant I'intensité de luminescence de la boite.
La mesure de la statistique d’émission des boites quantiques sous excitation résonante
est alors possible.
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2.1.5 Spectroscopie résolue en temps
Principe de la mesure

Pour avoir accés a la dynamique de recombinaison radiative des excitons dans
les boites, nous avons mis en place un montage de spectroscopie résolue en temps.

Apreés avoir été générées par une impulsion, les paires électron-trou se recom-
binent radiativement avec un temps caractéristique 7;. Si le taux de répétition du laser
est bien plus long que le temps de vie radiatif de la boite et que 'impulsion est bien
plus courte que le temps de vie, ce processus se répéte une et une seule fois & chaque
impulsion laser. En mesurant 'intensité de I’émission en fonction du temps, il est pos-
sible de déterminer la dynamique d’émission et de mesurer le temps de vie radiatif de
la paire electron-trou.

Photodiode
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FIGURE 2.10 — a) Schéma de Uexpérience de spectroscopie résolue en temps. b) Principe de
la mesure résolue en temps. Le signal (pointillés rouges) est détecté par I’APD et son temps

d’arrivée est comparé au peigne d’impulsions laser.

Pour réaliser cette expérience, les photons émis par la boite sont détectés par
une APD. En utilisant le méme corrélateur que pour la mesure d’autocorrélation, on
synchronise le temps d’arrivée de ces photons avec le temps d’arrivée des impulsions
laser détectées par une photodiode rapide. Le laser que nous utilisons posséde un jitter
de quelques picosecondes, et I'incertitude sur ’écart entre deux impulsions successives
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est trés inférieure & la résolution temporelle de nos détecteurs (250 ps). Les temps
d’arrivée des photons sont alors comparés a un peigne référence d’impulsions laser ser-
vant d’horloge. L’écart calculé est compté entre le photon et I'impulsion laser suivante
(la luminescence déclenche un start et le laser un stop). On construit alors un histo-
gramme des temps d’arrivées, nous donnant la probabilité d’émission des photons en
fonction du temps. Avec ce protocole, pour chaque déclenchement start, nous sommes
assurés d’avoir un stop, et I’ensemble des points mesurés seront pris en compte dans

I’histogramme.

Remarque : Si le temps était mesuré avec le protocole inverse ou l'impulsion
déclenche un start et le photon de luminescence un stop (ce protocole semble plus
intuitif), la probabilité de détection d’un photon sur un temps inférieur au taux de ré-
pétition du laser dépendrait alors du nombre de photons détectés. Nous ne détectons au
plus que 3.10° photons de luminescence par seconde pour 8.107 impulsions par seconde.
Le temps moyen d’arrivée des photons serait donc d’environ 300 fois le temps séparant
deux impulsions (12,2 ns), soit 3 us. L’histogramme serait alors composé d’événements
étalés sur une fenétre temporelle large, et le temps d’acquisition deviendrait trés long
pour avoir, dans la fenétre 0-12,2 ns, un rapport signal sur bruit suffisant au traitement
des données.

Réponse du systéme de détection {APD + carte d’acquisition}
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FIGURE 2.11 — Caractérisation de la réponse du systéme par la mesure du profil d’une im-

pulsion laser. Les données d’acquisition en noir sont ajustées par une gaussienne en rouge.

La réponse caractéristique du systéme est mesurée en envoyant les impulsions
laser d'une durée de 3 ps sur une APD. L’histogramme mesuré est représenté figure
2.11 et est ajusté par une gaussienne. La largeur de la gaussienne est de 350 ps ce
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qui est bien supérieur a la durée réelle d’une impulsion (2 a 5 ps) et correspond a la
convolution entre le temps de réponse de I’APD (250 ps) et le temps de lecture de
la carte d’acquisition du corrélateur. On remarque que ’ajustement est correct pour
le temps de montée mais que le temps de descente du signal est supérieur a celui de
I’ajustement, et posséde un temps caractéristique de 300 ps. Comme le temps de vie
radiatif des boites est supérieur a cette décroissance, on peut considérer en premiére
approximation que les histogrammes que nous obtenons résultent de la convolution de
la gaussienne d’ajustement par la décroissance exponentielle mesurée.

2.1.6 Caractérisation de l'interférométre fibré

L’interféromeétre fibré a été monté pour réaliser la mesure du taux d’indiscer-
nabilité des photons (voir chapitre 4). Cette mesure nécessite que 'interférométre de
Mach-Zehnder utilisé ne modifie pas, entre autres, les propriétés de polarisation de
la lumiére. Les premiéres mesures réalisées en espace libre avec le montage FTIR ont
montré que les rétroréflecteurs ne sont pas parfaits, modifiant ainsi le mode spatial des
deux bras de l'interférométre et la polarisation des photons. Pour remédier & ces pro-
blémes, nous avons monté un interféromeétre de Mach-Zehnder fibré, montré figure 2.12
(a) , assurant le recouvrement parfait des modes optiques. Cet interférométre comporte
deux coupleurs fibrés dont les coefficients en réflexion/transmission ont été mesurés et
valent 61/39 et 60/40, a la longueur d’onde d’émission des boites quantiques (915-930
nm).

Cependant, la biréfringence des fibres optiques entraine une ellipticité de la
polarisation, rendant a nouveau les photons discernables. En appliquant des contraintes
sur la fibre, modifiant localement sa biréfringence, il est possible de compenser cette
ellipticité et d’avoir la méme polarisation en sortie des deux bras de 'interférométre
fibré. Pour cela nous utilisons des controleurs fabriqués au laboratoire constitués de
deux blocs dans lesquels s’enroule la fibre (voir figure 2.12 (b)). Chaque bras fibré de
I'interféromeétre passe par un de ces controleurs et leur orientation induit les contraintes
nécessaires pour ajuster la polarisation. La polarisation ainsi définie dans chaque bras
est linéaire avec un contraste supérieur a 99%.

Le contraste a été mesuré en envoyant un laser a la longueur d’onde de la
luminescence, avec une différence de marche nulle (7 = 0 ns) entre les deux voies de
I'interféromeétre (voir figure 2.12 (a)). On mesure alors le contraste des interférences
sur chacune des APD. Avec les valeurs des coefficients en transmission et réflexion des
coupleurs, le contraste attendu est de 0,9 sur une APD et de 1 sur ’autre. Nous avons
mesuré respectivement un contraste de 0,8 et 0,9. On en deduit donc que le contraste
intrinséque de l'interférometre est de 0,9. Cette perte de contraste est probablement
lice aux pertes de signal dans les différents composants (connecteurs de fibre, coupleurs

fibrés).
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FIGURE 2.12 — a) Photographie de l'interférométre fibré avec les controleurs de polarisation.
1) La fibre achemine les photons de luminescence a linterférométre. 2) Le premier coupleur
fibré. 3) Bras court de linterférométre. 4) Bras long de linterférométre, avec un retard o = 3
ns. ) Second coupleur fibré. 6) APD réalisant la détection. b) Photographie des controleurs
de polarisation.

2.2 Caractérisation des boites quantiques

Dans cette partie nous allons détailler les résultats expérimentaux permettant de
caractériser les boites que nous avons étudiées. Aprés avoir observé expérimentalement
plusieurs dizaines de boites, les résultats présentés dans cette partie, ainsi que dans la
suite de ce manuscrit, ont été principalement obtenus sur 5 boites typiques : deux pro-
venant de I’échantillon S1 (S1A et S1B), deux de ’échantillon S2 (S2A et S2B) et une
de I’échantillon S3 (S3A). Les principales différences entre ces boites, liées a I’excitation
résonante, seront détaillées au chapitre 3. D’autres boites sont occasionnellement men-
tionnées, mais ces boites ont généralement un signal de luminescence trop faible ou un
temps de cohérence trop court pour étre étudiées de maniére plus approfondie. Dans
toute cette partie, les mesures sont effectuées avec une excitation non-résonante avec
la transition optique de I'exciton, et accordée a I'énergie de la couche de mouillage, en
accordant le laser a 875 nm.

2.2.1 Etude spectrale

Sur la figure 2.13 sont représentés en échelle semi-logarithmique trois spectres
typiques de boites pour chaque échantillon S1, S2 et S3 correspondant aux boites
S1A, S2A, et S3A, réalisés a 7 K en géométrie confocale. Ils sont présentés ici a la
méme échelle aussi bien en longueur d’onde qu’en intensité. La différence de densité
de boites dans ces échantillons ainsi que la présence ou non d’une cavité (de largeur
spectrale comprise entre 5 & 10 nm) se traduit spectralement par un nombre de raies
différent. Chaque raie du spectre de p-PL représente un (ou plusieurs) niveau d’énergie
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FIGURE 2.13 — Spectres typiques de photoluminescence non-résonnante des boites S1A (a),
S2A (b) et S3 (c). Ces spectres sont représentatifs des échantillons dont ils sont tirés, en terme
de densité de boites et d’intensité de luminescence. Les fleches sur chaque spectre indiquent la
raie excitonique de la boite qui a €été étudice.

d’une méme boite ou de boites différentes. Dans le spectre (a), le grand nombre de
raies permet d’affirmer que plusieurs boites émettent, et la transition optique qui a été
étudiée a cet endroit de I’échantillon est indiqué par une fléche. Au contraire, compte
tenu de la densité de boites dans 1’échantillon S2, il est possible de penser que chacune
des raies du spectre (b) correspond a des niveaux d’énergie d’une méme boite quantique.
Pour le spectre (c), provenant de I’échantillon S3, le mode de cavité est mieux accordé
avec le maximum de densité spectrale des boites. Nous avons pu identifier clairement
trois boites différentes. On remarque que la présence de la cavité pour les échantillons
S2 et S3 a permis d’augmenter considérablement l'intensité du signal, passant d’une
moyenne de 1000 coups/s a 30000 coups/s.

Comportement dépendant de la puissance d’excitation

A basse puissance d’excitation, le laser d’excitation génére une paire électron-
trou dans la couche de mouillage. Cette paire peut se recombiner dans la boite et
émettre un photon a I’énergie excitonique. Lorsque 1’on excite a plus forte puissance,
il est possible de générer plusieurs paires qui relaxent dans la boite. L’intensité de
luminescence de la raie excitonique augmente avec la probabilité d’avoir une paire
électron-trou dans la boite. On atteint le régime de saturation lorsque cette probabilité
est proche de 1 et I'intensité n’augmente plus. [92]

A ce schéma simple, il est bon d’ajouter le fait que les charges constituant les
paires (électrons ou trous) peuvent relaxer indépendamment de la couche de mouillage
vers la boite, et il est possible qu'une charge seule soit piégée dans la boite, I'autre
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se trouvant piégée dans un défaut proche de la boite. Ceci peut entrainer la création
d’excitons dits charges, i.e {2 électrons-1 trou} ou {2 trous-1 électron} (voir figure 2.14
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FIGURE 2.1} — a) Spectre d’émission de la boite S2A pour quatre puissances d’excitation.
La nature de la raie excitonique est identifiée par les lettres correspondantes. En encart est
représenté un agrandissement des raies X et XX. b) Evolution de I’intensité des 5 raies identi-
fiées en échelle logarithmique. Les droites en bleu ont une pente 1 indiquant un comportement
linéaire et les droites en rouge ont une pente 1,3 indiquant un comportement surlinéaire. c)
et d) similaires a a) et b) pour l’échantillon S3. X1 et X X1 correspondent a des transitions
de la boite S3A ; Xo et X Xo proviennent d’une autre boite. Les droites en bleu indiquent un
comportement quasi-linéaire (pente 1,1), et les droites en rouge un comportement surlinéaire
(1,7 pour la boite 1 et 2,1 pour la boite 2).

Les modeéles d’équations de bilan en régime stationnaire montrent que la dépen-
dance en puissance est liée au nombre de charges apportées dans la boite [93]. Ainsi lors
de I'apport d’une paire électron-trou, la luminescence augmente linéairement (pente 1
en échelle logarithmique) alors que 1’évolution sera quadratique (pente 2) pour 'ap-
port de 2 paires. La raie du biexciton apparait lorsque l'intensité de luminescence de
I’exciton sature. Dans la pratique, le régime impulsionnel modifie cette dynamique. Le
biexciton commence a étre visible avant la saturation de ’exciton et I'augmentation de
son intensité, bien que surlinéaire, n’est pas obligatoirement quadratique comme 1’ont
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montré d’autres expériences [94]. Ce résultat est corroboré par le modéle de population
aléatoire développé par Grundmann et al et les travaux théoriques qui en sont dérivés
93, 95, 96].

La figure 2.14 montre I’évolution en puissance de la luminescence des boites S2A
(a) et S3A (c). L’évolution en puissance des différentes raies (2.14 (b)) montre que trois
d’entre elles ont un comportement linéaire. Ces trois raies peuvent étre identifiées soit
comme des excitons neutres (X) soit comme des excitons chargés (X ou X ). Compte
tenu de la faible densité de boites observée sur cet échantillon, il est possible de penser
qu’il s’agit de raies appartenant a la méme boite. En comparant les écarts en énergie a
ce que 'on peut trouver dans la littérature [64, 65, 97|, on peut identifier les différentes
raies comme l’exciton neutre X au centre, ’exciton chargé positivement X+ & haute
énergie (entre 4 et 6 meV, ici 5 meV), et 'exciton chargé négativement X~ a plus basse
énergie (entre -5 et -8 meV, ici -6 meV). Les deux autres raies identifiées possédent
un comportement surlinéaire avec la puissance d’excitation et peuvent étre identifiées
comme des raies biexcitoniques. La raie dont l'intensité varie avec une pente 1,3 avec
la puissance d’excitation, est associée au biexciton (X X), et a plus basse énergie on
identifie la raie biexcitonique chargée négativement (X X ). Notons tout de méme que
Iinterprétation de la nature des raies X et X X~ reste ici spéculative, faute de controle
de I’état de charge des boites. Deux autres interprétations sont possibles pour expliquer
cette raie d’émission : il peut s’agir d’un exciton chargé négativement chaud (i.e un des
électrons est a une énergie de confinement supérieur) ou plus simplement d’une raie
provenant d’une autre boite.

Sur la seconde étude en puissance présentée figure 2.14 ¢) et d), plusieurs boites
sont visibles. En effet, a trés basse puissance d’excitation, on observe deux raies X;
(914 nm) et X5 (915 nm) qui, vu l’écart en énergie laissent penser a des raies provenant
de I’émission de deux boites quantiques distinctes. Lorsque la puissance d’excitation
augmente, deux autres raies apparaissent a plus haute énergie : X X; (912 nm) et X X,
(913 nm). Le comportement trés surlinéaire de ces raies (pente 1,5 et 2,1 respectivement
avec la puissance d’excitation permet d’identifier ces raies aux biexcitons respectifs.
Pour les autres raies, il est presque impossible dans le cadre d’une étude préliminaire
de déterminer de quel type de transition il s’agit. Seul un troisiéme exciton a été
identifié a 913 nm, qui provient probablement d’une boite légérement en dehors de la
zone d’observation de 'objectif de microscope.

Comportement dépendant de la température

L’interaction d’une boite quantique avec son environnement, notamment avec
les phonons, dépend de la température d’étude. La figure 2.15 montre I’évolution de
I’énergie d’émission et de la largeur de la raie de luminescence dominant le spectre a
basse puissance d’excitation, c¢’est-a-dire X ~, de la boite S2A en fonction de la tempé-
rature. Les raies de luminescence ont été ajustées par un profil lorentzien. Les carrés
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FIGURE 2.15 — Dépendance en température de l’énergie d’émission (noir) et de la largeur a
mi-hauteur (blew) de la raie d’émission X~ de la boite S2A. Les deuz lignes pointillées bleues
représentent les limites de résolution : c’est-a-dire l’écart entre deux pizels de la CCD (45

weV) et la limite donnée par les ajustements (20 peV).

en noir représentent I’évolution de ’énergie centrale en fonction de la température. On
remarque qu’a basse température (en dessous de 20 K), I’énergie d’émission de la raie
ne change pas, alors qu’a partir de 20 K, la raie se décale vers les basses énergies. Ce
comportement peut étre expliqué par la variation d’énergie du gap avec la température
donné par la loi empirique de Varshni [98|. A partir de cette loi, un modéle rendant
mieux compte de la dépendance en température a été proposé par O’Donnell et al [99]
qui a déterminé I’évolution du gap dans des matériaux massifs. Celle-ci est décrite par

la loi :

E(T) = E(0) - a [eoth% - 1] (2.4)

ol « et 3 sont des constantes dépendant du matériau. Les données ont été ajustées
a partir de cette équation en laissant les paramétres « et [ libres. On peut comparer
ces résultats & ceux donnés dans [99] pour le GaAs (tableau 2.16) ainsi que les don-
nées compilées dans la référence [100], pour I'InAs massif et les boites InAs/GaAs. On
remarque alors que la valeur que nous mesurons pour le paramétre « est supérieure a
celle attendue dans les boites, mais reste proche de la valeur donnée dans le matériaux
massif de GaAs. Le parameétre 5 montre une valeur inférieure & celle donnée dans la
littérature mais qui reste intermédiaire entre les valeurs obtenues pour les matériaux
massifs de GaAs et d’InAs.

L’évolution de la largeur & mi-hauteur (FWHM) avec la température a été
représentée par les points en bleu dans la figure 2.15. La ligne en pointillés bleus a
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45 peV correspond a la limite de résolution du systéme de détection. Des ajustements
lorentziens effectuées sur des raies fines possédant des largeurs de 2 eV ont donné une
largeur de 20 peV. Cette valeur donne la résolution du montage pour la mesure de la
FWHM lorsque l'on connait le profil de la raie. Les données ont été ajustées a partir
d’un modéle qui prend en compte le couplage de la boite avec la matrice cristalline
qui 'entoure, c’est-a-dire l'interaction avec les phonons [18, 77, 101]. L’évolution de la
FWMH I s’écrit :

b
exp(AE/kT) — 1

(T)=T(0) + aT + (2.5)
ou I'(0) représente la FWHM a température nulle, a le couplage avec les phonons acous-
tiques, et b le couplage avec les phonons optiques. AE est une énergie d’activation liée
aux phonons optiques du GaAs. L’ajustement montre un bon accord avec les données
et les valeurs des paramétres ajustés sont en bon accord avec la littérature (tableau
2.16).

Cependant, la limite de résolution du montage ne permet pas de connaitre la
valeur de la largeur a température nulle, ce qui augmente l'incertitude sur les autres
valeurs mesurées. Ainsi, nous savons seulement que I'(0) est compris entre 2 peV, la
limite radiative ot T, = 277 et la limite de résolution 20 ueV. La mesure du temps de
cohérence par transformée de Fourier sur cette boite et a 7 K, donne également une
largeur de 2043 peV, n’apportant malheureusement alors aucune information quant
a I’évolution de la courbe aux températures inférieures. Ainsi, compte tenu de ces re-
marques, nous concluons que le paramétre a caractérisant le couplage aux phonons
acoustiques est compris entre 0 et 2 peV, ce qui correspond aux valeurs mesurées sur
différentes boites par Kammerer et al [18]. Le couplage aux phonons optiques apparait
a plus haute température et les valeurs ajustées présentent alors une incertitude plus
faible, bien que tout de méme élevée. Nous trouvons b = 341 meV qui est en bon ac-
cord avec les valeurs trouvées par N’Guyen et al [81], alors que la prédiction théorique
calculée par T. Grange donne 0,013 meV [75]. L'énergie d’activation mesurée est de 15
+5 meV. Cette énergie est inférieure a ’énergie des phonons optiques dans le GaAs qui
est de 36 meV. La valeur mesurée est néanmoins comparable aux résultats de calculs
théoriques |76, 102] ainsi qu’aux résultats expérimentaux donnant "I’énergie moyenne
des phonons" dans 'article [99], et dans les références [18, 103].

2.2.2 Etude du diagramme polaire d’émission

Comme nous 'avons vu au chapitre précédent, les différents états d’une boite
quantique se différencient par leur structure fine. L’anisotropie des boites conduit a
une levée de dégénérescence des excitons neutres, ainsi qu’a une émission polarisée
linéairement. L’étude de la polarisation des raies de luminescence fournit donc une
identification supplémentaire de ces raies.
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Mesures GaAs (ref [99]) | InAs (ref [100]) | InAs/GaAs (refs [100] et [18])
« 83 +£15 meV 80,1 meV 29 meV 60 meV
6] 67 £10 K 155 K 60 K 87T K
a | 0-2peV.K! - - 0,1-2,1 peV.K!
b 4 + 2 meV - - qq meV
AFE | 15 £ 5 meV - - 20-28 meV

FIGURE 2.16 — Paramétres donnés par ’évolution en température, et comparés auzr valeurs
que ’on trouve dans la littérature.

L’¢tude de la boite S2A, est représentée sur la figure 2.17 ((a), (b) et (c)).
L’étude spectrale (figure 2.17 (a)) pour une polarisation horizontale (en rouge) et une
polarisation verticale (en vert) montre une structure fine de la raie que nous avions
identifiée comme l’exciton neutre, alors que celle du trion négatif ne présente pas de
structure fine, comme attendu [70]. Les diagrammes polaires des figures (b) et (c)
montrent respectivement 1’évolution en polarisation de l'intensité de la luminescence
des deux raies de la structure fine de 'exciton et celle de 'exciton chargé. Les don-
nées en rouge (respectivement en vert), ainsi que leur ajustement, montrent 1’évolution
de la raie horizontale (respectivement verticale). La somme de ces intensités donnent
les données en bleu. La figure 2.17 ((d), (e), (f) et (g)) montre I’étude réalisée sur la
boite S3A. Ici plusieurs excitons sont observés ainsi que leur biexciton associé. Ne sont
montrés ici que les raies X1, X2 et XX1 pour des raisons de lisibilité. En accord avec
les régles de sélection, le biexciton posséde une structure fine inversée par rapport a
I’exciton, i.e 1’état de plus basse énergie est polarisé verticalement alors que celui de
I’exciton est horizontal.

Nous pouvons faire plusieurs remarques :

— Lorsque il y a un mélange de trou lourds et de trous légers, les diagrammes
polaires ne sont plus circulaires, comme nous l’avons défini au chapitre 1, et le
contraste du diagramme polaire est relié au parameétre de mélange 3 (cf equa-
tion 1.16). Dans une méme boite, le mélange mesuré doit étre le méme pour
toutes les raies d’émission. Ainsi, pour le spectre (a), les raies que nous avions
identifiées précédemment comme ’exciton neutre (§ = 0,03) et I'exciton chargé
négativement (8 = 0,27) n’appartiennent pas a la méme boite.

— La raie que nous appelons X~ sur le spectre (a) ne présente pas de structure fine.
Hors résonance, il n’est pas possible de différencier un exciton neutre, dont ’écart
en énergie des deux raies de la structure fine serait inférieur a la résolution, d’un
exciton chargé. Nous verrons que I'étude a la résonance de cette raie d’émission
confirme qu’il s’agit d’un exciton chargé.

— Dans une méme zone d’observation (inférieure au um?), des études précédentes
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FIGURE 2.17 — FEtude de la luminescence des boites en fonction de la polarisation. a) Spectres
de luminescence en échelle semilogarithmique de la boite S2A. En rouge : polarisation hori-
zontale ; en vert polarisation verticale. b) Diagrammes polaires d’émission de la raie X de la
boite S2A. Chaque point correspond au mazx d’intensité de la raie ajustée par une lorentzienne,
pour chaque angle de la lame \/2. En bleu : somme des deux contributions.. c¢) idem pour la
raie X~ de la boite S2A. d) Spectres de luminescence en échelle semilogarithmique de la boite
S3A, dans les deux directions de polarisation. €), f) et g) respectivement, diagrammes polaires
des raies X X1, X1 et Xo.
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[21] ont montré que les boites possédent une structure fine semblable (méme
splitting et méme angle d’anisotropie). On peut vérifier cela, sur le spectre d),
ol les écarts en énergie de la structure fine sont de 'ordre de 0.05 nm soit 70
peV . Pour les trois excitons neutres, la raie de plus basse énergie est polarisée

horizontalement.

— Pour les raies du spectre (d), les excitons et leurs biexcitons ont un f similaire
(8 = 0,05 pour les raies X; et XX, et § = 0,25 pour les raies Xy et X X5).
Cependant, seules des mesures de corrélations croisées exciton-biexciton permet-
traient de confirmer que les raies appartiennent & une méme boite.

L’étude des diagrammes polaires nous permet donc connaitre la nature des états
(X ou X7) et déterminer le mélange trou-lourd trou-léger des états étudiés. Cependant,
la mesure de mélange trous lourds-trous légers implique que les états propres dans
les boites quantiques ne sont pas orthogonaux. Dans ce cas, une boite ne peut étre
simplement considérée comme un systéme & deux niveaux, mais apparait comme une

structure plus complexe [21].

2.2.3 Emission de photons uniques

Corrélations

i
244 -122 0.0 12.2 24.4 36.6
Retard (ns)

FIGURE 2.18 - Mesure de Hanbury-Brown et Twiss d’une boite excitée hors résonance. Les
données (en noir) sont ajustées par une somme de gaussiennes espacées du taux de répétition
du laser de 12,2ns.

La figure 2.18 représente 1'histogramme des corrélations effectuées sur 'inten-
sité de photoluminescence de la raie excitonique de la boite quantique S2A. Cet his-
togramme a été obtenu avec 33000 coups/seconde sur chaque APD et 10 minutes de
temps d’acquisition. Il est ajusté par des gaussiennes pour tenir compte de la réponse
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des APD. La fonction d’ajustement est donnée par la fonction :

(t—k7p)? +2
fO=c|d e = +g?0)e =
k0

ou 77, est le taux de répétition du laser, o la largeur & mi-hauteur des gaussiennes et C
une constante de normalisation. La valeur de ¢(® (0) caractérise la statistique d’émission
des photons de la boite quantique étudiée, et nous trouvons 9(2)(0) = 0,07. Pour plu-
sieurs boites quantiques que nous avons étudiées, nous avons trouvé un ¢®(0) < 0, 15.
Or la valeur théorique d'un émetteur & deux photons étant de 0,5, on en conclut que
les boites quantiques excitées hors résonance sont des trés bons émetteurs de photons

uniques.

2.2.4 Temps de vie radiatif
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FIGURE 2.19 - a) Luminescence résolue en temps de la boite SIA (données en bleu), a
une puissance inférieure 4 la saturation. En noir, détection du laser qui donne la référence
temporelle ainsi que son ajustement gaussien en rouge. L’ajustement en vert est donné par
léquation 2.6 représentant la cascade radiative. On trouve Ty = 1,2 ns. b) Etude résolue en
temps de la boite S2A pour deuxr puissances supérieures a la saturation. On trouwve T = 0,9
ns.

La dynamique de la recombinaison de I’exciton est accessible via la mesure du
temps de vie radiatif. La luminescence d’une boite quantique est filtrée par le spectro-
meétre et seule la raie excitonique que 1'on veut étudier est sélectionnée. La figure 2.19
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représente les temps de vie radiatifs mesurés des boites quantiques S1A (a) et S2B (b).
Sur les deux graphiques, les courbes en noir représentent ’histogramme obtenu pour
le laser seul, donnant la limite de résolution temporelle, ainsi que 1’origine des temps.
Pour toutes les expériences de photoluminescence résolue en temps, nous n’avons pas
observé de décroissance sur des temps trés longs, caractéristiques de la contribution
des états noirs J = £2 de l'exciton. Tous nos résultats peuvent étre ajustés par des
décroissances mono-exponentielles.

En fonction de la puissance d’excitation utilisée, on injecte dans le systéme plus
ou moins de paires électron-trou. A une puissance d’excitation inférieure a la saturation
de la boite quantique, une seule paire relaxe dans la boite et émet un photon. Dans
ce cas, la luminescence de la boite a lieu quelques picosecondes seulement apres I'exci-
tation (figure 2.19 (a)), avec un déclin exponentiel décroissant. A plus forte puissance
d’excitation, au dela de la saturation, plus d’une paire électron-trou relaxe dans la boite
(figure 2.20 (a)). Les différents complexes excitoniques vont alors se recombiner radia-
tivement jusqu’a ce qu'il ne reste plus qu'un exciton dans la boite (figures (b) et (c))
qui pourra alors a son tour se recombiner en émettant un photon (d). Ce phénomeéne,
appelé cascade radiative |85, est responsable d’un temps de montée et d’un décalage
temporel de la décroissance par rapport a 'origine.
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FIGURE 2.20 — FExemple de cascade radiative lorsque le laser génére un grand nombre de
paires dans la couche de mouillage (a). Certaines paires peuvent se recombiner radiativement
(fleche bleu verticale) en émettant un photon (fleche bleu horizontale) a l’énergie de la couche
de mouillage (hvey, ). D’autres relaxzent non radiativement (fleches rouges) hors de la boite
observée, ou peuplent les niveauz de plus basse énergie de la boite (b). Chaque paire va suc-
cessivement se recombiner (b et c), émettant un photon a une énergie différente de celle de
Uexciton qui est le dernier a émettre (d).

Le spectre de photoluminescence résolu temporellement (figure 2.19 (a)) a été
obtenu & une puissance inférieure a la saturation, alors que la figure (b) a été obte-
nue pour deux puissances d’excitation supérieures a la saturation. Les données ont été
ajustées en tenant compte de la cascade radiative. L’évolution de l'intensité de lumi-
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nescence au cours du temps a été modélisée par Santori et al [85] puis par Elvira et al
[49] :

I(t) = ,ue_t/TXe_“e_t/TB (2.6)

ol i est le nombre de paires dans la boite, 7x le temps de vie radiatif de ’exciton
et 7 le temps caractéristique nécessaire aux autres paires pour se recombiner. Cette
fonction nous a permis d’ajuster les courbes de la figure 2.19 et d’en trouver les différents
parameétres. Les temps de vie mesurés ne dépendent pas de la puissance d’excitation.
Pour I’échantillon S1, on trouve des temps de vie variant de 1 ns a 1,3 ns. L’échantillon
S2 donne des temps de vie compris entre 0,8 ns et 0,95 ns. Les différences entre les
deux échantillons peuvent s’expliquer par la présence de la cavité a miroirs de Bragg
qui modifie le taux d’émission spontanée par effet Purcell. Cela correspondrait & un
facteur de Purcell de Fp = Tg1/Tse = 1, 3.

A partir du modéle utilisé, nous pouvons aussi déduire le nombre moyen de
paires contenues dans la boite aprés le passage de I'impulsion. Dans le cas de la figure
2.19 a), on trouve 0,2 paires, ce qui correspond bien au régime attendu & basse puis-
sance. Pour 'autre boite, et a plus forte puissance, on trouve respectivement 3,2 et 9
paires. Nous n’avons pas cherché a identifier spectralement les raies de luminescence
correspondant a ces états multi-excitoniques. Cependant, ces états ont été identifiés
comme étant responsables de 'apparition d'un fond continu sur les spectres [49], que
nous observons également (figure 2.14). Ces états forment un quasi-continuum et se
recombinent radiativement sur des temps courts. Ils sont probablement & 1’origine du
"rebond" que nous observons aux temps courts de la luminescence résolue en temps
(< 1 ns) a plus forte puissance (figure 2.19 (b)).

2.2.5 Mesure du temps de cohérence des boites quantiques

La figure 2.21 montre ’évolution du contraste des interférences pour la boite
S2B a deux puissances d’excitation différentes. Le temps de cohérence mesuré pour
cette boite est de 'ordre de 200 ps. Il varie d'une boite a ’autre entre 100 ps et 400
ps, lorsqu’on excite dans la couche de mouillage. Pour ces boites, le temps de vie
correspondant est de I'ordre de 900 ps, et on constate donc que le temps de cohérence
n’est pas limité radiativement ( T, # 277). Ainsi, d’autres processus de déphasage
doivent entrer en jeu :

— La relaxation non-radiative des porteurs de charge, de la couche de mouillage
au niveau de plus basse énergie de la boite, se fait par couplage aux phonons et
cause une perte de la cohérence du systéme. Elle est liée au mode d’excitation
mais ne dépend pas a priori de la puissance d’excitation.

— L’excitation non-résonante crée des charges supplémentaires qui vont peupler
les différents défauts présents éventuellement autour de la boite. Ce piégeage
va entrainer la création d’un champ qui modifie 1égérement 1’énergie de la raie
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entre deux excitations. Ainsi, les photons générés par deux impulsions successives
peuvent ne pas avoir la méme énergie, et la raie de luminescence sera élargie par
diffusion spectrale [104]. Un brouillage des interférences apparait alors, méme si
les paquets d’onde des photons ont méme longueur de cohérence. Ainsi, pour
les deux puissances d’excitation utilisées lors des mesures présentées sur la figure
2.21, le nombre de charges excédentaires est différent, entrainant un élargissement
plus important a plus forte puissance. On obtient alors un temps de cohérence &
basse puissance de 290 £ 30 ps, et un temps plus court a plus forte puissance, de

190 £+ 20 ps.

Contraste
Contraste

400 -200 0 200 400 -400 200 0 200 400
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FI1GURE 2.21 — Contraste des interférences obtenues sur une boite quantique de l’échantillon
S2 excitée dans la couche de mouillage a deux puissances différentes. a) Pour une excitation
a 880 pW, To=190 ps. b) Pour une excitation a 120 uW, To=290 ps.

Il apparait alors que la cohérence du systéme est préservée lorsque peu de paires
électron-trou sont créées dans et autour de la boite. Ce résultat est corroboré par les

observations récentes de O. Gazzano et al. [86].

Mesure de la structure fine de ’exciton

La spectroscopie par transformée de Fourier permet également de mesurer le
splitting de structure fine des états de l'exciton et dépasser ainsi la résolution du
spectrométre. Pour confirmer cela, nous présentons ici (figure 2.22) un exemple de
boite quantique (S3A) ou I’écart en énergie de la structure fine, de 65 peV, est résolu
spectralement et que nous comparons & une mesure par transformée de Fourier. Nous
avons mesuré les temps de cohérence de chacune des raies indépendamment, et obtenu
TH = 170 £ 20 ps pour la raie polarisée horizontalement, et T = 170 4= 30 ps pour la

raie polarisée verticalement.
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Lorsque la luminescence des deux raies est envoyée dans l'interférométre, on
observe des battements dont la période est liée a I’écart en énergie entre les deux raies.
Dans le cas de deux raies lorentziennes non cohérentes, la figure d’interférence est alors
obtenue a partir de ’expression :

_ s AN 2
I =41, [1 +e Ié‘z cos <7T 5 6) cos (—Wéﬂ

ol g est la longueur d’onde moyenne, A\ est I’écart en longueur d’onde entre les deux

raies et 0 = c7 est la différence de marche dans l'interférométre. Dans ce cas, I’évolution
du contraste qui permet d’ajuster les données est donnée par :

_ A
C=c¢ ‘;lz cos (W 2)\5>
Ab

Dans notre cas, nous trouvons AAprrr = 0.042 nm & comparer & la mesure spectrale
Algpectre = 0.04 nm. Compte tenu de la résolution du spectrométre, il n’est pas possible
d’avoir une mesure plus précise de ’écart entre les deux raies. Au contraire, la précision
de la mesure interférométrique est ici de U'ordre de 1% et le splitting de structure fine
mesuré est de 65 peV. Grace a cette mesure il est possible en théorie de mesurer des
écarts en énergie inférieurs a 5 peV.
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FIGURE 2.22 — Mesure du temps de cohérence de l’exciton neutre de la boite S3A pour
lequel on résout la structure fine. a) (resp. b) ) Evolution du contraste des interférences de la
luminescence de l’exciton polarisé verticalement (resp. horizontalement). Le temps mesuré est
de 170 ps. ¢) Mesure avec les deux raies interférant. La fréquence des battements est de 65 ps
correspondant a un écart en longueur d’onde de 0,42 nm, et en énergie de 65 peV. L’encart
montre le spectre composé des deux raies. L’écart en longueur d’onde mesuré est de 0,4 nm.
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2.3 Conclusion

Comme nous venons de le voir, ’excitation non-résonnante dans la couche de
mouillage est un bon outil pour étudier et caractériser les boites quantiques. Nous
avons ainsi pu caractériser 3 structures différentes :

— Une structure comportant des guides d’onde unidimensionnels, sans miroirs de
Bragg et gravés chimiquement.

— Une structure avec des guides et des miroirs de Bragg, gravés par ICP.

— Une structure avec des guides, des miroirs de Bragg et un gradient d’épaisseur de

cavité permettant de sonder différentes longueurs d’onde d’émission, gravés par
ICP.

Nous avons mis en évidence que l'ajout de la cavité et la gravure ICP per-
mettent d’améliorer 'efficacité de collection du signal d’un facteur 20 & 50 en fonction
des boites. Nous avons ainsi pu étudier des boites quantiques uniques et mesurer leur
caractéristiques physiques (dépendance en puissance et température, diagramme po-
laire, statistique d’émission, temps de vie et de cohérence).

Ce régime d’excitation s’avere par contre vite limité si I’on souhaite utiliser les
boites quantiques pour des expériences d’optique quantique. Dans ce cas, la cohérence
du systéme est un probléme crucial pour ’émission de photons indiscernables. Pour des
photons émis par une méme boite, cette condition est limitée par le profil temporel des
photons qui est déterminé par la cohérence. Si les photons ont une cohérence proche
de la limite radiative, i.e T, = 277, alors il sera possible de réaliser des expériences
d’optique quantique avec une fidélité maximale. Le mode d’excitation, a I’énergie de la
couche de mouillage, est responsable de la perte de cohérence du systéme. Nous allons
voir dans les deux chapitres suivants que ’excitation résonante permet de préserver la
cohérence des boites quantiques.
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Chapitre 3

Etude des boites quantiques a la
résonance

Ce chapitre est consacré a I’étude des boites quantiques uniques sous excitation
résonante. Un des avantages de ce mode d’excitation est qu’il permet de s’affranchir de
la relaxation des porteurs depuis la couche de mouillage vers I'état excité de la boite et
ainsi peupler directement ’état quantique que I'on souhaite adresser. On montre alors
que le temps de cohérence des états dans la boite quantique augmente. L’excitation
a la résonance des boites quantiques nécessite que 1’énergie du laser soit accordée a
I’énergie de la transition, ce qui constitue une difficulté expérimentale majeure. Il est
donc indispensable d’adapter la géométrie expérimentale pour s’affranchir au maximum
de la lumiére provenant du laser, tout en collectant de maniére efficace la luminescence
d’une boite quantique.

Au début des années 2000, ce probléeme a été abordé en contournant la question
de la luminescence, et en étudiant les boites quantiques via des mesures de transmis-
sion différentielle [105] ou de photocourant [106]. Cela permet notamment d’étudier
les propriétés électroniques des boites, ainsi que les interactions avec ’environnement
[107, 108]. Les premiéres études de luminescence sous excitation strictement résonante
sur boites quantiques uniques datent de 2007-2008 [16, 15]. Différentes approches expé-
rimentales ont été utilisées pour I’étude de la luminescence : certains groupes ont choisi
de filtrer en polarisation le laser [109, 110] et I'atténuer d’un facteur 107; d’autres
groupes ont choisi de découpler spatialement 1’excitation et la détection du signal soit
en insérant les boites dans une microcavité planaire [15, 88, 111], soit en utilisant une
géométrie guidée [16]. Dans notre groupe, nous avons développé depuis plusieurs années
cette géométrie en optique guidée qui permet de découpler spatialement et de maniére
efficace le laser et la luminescence [16, 22.

Dans ce chapitre, nous démontrerons tout d’abord que la géométrie guidée est
bien adaptée pour ’étude a la résonance d’objets uniques et qu’elle permet de s’affran-
chir du laser diffusé par I’échantillon. Nous verrons ensuite que le couplage résonant
entre le laser impulsionnel et la boite entraine un régime de couplage fort. Une des
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caractéristiques de ce régime est l'apparition d’oscillations de Rabi. Nous verrons en-
fin que l'excitation résonante permet de préserver la cohérence des états étudiés, mais
que des processus de décohérence tels que le couplage aux phonons ou I'environnement
électrostatique fluctuant subsistent. Ces phénomeénes peuvent étre étudiés au moyen
des oscillations de Rabi, corrélées a des mesures de temps de vie et de cohérence des
états considérés.

3.1 Observation d’une boite unique a la résonance

Lors d’une étude a la résonance, I’énergie du laser d’excitation est ajustée a celle
de la transition que nous souhaitons étudier. La géométrie guidée utilisée impose au
laser une polarisation dans un plan perpendiculaire & ’axe des guides (fig. 3.1 (a)). Par
ailleurs, les états de I'exciton des boites sont polarisés dans le plan (x=[110], y=[110]),
perpendiculairement & I’axe de croissance z=[001] (fig. 3.1 (b)). Seule la polarisation y
du laser est alors susceptible d’exciter un état excitonique.

a) b)
Plan de
y [1-10]
x[
z [001] Boites
quantiques

FIGURE 3.1 — a) Schéma de principe de l'excitation a la résonance. Les boites sont représen-
tées par des cones tronqués placés dans un guide. Le laser est polarisé suivant la direction y. b)
Schéma d’une boite quantique en forme de cone tronqué a base elliptique. La luminescence des
€tats propres de la boite est polarisée linéairement suivant les azes x et y du plan de croissance.

3.1.1 Spectres de microphotoluminescence

La figure 3.2 montre un spectre typique de luminescence résonante. Ce spectre
a été obtenu sur la boite S3A. Trois contributions peuvent étre identifiées : la lumines-
cence de la boite, le laser diffusé a la méme énergie et une contribution due & I’émission
assistée par phonons acoustiques, a plus basse énergie. La luminescence de la boite a
été ajustée par une fonction lorentzienne (bleu) et le laser par une fonction gaussienne
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FIGURE 3.2 — Spectre typique d’émission d’une boite excitée a la résonance (P=2 pW) (boite
S3A). Le spectre (carré noirs) est représenté en échelle semi-logarithmique. Le trait continu
en bleu représente la luminescence ajustée de la boite, le trait continu en noir représente
Uajustement du laser d’excitation, et les carrés en vert représentent la luminescence assistée
par phonons. Le trait plein en rouge représente la somme des trois contributions et ajuste
parfaitement la courbe expérimentale.

(noir). A la puissance d’excitation (quelques pW) permettant d’obtenir le maximum
de signal, I'intensité collectée du laser diffusé est trés faible, inférieure a 10% de I'in-
tensité de luminescence. Notons qu’ici, la géométrie guidée permet a elle seule d’avoir
une intensité du laser diffusé faible nécessaire a I’étude de la luminescence sous ex-
citation résonante. Il reste enfin une émission spectralement large qui est identifiée &
I’émission de photons assistée par phonons |78], généralement appelée "ailes-phonons".
Les phonons qui contribuent a ces processus sont les phonons LA du matériau massif
environnant, vu les énergie mises en jeu [112|. Ce processus sera détaillé dans la par-
tie 3.3 . Dans notre cas, nous avons ajusté le profil par une fonction "pseudo-Voigt"
(vert) (somme d’une lorentzienne et d’'une gaussienne de méme largeur) qui certes ne
reproduit pas le profil réel de la densité spectrale des phonons [17, 113, 114]| mais qui
permet d’évaluer la largeur et l'intensité intégrée de cette luminescence. L’ajustement
des données a donc été fait a partir de la formule suivante :
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ou o; représente la largeur & mi-hauteur de chacune des contributions, A; leur aire et
x; la longueur d’onde centrale des fonctions pour i = {lum,las,ph}. u représente la
proportion de la fonction pseudo-Voigt qui est lorentzienne. A basse puissance d’ex-
citation, 'intensité intégrée des ailes de phonons est du méme ordre de grandeur que

"zéro-phonons". Pour les dif-

I'intensité intégrée de la raie centrale qu’on appelle raie
férentes boites que nous avons étudiées, nous mesurons des rapports proches de 70%
entre les deux intensités. Cette contribution n’est observée qu’a la résonance pour deux
raisons principales : la présence d’autres raies de luminescence, ainsi que ’apparition
d’un fond continu dans les spectres de luminescence avec la puissance d’excitation font
qu’il est tres difficile d’identifier cette contribution.

La somme de ces trois contributions est représentée sur la figure 3.2 par le trait
plein en rouge. L’ajustement est alors en trés bon accord avec les données expérimen-

tales.

3.1.2 Microphotoluminescence résolue en polarisation

Afin de connaitre la nature des états, c’est-d-dire exciton neutre ou exciton
chargé, nous étudions la luminescence résonante résolue en polarisation (diagramme
polaire). Ces études se basent sur les travaux de C. Tonin décrits précisément dans
sa thése [21]. Dans le cas ot 'on résoud la structure fine de I’exciton hors résonance
(c’est-a-dire lorsque I’écart en énergie de la structure fine est supérieur a la résolution),
les états sont facilement identifiables (figure 2.17 (b) et (c)). Cependant, lorsque la
structure fine n’est pas résolue, ’étude de la luminescence résolue en polarisation a
la résonance, permet d’identifier les états. En effet, le laser est suffisamment large
spectralement (~0,5 meV) pour exciter les états de la structure fine d’un exciton neutre
(<200 peV [21]). A partir de I'équation 1.16 vue au chapitre 1, intensité de 1’émission
en fonction de l'angle v de 'analyseur s’écrit pour une excitation résonante 70| :

I(a) = { (cos px — Rsin ¢y ) cos « [\/1 — [?(cos O sin ¢ x + sin 6 cos ¢y )
- \%(cos(?d} —0)sinpx — sin(2y — 6) cos qu]
+ (sinpx + Rcos ¢y )sina [\/1 — [%(cos 0 cos gy — sinfsin ¢x )
B

~ Z(sin(20 — 0)sin b — cos(20 — ) cos ] }’
(3.2)
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ou 8, ¥, 0, ¢x et ¢y sont tels que définis au premier chapitre (section 1.3.4), R est
le rapport des forces d’oscillateur des deux états | X) et |Y) et dépend des angles
ox et ¢y. Au contraire, dans le cas d’un exciton chargé, les états émettent avec une
polarisation circulaire ou elliptique, ceci méme & la résonance. L’étude du diagramme
polaire d’émission a la résonance donne donc des informations supplémentaires pour
I'identification des états observés. La figure 3.3 représente deux diagrammes polaires
typiques issus de deux boites quantiques, pour un exciton neutre dont le splitting de
structure fine n’est pas résolu hors résonance (a) et un exciton chargé (b). Dans le
cas de ’exciton neutre, pour une excitation non-résonante, le diagramme est circulaire
alors que la polarisation a la résonance est linéaire.

FIGURE 3.8 — Diagrammes polaires de la luminescence de [’exciton neutre de la boite S3A
(a) et de la transition de l’exciton chargé de la boite S2A (b). En rouge, l'ajustement des
diagrammes polaires non résonants (points rouges) en utilisant 'expression 1.17 et en bleu,
Uajustement des diagrammes polaires résonants (points bleus) en utilisant ’expression 3.2
dans le cas de l’exciton neutre et Uexpression 1.17 dans le cas de l’exciton chargé.

L’étude du diagramme polaire hors résonance permet de déterminer les para-
métres 5, 1 et 6. On peut alors a partir des spectres a la résonance déterminer le
rapport des forces d’oscillateur R, en laissant comme seuls paramétres ajustables les
angles ¢ x et ¢y, comme définis dans le chapitre 1.3.4. Pour ’exciton neutre de la boite
S3A (figure 3.3 (a)) on a trouvé 5 = 0,05 (caractéristique d’un diagramme polaire non
résonant total, ici en rouge, circulaire) et un rapport de force d’oscillateur de R = 3.
Dans le cas de l'exciton chargé de la boite S2A (figure 3.3 (b)), la polarisation reste
elliptique que ce soit en excitation résonante ou non résonante. Les diagrammes sont
alors ajustés par la méme expression (1.17). C’est cette indication que nous renseigne

sur la nature de I’état étudié (chargé ou neutre).
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3.1.3 Emission de photons uniques a la résonance

Pour confirmer que la structure de nos échantillons, lorsque 1’on excite les boites
quantiques a la résonance, permet ’étude de photons uniques (i.e. que le laser diffusé est
tout a fait négligeable), il est nécessaire d’étudier la statistique d’émission de photons.
La figure 3.4 montre le résultat d’'une expérience de HBT réalisée sur la boite S3A.
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FIGURE 3.4 — Mesure de corrélation de photons sous excitation résonante, réalisée sans

filtrage spectral ou en polarisation sur la boite présentée S3A, a la méme puissance d’excitation
que pour le spectre figure 3.2. La valeur de g(z)(O) mesurée est de 0,07, aprés une heure
d’acquisition avec 100 000 coups/s par détecteur.

Pour réaliser cette expérience, la luminescence est couplée a une fibre optique et
directement envoyée au dispositif de corrélation, contrairement au cas non-résonant ot
il est nécessaire de filtrer préalablement avec un spectrométre (voir chapitre 2, figure
2.17). Les données sont ajustées par une somme de gaussiennes, procédure décrite au
chapitre précédent. A retard nul, on trouve g(2)(0):0,07 40, 01. L’ajustement présenté
figure 3.4 n’est pas optimal pour le sommet des pics. Nous avons également ajusté
les données & partir d’'une somme d’exponentielles décroissantes et nous avons obtenu
un ajustement dont les sommets étaient surestimés, mais dont la valeur de ¢ (0) =
0,07 + 0,01 est identique. La fonction d’ajustement idéale, c¢’est-a-dire la convolution
entre une gaussienne (réponse des détecteurs) et une exponentielle décroissante (temps
de vie du systéme & deux niveaux) pourrait permettre d’affiner ’ajustement. Les valeurs
obtenues pour ¢‘?(0) dans les deux cas précédents, nous indiquent cependant que cela
n’apportera pas d’information supplémentaire pour caractériser 1'unicité des photons
émis.

Notons que le rapport de I'intensité intégrée de la luminescence totale (raie zéro
phonons + laser + ailes phonons) et du laser diffusé (fig. 3.2), effectué a la méme
puissance d’excitation que la mesure du ¢, donne la méme valeur de 0,07, compatible
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avec le fond gaussien du laser. Ces corrélations a retard nul proviennent donc trés
probablement du laser diffusé, de trés faible intensité par rapport & la luminescence.
Nous pouvons en déduire que notre boite sous excitation résonante est une source de
photons uniques, et qu’il est possible de 'utiliser comme telle, méme sans filtrage du

laser.

3.1.4 Mesure du temps de cohérence

L’excitation résonante permet d’augmenter le temps de cohérence en éliminant
les processus de déphasage qui interviennent lors d’une excitation a haute énergie.
La figure 3.5 montre la différence entre le temps de cohérence sous excitation dans la
couche de mouillage et sous excitation résonante pour deux boites, S2A et S3A. On voit
que le temps de cohérence augmente de maniére significative, passant de 450 ps a 1100
ps pour la premiére boite et de 220 ps a 950 ps pour la seconde. L’augmentation du
temps de cohérence pour ces deux boites est caractéristique de ’excitation résonante
et a été observée pour toutes les boites étudiées. Cependant, les deux boites présentées
ici restent des exceptions, dans la mesure ou les temps de cohérence en excitation
résonante sont ici comparables a la limite radiative T, = 277, ce qui n’est pas le cas
pour les autres boites observées. En général, le temps de cohérence est bien inférieur
a cette limite, et met en évidence la présence d’autres de processus de déphasage.
Les principaux mécanismes mis en évidence sont le couplage aux phonons acoustiques
[17, 78| et la présence d’un champ électrostatique fluctuant [104, 115, 116, 117, 118].
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FIGURE 8.5 — Mesure du temps de cohérence par spectroscopie a transformée de Fourier.
En noir, les données sous excitation non-résonante et en rouge, les données sous excitation
résonante pour (a) la boite S2A et (b) la boite S3A. Les ajustements correspondants sont les
courbes vertes (excitation non-résonante) et bleues (excitation résonante)
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3.2 Interaction lumiére-matiére : approche semi-classique

Nous venons de démontrer que la géométrie guidée est bien adaptée pour I’étude
de la luminescence résonante de boite quantique, conduisant a 1’émission de photons
uniques avec un temps de cohérence bien supérieur (T3 /TF = 2 a 4 pour les boites
S2A et S3A) par rapport a Iexcitation non résonante. La géométrie unidimensionnelle
augmente par ailleurs I'interaction lumiére boite et nous allons donc étudier dans cette
partie cette interaction qui nous permet notamment d’appréhender les mécanismes de
décohérence liés a I'environnement.

Dans cette partie, nous nous intéressons a l'interaction d’un systéme a deux
niveaux avec un champ électromagnétique classique. Le champ est résonant avec la
transition entre les deux niveaux, dont nous étudions I’évolution des populations. Nous
définirons d’abord le couplage entre le champ et le systéme & deux niveaux. Nous
verrons ensuite que dans le formalisme de la matrice densité, nous pouvons écrire les
équations de Bloch qui régissent 1’évolution temporelle du systéme & deux niveaux. Pour
rendre compte complétement des observations expérimentales, notamment & cause des
mécanismes de décohérence, il est nécessaire d’améliorer le modéle et d’introduire le
couplage aux phonons et au guide d’onde dans les équations d’évolution du systéme.

Dans cette partie, les résultats expérimentaux sont obtenus sur I’échantillon S1.
En effet, la présence de la cavité dans les échantillons S2 et S3 modifie les oscillations
de Rabi et nous analyserons ce cas dans les parties 3.5 et 3.6.

3.2.1 Description de ’interaction

Nous considérons ici une boite quantique idéale. Seuls deux états sont acces-
sibles, I'¢tat fondamental |0) et I’état excité |1) séparé par une énergie hwgy. Nous
considérons pour l'instant que la boite n’est pas couplée a son environnement et en
particulier au champ électromagnétique du vide, c’est a dire, nous négligeons 1’émis-
sion spontanée. Le laser d’excitation peut étre défini classiquement :

E(7,t) = EL(7,t) cos(wit + kF) (3.3)

ou wy, et k= w27/ sont respectivement la pulsation et le vecteur d’onde du laser.
E; est le profil spatio-temporel de I'onde incidente polarisée. Nous allons considérer
que le champ est une onde plane, car le mode électromagnétique du guide dans lequel

se, trouve la_) boite & des dimensions plus bien grandes que celle-ci. Nous avons donc
Ep(r,t) = EL(t).

Hamiltonien d’interaction

Nous nous intéressons a l'interaction entre ce champ et un électron, de masse m
et de charge q. Le hamiltonien du systéme peut s’écrire a partir du potentiel-vecteur

A 28] -
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—~ 2
i =5 (P aA00) + Vo (3.4
2m
ou p = —ih? est 'opérateur impulsion et 7 est 'opérateur position. De plus, les
dimensions du systéme étudié sont trés petites devant la longueur d’onde du champ
incident. Nous nous plagons donc dans ’approximation des grandes longueurs d’onde
et considérons A (7,t) constant a ’échelle de la boite, située en 7. Enfin, nous nous
placons dans la jauge de Coulomb, telle que V.Z = 0. Le hamiltonien (3.4) devient :

j‘.\r - .E[(] +I/——7int

avec
~ PR S
HO - % + coul(FO); et (35)
N 242 (5, ¢
Ao = L5 A (7,1 + L2 0D (3.6)
m 2m

Le second terme de flmt est ici un scalaire ayant pour effet de translater 1’éner-
gie. On ne le prendra plus en compte par la suite car on ne considére que les termes
linéaires correspondant a 1’absorption-émission d’'un photon. En introduisant I'opéra-
teur moment dipolaire :

1= q(r—170)

On obtient le hamiltonien "dipolaire électrique" qui (3.6) s’écrit :
Hip = —i. E (Fo, 1) (3.7)

Hamiltonien d’un systéme a deux niveaux

Pour un systéme a deux niveaux tel que nous ’avons défini, le hamiltonien libre
s’écrit :
~ Ey 0O
Hy = Ey|0)(0| + E4|1) (1] =
o= Eal0yol+ Ey il = ()

En prenant E, comme origine des énergies, et avec Fy — Fy = hwy, on obtient :

Hy = (8 hgo) (3.8)

Le hamiltonien d’interaction défini par I’équation 3.7 dépend de I'opérateur 7 qui est
impair. Ces composantes diagonales sont donc nulles :

(0[n[0) = (1fu[1) =0



84 Etude des boites quantiques a la résonance

et nous pouvons définir ses éléments non-diagonaux tels que :

(O1EI1) = poy et (1[[0) = g0

Ces deux termes sont complexes conjugués. La fonction d’onde d’étude étant définie a

une phase prés (ex : €?|1) avec ¢ = —arg(uo1)), nous pouvons rendre ces termes égaux
et positifs de telle sorte que 191 = pt10 = p. Ainsi, le hamiltonien d’interaction peut
s’écrire :
= 0 1
Hiny = hQg cos(wpt) 10 (3.9)
ou {2y est la pulsation de Rabi, définie par :
pEL
Qp = =

3.2.2 Equations de Bloch en régime continu : Oscillations de
Rabi

Le hamiltonien que nous venons de définir ne décrit pas les interactions entre le
systéme a deux niveaux et son environnement. Afin de prendre en compte ces couplages,
responsables de I’émission spontanée et des processus de déphasage, nous utilisons
le formalisme de la matrice densité. Dans ce formalisme, il n’est pas nécessaire de
connaitre exactement les processus d’interaction avec notre systéme, mais il suffit d’en
connaitre les temps caractéristiques pour modéliser 1’évolution du systéme.

Formalisme de la matrice densité

L’opérateur densité p, dans le cas du systéme & deux niveaux que nous considé-
rons, s’écrit :

5= <p0° p01> (3.10)

P10 P11

ol les termes diagonaux p;; représentent la probabilité de trouver le systéme dans I'état
i), i = {0,1} et sont appelés termes de population. Les termes non-diagonaux sont
appelés termes de cohérence car ils prennent en compte la phase relative entre les
composantes des deux états |0) et |1). L’évolution de la matrice densité au cours du
temps est régie par I'équation de Liouville - Von Neumann [119] :

i p(t) = [ﬁ p(t)} (3.11)

Afin de tenir compte des interactions entre le systéme et son environnement, il
convient d’ajouter au second membre de I’équation de Liouville un terme de relaxation
dont la matrice associée s’écrit :
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d _P%(t) _Po%(t)
{%p(t)} - _le(t) _ﬂ112(t) (3.12)
rel -

Ts T

ou T} est le temps de vie radiatif et T, est le temps de cohérence, caractéristiques du
systéme a deux niveaux. Dans le cas ot seule I’émission spontanée est prise en compte,
alors 15 = 27].

L’équation d’évolution prend la forme :

o) == [Ant0] + { o0} (3.13)

Equations de Bloch en régime continu

En notant p = < p(t), les équations de Bloch se déduisent de (3.13) et s’écrivent :

( p11(t) = —iQg cos(wrt) (p1o(t) — por(t)) — 01}515)

poo(t) = —pu(t)

por(t) = iwopor (t) + Qg cos(wrt) (p11(t) — poo(t)) —

\ pro(t) = —iwopro(t) — iQg cos(wrt) (p11(t) — poo(t)) —

L’évolution temporelle décrite par ces équations prend en compte des processus
qui ne conservent pas I’énergie, et que nous pouvons négliger [28]. Il s’agit du passage
de I'état |1) a I’état |0) avec absorption de photon, et le processus inverse, de I’état |0)
a |1) avec émission de photon. Il est alors utile de se placer dans I'approximation du
champ tournant [28| et de faire le changement de variable suivant :

011 = P11
000 = Poo (3.15)
o1 = pore Lt
o109 = proe’*’
Ainsi, les équations de Bloch sur les cohérences deviennent :
. : 1 em et oo (t
0'01(t) = Z(U.)O — (.UL)O'Ol(t) + ZQR 9 (Ull(t) — UOO(t)) — ()C;( )
vt ? (3.16)
. . . 14 et O'lo(t)
O'lo(t) = —Z(WO — CUL>O'10(t) — ZQRT (Ull(t) — Uoo(t)) — T
2

+2iwpt

ou nous allons négliger les termes en e correspondant aux processus non-résonants

qui ne conservent pas I’énergie. Les équations de Bloch s’écrivent finalement :
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( .QR

o1 (t) = =i~ (o10(t) — oo (1)) —

doo(t) = —d’ll(t)

011 (t)
T

001 3.17
001(t) = —idro0(t) + i% (011(t) — o00(t)) — Tit) (8.17)
| 510(t) = idLo0(t) - Z% (01(0) — o0(t)) Jl%it)

ol 0;, = wy, — wy est 'écart en énergie entre le laser et la transition du systéme a deux
niveaux.

Ces équations peuvent étre résolues analytiquement [20]. Pour ¢, = 0, la popu-
lation de ’état excité vaut :

o (t) = (ws + %) (1 — (cos(Qt) + % sin(Qt))) e " (3.18)

2 T
o11. Le facteur 2wg =

ouy=1 <T% + L) représente le temps caractéristique de relaxation de la population

1 . s . L, .
BT représente la différence de population en régime

stationnaire, wg = (%)Sm. La pulsation des oscillations est différente de celles

intervenant dans les équations de Bloch et est donnée par :

1/1 1\
Q=4/02 - (= - —
¢f34(ﬂ B)

En se plagant dans le régime dit de couplage fort ou 2z >> 7, on atteint le régime des

oscillations de Rabi, ot la population de 'état excité |1) oscille entre 0 et 1, et wg ~ 0.
Ces oscillations s’amortissent sur un temps caractéristique 1/ et la population tend
Vers 011 stat = Ws+1/2 /& 1/2. (voir figure 3.6, ou Ty = T; ce qui constitue une situation
intermédiaire pour les différentes boites étudiées).

3.2.3 Equations de Bloch en régime impulsionnel
Cas des impulsions carrées

Les équations précédentes ont été obtenues pour une excitation continue. Les
expériences que nous réalisons sont en régime impulsionnel, ou la durée de I'interaction
7 correspondant a la durée de 'impulsion est trés petite devant les temps de relaxation
T1 et T5. Dans le cas ou les impulsions ont un profil temporel "carré", c’est-a-dire que
le champ électrique d’excitation E'j est constant durant I'impulsion, les équations de
Bloch peuvent étre résolues analytiquement, et I’état du systéme aprés le passage de
I'impulsion est défini par I'aire de 'impulsion 4, :

T )
or :/ QOp(t)dt = “FLLT (3.19)
0
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FIGURE 8.6 — Population du niveau excité en fonction du temps pour une excitation résonante,
avec Ty = Ty = 100 ps, et Qg =1 rad.ps~! - soit IQdr ~ 0,66 meV

On peut montrer qu’en régime impulsionnel, I’état final du systéme ne dépend
pas de la forme de I'impulsion, mais uniquement de son aire [120]. On trouve alors,
aprés le passage de I'impulsion de durée 7 :

o11(7) = sin® (%L) (3.20)

et le systéme a deux niveaux se trouve dans 1'état :

W(r) = cos (%) 10 + i sin (%) ) (3.21)

Cette superposition cohérente des états |0) et |1) constitue un qubit que I'on
peut ainsi définir dans une boite quantique et que ’on peut entiérement controler par
un parameétre 6y, lié aux impulsions du laser d’excitation.

Nous voyons que nous pouvons définir des valeurs particuliéres d’aire d’impul-
sion. En partant de ’état fondamental |¥(0)) = |0) :

— sif = 7/2, les deux états sont dans une superposition cohérente, dit de cohérence

maximale : 1

(T
) = 7
— si 0, = 7, le systéme a deux niveaux se trouve dans son état excité, avec une
probabilité de 1 :

(10) +4[1))

[W(r)) =il1)
— si O, = 2w, le systéme retourne dans son état initial :

[W(7)) = |0)
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Cas des impulsions sécantes hyperboliques

Pour des impulsions trés courtes comme les impulsions picosecondes que nous
utilisons, 'approximation d’impulsions carrées n’est pas réaliste. L’amplitude du champ
1(t) varie pendant le temps d’interaction. En général, ces impulsions sont modélisées
par une fonction sécante hyperbolique [121], d’amplitude E}, et de largeur & mi-hauteur
T:

Ei(t) = ELsech(;) (3.22)

L’¢tat du systéme a 'instant t dépend maintenant de la valeur de 6(t) :

E t /
or) =t /0 sech(t;)dt’

(3.23)
w.Ep t s
=2 tan(tanh(— —
T {arc an(tan (27_)) +
L’aire totale de la sécante hyperbolique est 77 et celle de I'impulsion est :
E
0, = 0(+00) = & e (3.24)
L’aire en fonction du temps peut se réécrire :
2 t s
0(t) =—0 tan(tanh(— - 3.25
(t) = —0r |arctan(tanh(;)) + - (3.25)

Sur la figure 3.7 est représentée 1’évolution de la population du niveau excité au
cours du temps, pour des aires d'impulsion §;, = 7/2, 7, 27, et 117. L'impulsion choisie
est une sécante hyperbolique de largeur & mi-hauteur 5 ps. Nous voyons qu’au cours
de I'impulsion, la période des oscillations de Rabi varie mais 1’état final du systéme
est entiérement défini par l'aire de I'impulsion modulo 27. Ainsi, une impulsion 7 et
une impulsion 117, préparent le systéme dans le méme état final, en 'occurrence ’état
excité.

3.2.4 Reésultats expérimentaux : Oscillation de Rabi

L’oscillation de Rabi du systéme a deux niveaux a lieu pendant la durée de
I'impulsion, soit quelques picosecondes. Il n’est alors pas possible de la résoudre tem-
porellement avec les moyens expérimentaux dont on dispose. En effet, pour le proche
infrarouge, la meilleure résolution temporelle que nous ayons est celle des APD, et vaut
300 ps.

A partir des spectres de luminescence résonante en fonction de la puissance
d’excitation, on peut construire l'oscillation de Rabi. En effet, chaque point de 1'os-
cillation de Rabi correspond a la population de I’état excité o1, pour une impulsion
d’aire 6. Cette population relaxe vers I’état fondamental avec une constante de temps
T} en émettant un photon. Ainsi, en considérant I'impulsion comme infiniment bréve,
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Population de 1'état excité

FIGURE 3.7 - Ezemples d’oscillations de Rabi en régime impulsionnel, avec une impulsion
de largeur 5 ps et d’aire (a) 0, = w/2, (b) 0 = m, (c) O = 2w, et (d) O, = 11mw. En rouge
est représenté I’évolution de la population o171 et en pointillé est représentée 'impulsion laser

normalisée.

on peut écrire la population de I'état excité du systéme ainsi que la probabilité P,

d’avoir émis un photon au cours du temps :

o (t,0r) = SmQ(%)e_t/TI ( )
3.26

0
Plum(t, 9L) = sinz(?L) (1 _ 6—t/T1)
Dans le cas ou le taux de répétition du laser est bien plus grand que 7T}, un

photon sera émis entre chaque impulsion laser avec une probabilité :

. 901
Plum(eL) ~ Sln2<?)
Sur le détecteur, on peut mesurer l'intensité intégrée de la luminescence, qui

s’écrit alors :

0
Lim = C.Prym = C. sin2(7L) (3.27)

ou C est une constante de normalisation, qui dépend du taux de répétition du laser,
du temps d’intégration, de l'efficacité du systéme de détection (spectrométre + CCD)
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FIGURE 8.8 — Spectres de u-PL résonants de la boite S1A pour différentes puissances d’exci-
tation. Le laser est ajustée par une gaussienne en bleu et la luminescence est ajustée par une
lorentzienne en rouge.

et de l'efficacité de collection de la luminescence. La variation de la population o1, en
fonction de I'aire de I'impulsion 6}, se traduit donc par une oscillation de I'intensité de
la luminescence détectée, reflétant le couplage non-linéaire a la lumiére.

La figure 3.8 montre des spectres de photoluminescence typiques de la boite
S1A & quatre puissances d’excitation différentes, correspondant & des excitations m,
2m, 37 et 4m. Pour chaque puissance, la lumiére diffusée du laser est ajustée par une
gaussienne en bleue. L’ajustement lorentzien en rouge correspond a la luminescence de
la boite. La figure 3.8 (a) montre un spectre pour une impulsion 7, oi le laser reste a
faible intensité et la luminescence atteint son maximum. Pour une impulsion 27 (figure
3.8 (b)), la luminescence atteint un minimum. Pour une impulsion 37 (figure 3.8 (c)), la
luminescence atteint son deuxiéme maximum, et pour une impulsion 47, son deuxiéme
minimum. L’intensité de luminescence est tracée en fonction de la racine carrée de la
puissance d’excitation, proportionnelle a ’aire de I'impulsion.

Nous obtenons plusieurs types d’oscillations de Rabi comme le montre la figure
3.9 sur trois boites différentes de I’échantillon S1. Les données sont ajustées en utilisant
les équations de Bloch (3.17) dans lesquelles Qg est proportionnel a l'aire de I'impul-
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FIGURE 3.9 — Différents comportements des oscillations de Rabi : a) Boite S1A, la valeur
finale de lintensité tend vers la moitié de lintensité mazimale. b) Boite S1B, la valeur fi-
nale de ’intensité tend vers une valeur nulle a forte puissance d’excitation. c¢) Autre boite de
I’échantillon S1, la valeur finale de lintensité tend vers une valeur intermédiaire. Les points
correspondent auxr mesures expérimentales, la courbe en trait plein en bleu correspond a une
simulation de ’oscillation de Rabi par les équations de Bloch optiques (équations (3.17)) avec
Ty et Ty constants correspondants aux valeurs mesurées a faible puissance d’excitation (im-
pulsions 7/2).
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sion. T} et T, sont pris constants et égaux aux valeurs mesurées respectivement par
luminescence résolue en temps et FTIR pour des impulsions d’aire 7/2. Deux com-
portements extrémes sont observés. Dans le premier cas, figure 3.9 (a), 'amplitude
de l'oscillation s’amortit plus rapidement que ce qui est prévu par les simulations, et
aprés quelques périodes seulement, l'oscillation est totalement amortie et l'intensité
est égale a la moitié de I'intensité maximale. La figure 3.9 (b) montre une oscillation
dont I’amortissement tend vers une valeur nulle a forte puissance. En plus de ces deux
situations, nous avons observé également des cas intermédiaires, ou la population tend
vers une limite non nulle mais inférieure a la valeur médiane (figure 3.9 (c)).

L’origine physique de 'amortissement des oscillations fera ’'objet des deux par-
ties qui suivent. Nous 'attribuons :

— au couplage aux phonons acoustiques, responsable de la perte de cohérence du
systéme en fonction de la puissance d’excitation et,

— au couplage entre la boite et le mode unidimensionnel guidé qui permet de com-
prendre 'amortissement des oscillations de Rabi vers une valeur inférieure a la
valeur médiane.

3.3 Couplage aux phonons acoustiques

Le couplage des excitations électroniques aux phonons acoustiques dans les
boites quantiques est un phénoméne étudié depuis de nombreuses années par de nom-
breux groupes [17, 77, 78, 101, 122, 123, 124, 125, 126]. Il permet de comprendre
I’amortissement des oscillations de Rabi et la perte de cohérence liée a I’excitation ré-
sonante. Dans cette partie, nous verrons d’abord comment les phonons acoustiques LA
interagissent avec le systéme & deux niveaux et se manifestent au niveau des spectres.
Puis, nous verrons que l'interaction des phonons et du systéme a deux niveaux est
influencé par I'excitation résonante, causant ’amortissement des oscillations de Rabi.
Pour cela, nous étudierons la luminescence résonante qui fait apparaitre des processus
d’émission et d’absorption de phonons dans les spectres.

3.3.1 Modélisation du couplage

Une boite quantique n’est pas un systéme a deux niveaux isolé. Les boites
d’InAs/GaAs se trouvent dans une matrice cristalline de GaAs, dont les vibrations du
réseau, ou phonons, vont constituer un canal possible de relaxation de 1’énergie. Les
études sur le couplage des phonons avec les excitons dans le matériau massif datent des
années 60 [113|. Les premiéres expériences sur les boites quantiques semiconductrices
montrant le couplage aux phonons longitudinaux acoustiques (LA) apparaissent dans
les année 2000 [78|. Le hamiltonien modélisant ce couplage s’écrit [127] :
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1
H = Ex|X)(X|+ ) hwy (b%by + 5) + X)X (920l + g5be)  (3.28)
7 7

ou | X) est 'état excitonique, et b% (resp. et b ) est I'opérateur création (annihilation)

du phonon de moment 7 et d’énergie fw—. Les deux premiers termes sont les contri-
butions de I'exciton et des phonons a I’énergie du systéme. Le dernier terme caractérise
I'interaction exciton-phonon avec la constante de couplage [126, 128] :

97 = ﬁ (DP[W(7)] = DyP [W"(7)]) (3.29)
ol u est la masse volumique du matériau, V' son volume de maille élémentaire, D,
(respectivement Dp,) le potentiel de déformation dans le matériau massif de 1’électron
(resp. du trou ) et P[¥¢] (resp. P[¥"]) le facteur de forme de la fonction d’onde des
électrons (resp. des trous) qui dépend du confinement des porteurs. Les états propres
sont des états habillés exciton-phonons, appelés polarons. L’état fondamental consiste
alors en un bain de phonons, sans excitation électronique dans la boite, et le niveau
excité en une paire électron-trou couplée au bain de phonons. La figure 3.10 (a gauche)
montre I’énergie du systéme représentée par un oscillateur harmonique en fonction du
déplacement des atomes du réseau cristallin par rapport & leur position d’équilibre. Le
couplage polaronique modifie la position d’équilibre du niveau excitonique [78], et les
transitions optiques mettant en jeu I’émission ou l’absorption de phonons sont alors
permises.

La force du couplage entre les niveaux électroniques et les phonons du matériau
massif de GaAs est décrite par la fonction J(w) qu’on appelle densité spectrale de
phonons [114] :

e 7) — Dy, h ? <’u3
I(w) = ,%; oot - ) = DL DB )

ol ¢s est la vitesse du son dans le matériau. Les facteurs de forme des porteurs de
charge induisent une fréquence de coupure w. du bain de phonon intéragissant avec
la boite [129]. Plus la taille du confinement diminue, et plus I’exciton se couple aux
phonons de plus haute énergie et la force du couplage augmente [123, 130]. La densité
spectrale de phonons peut alors s’écrire :

J(w) = Cule@/we)’ (3.31)

ou C est une constante liée aux différents paramétres du matériau massif de GaAs :

(De - Dh)Q
C = e (3.32)



94 Etude des boites quantiques a la résonance

La figure 3.10 (& droite) représente le systéme dans son état excité ainsi que la
transition optique vers ’état fondamental qui est couplé & ’ensemble du bain de pho-
nons avec une force J(w), dont 'allure en fonction de w est représentée qualitativement.
L’état excité n’est lui couplé qu’aux phonons existant dans le matériau a température
finie. La population n du mode de phonon 7 est donnée par la distribution de Bose-
Einstein :

1

717 = W (333)

ol kg est la constante de Boltzmann. La force du couplage a ces phonons est donc don-
née par ngJ(w). A l'aide de cette modélisation, il est possible d’analyser les spectres
de la luminescence résonante d'une boite quantique. On peut alors obtenir des infor-
mations sur le couplage avec les phonons LA.

S
rd

——>n,J(w)

Déplacgment 0> s (o)

rd

FIGURE 3.10 — Schéma de la recombinaison radiative assistée par phonons. A gauche, mo-
délisation par un oscillateur harmonique du potentiel de déformation du matériau définissant
I’énergie des phonons LA. A droite, représentation du couplage entre l’état excité du systéme
a deuxr niveauzx et les phonons.

Le spectre de luminescence (voir figure 3.11 (a)) résultant est constitué d’une
raie zéro-phonon, qui n’est pas assistée par ’émission ou ’absorption d’un phonon. A
plus haute énergie (basses longueurs d’onde), le spectre est constitué de la luminescence
li¢ a I'absorption d’un (ou plusieurs) phonon(s) et donc & la population n. A plus basse
énergie, la luminescence observée est liée a I’émission d’un (ou plusieurs) phonon(s).

En augmentant la puissance d’excitation (pour ;, < 7), on augmente la popu-
lation de I'état excité¢ de la boite quantique. La figure 3.11 (b) montre I’évolution de
I’aire intégrée de la luminescence des ailes phonons en fonction de la luminescence zéro-
phonon, directement proportionnelle & la population de la boite. On remarque alors
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qu’a faible puissance (6, < ), U'intensité des ailes-phonons I, est proportionnelle a
celle de la luminescence zéro-phonon 1, :

Iph = (X.]lum

ol « est le facteur de proportionnalité et vaut ici 0,7. Ce qui est important c’est la
variation linéaire entre I, et Ij,,. En effet, la valeur numérique de o en soi comporte
une grande incertitude, difficile a évaluer, du fait que la résolution spectrale ne permette
pas de déterminer précisément le rapport hauteur sur largeur de la raie zéro-phonon.

a) b)
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FIGURE 3.11 — a) Spectre de luminescence résonante montrant les différentes contributions
des phonons a l’émission et a l’absorption. b) Evolution des ailes de phonons en fonction de

la luminescence zéro phonon pour quatres puissances d’excitation telles que 0 < .

3.3.2 Couplage résonant aux phonons en régime de couplage
fort

A plus forte puissance d’excitation, lorsque 'on atteint le régime de Rabi, le
couplage aux phonons n’est plus linéaire [124]. Dans le cadre d’un couplage fort entre
le systéme a deux niveaux et le laser d’excitation, le systéme peut étre décrit par le
modele de 'atome habillé composé de deux niveaux dont I’écart en énergie est Qp [28].
Le systéme oscille de maniére cohérente entre ces deux niveaux pendant l'interaction
avec 'impulsion. Il se couple alors de maniére résonante au bain de phonons, avec
une force J(2g), entrainant une perte de la cohérence du systéme a deux niveaux. Ce
couplage résonant, dépendant de 0%, a été étudié par plusieurs groupes [131, 126, 107,
122, 132] et identifié comme étant une source importante de déphasage a la résonance,
notamment responsable de 'amortissement des oscillations de Rabi. Le schéma figure
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FIGURE 3.12 — a) Schéma du couplage résonant auzx phonons pour trois puissances d’exci-
tation. Les miveaux d’énergie a gauche représente [’état habillé exciton-photon pour les trois
puissances considérées. L’état a basse énergie est [’état |0, N photons) et l’état a haute énergie
est létat |1, N — 1 photons). L’écart entre les deuzr niveauz est donné par h2g. b) Oscillation
de Rabi attendue par ce modeéle, ot l’amortissement dépend de la puissance d’excitation.

3.12 (a) illustre ce couplage résonant. D’un point de vue qualitatif, on distingue deux
régimes de puissance, correspondant a des régimes de couplages différent :

— A faible puissance (2r << w.) : Le couplage exciton-phonon peut étre décrit
par un couplage faible [126]|. La force du couplage augmente avec la puissance
d’excitation, conduisant & une perte de cohérence pendant la durée de l'interac-
tion, et 'oscillation de Rabi observée est alors amortie.

— A forte puissance d’excitation (2 >> w.) : I’écart entre les niveaux devient
plus grand que la densité spectrale des phonons. Lorsque la puissance d’excitation
augmente, le couplage résonant aux phonons diminue. On s’attend théoriquement
a retrouver des oscillations de Rabi non amorties [124].

Dans notre situation, w, est de 'ordre de 5 ps~! et Qi pour une impulsion 7 de 2
ps est de 'ordre de 0,5 ps~!. Ainsi, nous sommes toujours dans le régime ot Qp << w,.
Notons que le régime a forte puissance n’a encore jamais été observé par les différents
groupes étudiant les oscillations de Rabi dans les boites quantiques, car les puissances
a atteindre sont relativement élevées. Dans notre cas, nous aurions beaucoup trop de
laser diffusé pour pouvoir résoudre 'oscillation de Rabi. Trés récemment, un groupe a
observé des oscillations de Rabi amorties jusqu’a 107, sans voir apparaitre ce régime
[133].

Pendant I'oscillation de Rabi, il est également possible d’avoir de la luminescence
assistée par absorption ou émission de phonons. L’intensité de ce processus, mesurée sur
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la boite S2A par 'intermédiaire de I'intensité intégrée des ailes-phonons, est représenté
sur la figure 3.13 (a) (points rouges) en fonction de la puissance d’excitation, ainsi que
I'intensité de la luminescence zéro-phonon (carrés noirs), proportionnelle a la popula-
tion de I’état excité. On remarque que l'intensité des ailes phonons suit l'intensité de la
raie zéro-phonon aux faibles puissances, comme nous ’avons vu précédemment. A plus
forte puissance en revanche, l'intensité des ailes-phonons augmente plus rapidement
que celle de la raie zéro-phonon. Sur le méme principe que pour la figure 3.11 (b), on
trace l'intensité intégrée des ailes-phonons en fonction de l'intensité de la raie zéro-
phonon (figure 3.13 (b)). On retrouve le régime linéaire, mais on met aussi en évidence
I’écart a ce régime a forte puissance. Pour interpréter cet écart, on peut considérer que
les ailes-phonons viennent de deux contributions :

— Une contribution linéaire, correspondant a 1’émission de photons assistée par pho-
nons et proportionnelle a I’émission de la raie zéro-phonon.

— L’émission de phonons due au couplage résonant avec 1’état habillé exciton-
photons.

On peut alors écrire :

[ph = OCIlum + Iph,res (334)

ol Ipp res €st la contribution aux ailes de phonons diit au couplage résonant entre 1’os-
cillation de I'état habillé exciton-photons et le bain de phonon. Sur la figure 3.14,
I'intensité I, ,.s est tracée en fonction de la puissance du laser d’excitation. Cette
intensité suit une loi linéaire, et on peut écrire :

Lohyes = KP o< KQ% (3.35)

ou K est une constante de proportionnalité caractérisant le couplage aux phonons et
P est la puissance d’excitation, proportionnelle & la pulsation de Rabi Q%. Le fait que
I'intensité de la luminescence intégrée des ailes-phonons varie a forte puissance d’exci-
tation comme le carré de la pulsation de Rabi montre que le couplage aux phonons est
un effet induit par I'excitation et a l'origine de I’amortissement des oscillations de Rabi.

Afin de modéliser les oscillations de Rabi en présence du couplage aux phonons
LA, nous introduisons dans ’équation 3.28, le couplage supplémentaire aux photons.
Ainsi, le hamiltonien prend la forme [126] :
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FIGURE 3.18 — Ewvolution de lintensité de luminescence assistée par phonons. a) Aire intégrée
du signal de luminescence de la raie zéro-phonon, proportionnelle a la population de [’état
excité de la boite (oscillation de Rabi, en noir) et du signal de luminescence intégré des ailes
phonons (en rouge) en fonction de la puissance du laser d’excitation. b) Intensité intégrée de
la luminescence des ailes-phonons en fonction de l'intensité de luminescence zéro-phonon. Les
points entourés en bleu indiquent les quatres points déja vu figure 3.11. Les fleches indiquent
le sens croissant de la puissance d’excitation. La premiére oscillation (zones 1 et 2) est ajustée
par une fonction linéaire (rouge) comme décrit dans la figure 3.11.

R0 Cx1 1) 0D + 3 b (80 + 5)
7 (3.36)

+ R X)(X] D (9205 + g5be)
7

H = Ex|X)(X]+

Il a été montré que dans le régime a faible puissance dans lequel nous travaillons
(Qr < w.), une approche perturbative du couplage exciton-phonon est suffisante pour
décrire la perte de cohérence du systéme [126, 129]. En utilisant le formalisme de la
matrice densité, le terme de cohérence de I’équation (3.17) s’écrit [126] :

Qr

O.'Ol(t) = Z7 (0'11(75) - 0'00<t)) — gJ(QR) coth (QZST) 0'01(25) (337)
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FIGURE 8.14 — Intensité des ailes de phonons auzxquelles a été soustrait la dépendance a la
luminescence zéro-phonon : Iy res = Ipn — odjym. Les données sont ajustées par une fonction

linéaire.

ou J(Qg) est la densité spectrale de phonons a la pulsation Qg de l'oscillation de Rabi.
On reconnait et on identifie alors 'expression du temps de cohérence :

1 h$2
zJ(QR) coth (

L 3.38
T, 8 2kBT> (3:38)

Le terme J(2r) dans cette équation fait bien ressortir le caractére résonant du
couplage entre ’état habillé et les phonons. Lorsque kg7 > h€dr/2, ce qui est notre
cas a la température a laquelle nous travaillons (kT =~ 0,9 meV et AQg ~ 0,3 meV),
il est possible de faire 'approximation :

1 7r 2kgT

Sy (T0)
7, 8 ( R>hQR

(3.39)

En notant que J(Qg) = Cuwle=W/we)* CQ3% lorsque Qr << w,, on obtient
donc la relation suivante :

T% ~ %%092 = KTQ% (3.40)
ou k est une constante ne dépendant que des propriétés du matériau massif GaAs. Le
couplage résonant aux phonons dépend donc de la puissance d’excitation, c’est-a-dire
de Q% et conduit & une perte de cohérence proportionnelle & Q%. Ceci corrobore les
observations faites sur la luminescence des ailes-phonons, dont l'intensité augmente
linéairement en %. Finalement, en tenant compte d’autres phénomeénes éventuels de

déphasage pur qui ne dépendraient pas de la puissance d’excitation, nous écrivons :
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1 1

T, Ty

+ KTO%

(3.41)

ou T est le temps caractéristique d’autres processus de déphasage pur, et les équations
de Bloch a la résonance (6, = 0) se déduisent de ’équation (3.17) :

0(0) = 12 (01(t) — (1)) ~ T

Goo(t) = —o11(t)

Go1(t) = +i% o11(t) — ooo(t)) — oo (1) (Tz* 4 /{TQ%) (3.42)
G10(t) = i (11(t) — o0o(t)) — o10(t) (i + KTQ?%)
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FIGURE 3.15 — a) Oscillations de Rabi de la boite S1A ajustée avec le modéle de couplage
résonant aux phonons LA, a 10 K (rouge) et 20 K (noir). b) Evolution du paramétre d’amor-

tissement kT en fonction de la température. c¢) Evolution du tauz de décohérence en fonction

de la température

Les oscillations de Rabi expérimentales sont ajustées avec ce modéle [134]. La
figure 3.15 (a)) montre deux oscillations de Rabi effectuées sur une méme boite a 10

K et 20 K. Le paramétre d’amortissement x71" permettant l’ajustement des oscillations

est tracé en fonction de la température (figure 3.15 (b)). L’ajustement linéaire donne
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k =25 fsK™!, du méme ordre de grandeur que la valeur théorique de 10 fsK—! [21].
Le temps de cohérence a été mesuré directement en fonction de la température, et la
figure 3.15 (c) montre 1'évolution du taux de décohérence 1/T5. L’ajustement linéaire
donne ici le temps de décohérence pur Ty = 260 ps, et en gardant k=25 fsK~!, on
obtient la valeur de la pulsation de Rabi. On trouve alors la pulsation de Rabi Q=
0,1 ps~!, soit une énergie A2z ~ 60 eV, ce qui est en bon accord avec la valeur de Qg
correspondant & la durée de 'interaction. La mesure du temps de cohérence étant faite
avec des impulsions /2, 'équation (3.24) permet de remonter & la pulsation de Rabi,
soit Qr = 1/275 =0,25 ps~! avec 79=2 ps la durée de 'impulsion.

3.3.3 Commentaires

Le modeéle que nous avons utilisé parvient a rendre compte de la plupart des
phénomeénes de décohérence observés a la résonance. Cependant, ce modéle comporte
plusieurs limites :

— Le temps de cohérence limité par ’émission spontanée, T, = 277, n’est pas pris
en compte dans les équations. Lorsque le temps de déphasage pur est bien plus
rapide que 277, cette approximation ne pose pas de problémes. Cependant la
figure 3.16 montre le cas de la boite S2B ol nous avons mesuré un temps de
cohérence proche de la limite radiative. L’inverse du temps de cohérence, mesuré
a aire d’impulsion constante, y est représenté en fonction de la température.
La dispersion des points expérimentaux est tres certainement liée au temps 7%
qui varie d'un jour sur 'autre. Pour rendre compte du comportement a basse
température, nous ajoutons ici un point a température nulle tel que Ty = 277.
Les données ont été ajustées par deux fonctions :

1 hQr
— = Acoth
. cot (2kBT) , et

11 o
— — 4 Acoth
7, on <2kBT>

ou la limite radiative du temps de cohérence est ajoutée dans la deuxiéme ex-

(3.43)

pression, et A est un paramétre ajustable. Nous remarquons que le meilleur ajus-
tement est obtenu a l’aide de la premiére expression, notamment pour les points
a faible puissance. Pour réalisé cet ajustement, il faut A = ﬁ alors que dans le
cadre du modele A = ¢J (Qr) est fixé et ne doit pas dépendre du temps de vie
radiatif. Au contraire, la deuxiéme expression d’ajustement, prenant en compte
explicitement le temps de vie radiatif, fournit un ajustement moins bon des don-
nées. Pour l'instant ce probléme n’est pas résolu.

— Ramsay et al. ont proposé une extension a leur modéle pour tenir compte des
phénomeénes a trés fortes puissances [107]. Ils démontrent qu’une renormalisation
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FIGURE 8.16 — Taux de décohérence, 1/Ts, en fonction de la température de la boite S2B avec
un temps de cohérence proche de la limite radiative. Les ajustements sont obtenus a partir de
Uéquation 8.43. La courbe rouge utilise la premiére expression et la courbe verte la seconde,
en fixant comme ordonnée a l’origine le point Ty = 217.

de la fréquence de Rabi avec la puissance d’excitation se produit, modifiant 1’ex-
pression du terme de cohérence dans les équations de Bloch, ce qui a été observé
par quelques groupes [107, 132].

3.4 Modification de la durée de vie a la résonance

Comme le montre la figure 3.17 pour la boite S3A, le temps de vie mesuré a la
résonance (en noir) est toujours significativement plus court que celui hors résonance
(en rouge) [16, 134]. D’une boite a l'autre, le facteur entre les deux temps de vie
varie entre 0,75 et 0,9. Cet effet permet de s’approcher de la limite radiative plus
aisément, en diminuant 'importance de la contribution du terme de déphasage pur
T5. Méme si 'accélération de la durée de vie lors d’'une excitation résonante a été
observée par d’autres groupes [135, 136], aucun modeéle microscopique n’existe a ce jour
permettant de le comprendre complétement. Le modéle développé ici est un modéle
phénoménologique élaboré a partir de différentes approches existant dans la littérature
et qui nous a permis de comprendre nos observations expérimentales.
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FIGURE 3.17 — Comparaison entre le temps de vie résonant (noir) et non-résonant (rouge).

3.4.1 Couplage au mode guidé : Définition des grandeurs utiles

Le couplage entre la boite quantique et le guide monomode 1D joue un role
essentiel. Il s’agit de déterminer la variation du temps de vie radiatif d’un systéme a

deux niveaux placé au centre du guide, par rapport au temps de vie radiatif du méme
systéme a deux niveaux placé dans le vide.

. )
E‘@FZ\/\/\/\-D I’y Guide d’onde
vide Fo A/-r: ‘/\’\A
1>
l!\'\'\r/v c)
0>

-y

r
1> r
IO
0> ———
Cavité = mode guidé
FIGURE 8.18 — a) Recombinaison radiative d’un systéme & deux niveaux, dans le vide, avec un
tauz I'g. b) Boite quantique dans un guide d’onde unidimensionnel. I'g est le taux d’émission

dans le mode guidé et T' le taux d’émission dans le vide. ¢) Analogie avec une cavité : g est le
couplage entre le systeme a deux niveaux et le mode guidé.
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Pour cette modélisation, on définit les taux d’émission suivants :

— I’y est le taux d’émission spontanée du systéme a deux niveaux, dans le vide.
(figure 3.18 (a))

— I' est le taux d’émission spontanée vers les modes du vide, lorsque le systéme
a deux niveaux est placé dans le guide (figure 3.18 (b)). Le guide d’onde peut
modifier légérement 1’émission dans le vide. On définit alors le rapport :

r

désignant la proportion d’émission spontanée qui ne part pas dans le mode guidé
[137]. Ce rapport est généralement pris égal a 1, car la présence du guide ne
modifie que peu le taux d’émission spontanée vers les modes du vide.

— T’y est le taux d’émission spontanée dans le mode guidé (figure 3.18 (b)). Par
analogie avec un couplage en cavité, on appelle Fp le facteur de Purcell :

_ L
=T

I1 a été montré [138, 139] que ce rapport peut s’écrire en fonction du couplage ¢

Fp (3.45)

entre le systéme a deux niveaux et la cavité comme :

44
kI’
ou k est l'inverse du temps de fuite de la cavité.

(3.46)

Fp =

— Le taux d’émission du systéme a deux niveaux que 1’on mesure expérimentalement
est donné par :

Tpes = Do + T, (3.47)
Toujours par analogie avec un mode de cavité (figure 3.18 (¢)), g est défini par

[72] :

7= (N +1) me?f,

=(N+1)g? 3.48
dmege, MVinode ( + >go ( )

ot N est le nombre de photons dans le mode a la résonance, €, (€y) est la permittivité
relative (resp. du vide), m la masse de 1’électron libre, e la charge de 1’électron, V,,oq4e le
volume du mode auquel est couplée la boite, et f, la force d’oscillateur de la transition
optique. On définit gy comme le couplage au mode en absence de photon & la résonance
dans la cavité. La force d’oscillateur dépend de I’énergie hwy et du moment dipolaire
i de la transition :

- 2mwo

Jo=—F5—>¢€
3e’h (3.49)

o _ 00 3€ohnc

TQ TTWo
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ol 0y est la section efficace d’absorption de la boite quantique, n est I'indice du milieu,
c la vitesse de la lumiére et T, le temps de cohérence du systéme a deux niveaux. Pour
la suite nous prendrons le systéme dans sa limite radiative, ot Ty = 2T} et 1/T5 = T'y/2.
Le facteur 3 dans ’expression de la force d’oscillateur vient du fait que ’on a considéré
qu’elle est la méme suivant les trois directions de ’espace et qu’on ne considére ici que
I’émission dans la direction du guide [140]. Le volume du mode dans le cas du guide
peut s’écrire :

Vmode = SlO = SﬂntE (350)
n

ou s est la section du mode et [y la "longueur d’interaction" du photon dans le mode
unidimensionnel avec le systéme a deux niveaux, prise égale au temps caractéristique
de 'interaction entre le systéme & deux niveaux et le mode guidé Tj,, [141] multiplié
par ¢/n la vitesse de la lumiére dans le milieu. Ce temps 7j,; varie en fonction du
systeme étudié. Il peut s’agir soit :

— du temps de fuite d’une cavité, 1/x (figure 3.18 (c)),

— du temps de cohérence T5 d’'un systéme & deux niveaux sous excitation continue
résonante,

— de la durée 1y de I'impulsion lors d'une excitation résonante impulsionnelle lorsque
To << T,. Dans 'analogie que nous faisons entre le mode guidé et un mode de
cavité, on considére que le temps de fuite de la cavité est donné par la durée de
I'impulsion et 79 = 1/k.

Le couplage peut alors s’écrire, avec €, = n? :
)

9 cnloy I'o 1o 1
9o = ome, scTiny 2 A s Ty

Lo (3.51)

et on appelle :

Ny = = (3.52)
0o
le rapport de la section du mode et de la section efficace de la boite quantique. Ny
correspond en fait au nombre de photons dans le mode nécessaires pour que la boite
en absorbe 1. Une impulsion & Ny photons correspondra alors a une impulsion 7.
A vpartir des équations (3.51), (3.45), et (3.46), et en prenant 1/k = T}, on
trouve :

Lo (3.53)
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FIGURE 5.19 — a) L’effet de l’excitation non résonante peut s’apparenter a une cavité désac-

cordée par rapport a la transition optique de la boite (ou mauvaise cavité), alors que b) l’ex-

citation résonante s’apparente & une cavité bien accordée (bonne cavité).

3.4.2 Excitation non résonante vs excitation résonante

La différence de couplage entre la boite quantique et la lumiére qui résulte du

type d’excitation (non-résonante ou résonante) peut se traduire de la maniére suivante :

a)

Hors résonance : Le couplage au mode guidé est trés proche du couplage au
vide. Le guide s’apparente alors a une "mauvaise cavité" (figure 3.19 (a)). Les
photons ne font pas d’aller-retour, et pour absorber un photon, il faut que le
mode contienne N = N, photons.

A la résonance : Le systéme a deux niveaux est en couplage fort avec le mode
guidé. Nous pouvons ici considérer le guide comme une "bonne cavité", dans
laquelle les photons feraient un certain nombre d’allers-retours avant de s’échap-
per (figure 3.19 (b)). Dans cette situation, le nombre de photons nécessaire dans
le mode pour absorber un photon est plus faible. Nous définissons n, comme
I’augmentation du couplage entre la boite et la cavité :

i (N + l)nggg (3.54)

Ainsi, pour absorber un photon, le mode guidé doit en contenir réellement Ngf U

No

NG = 3.55
= (3.59)
Il convient alors de ré-écrire I'y pour une excitation résonante comme :
N+1 N+1
r,— -+ (V4 1) ny (3.56)

mNg7 T Ny
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Lorsque nyg3 > k,I', on entre alors dans le régime de couplage fort permettant
I'observation des oscillations de Rabi. L’augmentation du couplage a la résonance
par le facteur n, correspond & une modification de I'indice de groupe qui intervient
dans le calcul du volume de mode. Ainsi on ré-écrit ce volume comme :

T,
Vmode - o7 int€ (357)

nng

o nny est I'indice de groupe dt au couplage fort. Cette variation peut étre évaluée
a partir des résultats obtenus dans le cas d’un milieu absorbant [142]. Elle s’écrit :

(3.58)

ou «q est 'absorption proportionnelle a la densité du milieu absorbant, ici au
nombre de boites quantiques en interaction avec 'impulsion : o =~ 1/ly. 7y repré-
sente la largeur caractéristique de la raie d’absorption et dans notre cas v = I'g/2.
Ainsi, on trouve

c 1
= 3.99
nloro TOFO ( )

~
~

Avec une impulsion de 'ordre de la picoseconde et un temps de vie de 'ordre de
la nanoseconde, on trouve que n, ~ 10°.

3.4.3 Evaluation du taux d’émission et ajustement des oscilla-
tions de Rabi

Afin d’évaluer 'influence du couplage résonant sur I’évolution du temps de vie,
il faut d’abord évaluer N, le rapport des sections efficaces g d’absorption de la boite
et la section, s, du mode du guide d’onde. Pour une boite émettant a la longueur d’onde
A = 920 nm, en prenant g = 10 [72] et n = 3,6 dans le GaAs, on a :
Two 2 2122 2 _
- 3ceohnu2f_0 " 3ehnAT, 0,3.107%umn’ (3.60)
La section efficace du guide d’onde a été calculée et vaut s = 0,24um?. On en
déduit alors Ny ~ 100. Ainsi :

0o

— Lors d’une excitation non-résonante, aucun photon n’est dans le mode résonant
unidimensionnel, et N = 0. L’ordre de grandeur de I'g/2 est de 0,5 ns~!. On arrive
alors au taux d’émission dans le guide :

VR — LFO ~6.10° s << Ty~ 10 s7* (3.61)
g 7TNO
Le couplage au guide ne modifie pas le temps de vie mesuré, qui correspond alors
au temps d’émission dans le vide T'.
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— Pour une excitation résonante impulsionnelle, N # 0. Dans le cas d’une
boite au centre du mode, le rapport ny/Ny >> 1 et le couplage au guide est
alors trés fort. Lors de la recombinaison de I’état excité de la boite, les photons
émis sont couplés au mode du guide, et en principe on ne devrait pas observer de
luminescence lorsqu’on collecte perpendiculairement & la direction de propagation
du guide. Lorsque la boite n’est pas au centre du mode, alors le nombre nécessaire
a I’absorption d'un photon est plus grand, et le couplage au mode devient moins
fort. On a alors :

FR:(N—i-l)& .
g ™ NO

ou Ny dépend donc de la position de la boite dans le mode électromagnétique

(3.62)

guidé. Grace a 'augmentation du couplage, le taux d’émission dans le guide n’est
plus négligeable et la mesure du taux d’émission total est modifiée. A partir de
la relation (3.47), on trouve le taux d’émission mesuré :

N+1n

e =(1+ 2Ty ~Ty+ AQLT (3.63)
s NO

ou A est un facteur de proportionnalité. On voit ainsi que le taux d’émission va

dépendre de la puissance d’excitation puisque Q% o P oc N. Dans ce régime, le

temps de vie de I’émetteur peut alors s’écrire :

11 , 1

— ==+ A0, — 3.64

ou T7 désigne la limite du temps de vie radiatif a puissance nulle. L’équation de
Bloch (3.17) en population est donc modifiée par ce couplage et s’écrit :

Qp l—l-AQ%

d’u(t) = —27 (O’lo(t) — O'Ol(t)) — Ull(t) (T—lo) (365)

Le modéle développé permet donc d’ajuster les oscillations de Rabi et de rendre
compte du trés fort amortissement observé pour certaines boites quantiques, que ’'on
ne pourrait expliquer uniquement par la décohérence due au couplage aux phonons.
Sur la figure 3.20 (a), on peut voir une oscillation de Rabi réalisée sur la boite S1B
ajustée par ce modeéle, ainsi que les ajustements des mesures du taux d’émission (b) a
trois puissance d’excitation : 7, 37/2 et 57 /2. Le temps de vie non résonant est indiqué
également et vaut T3 = 1/Ty = 940 ps. Dans le cas précis de cette boite, nous laissons
libre le parameétre n,/Ny, et Pajustement donne n,/Ny = 0, 35.

L’évolution du taux d’émission, ainsi que l'amortissement des oscillations de
Rabi, peut donc permettre de remonter au rapport n,/Ny et ainsi & la position de
la boite dans le guide. La figure 3.21 montre les oscillations de Rabi déja présentées,
ajustées avec le modéle développé (couplage aux phonons et couplage au mode guidé).
En considérant qu’a température fixe, le couplage aux phonons ne varie pas d’une boite
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FIGURE 3.20 — a) Oscillations de Rabi avec prise en compte du couplage au mode guidé.
b) Evolution de la durée de vie résonante en fonction de la puissance. A puissance nulle est
indiquée la durée de vie non résonante.

a l'autre, on trouve alors le couplage au mode guidé par 'intermédiaire du paramétre
ng/Np. Pour les boites que nous avons étudiées, nous trouvons que ce parameétre varie
entre 0,02 et 0,35. Plus ce facteur est faible, et plus la boite est sur le bord du mode.
Ainsi, si une boite se trouve trop a l'extérieur du mode, son couplage avec le mode guidé
n’est plus suffisant pour entrer en régime de couplage fort. Cela pourrait expliquer le
fait que de nombreuses boites ne présentent pas d’oscillations de Rabi a la résonance.

3.4.4 Remarque sur le sens physique du modéle

Conceptuellement, le modéle que nous avons échafaudé ci-dessus peut étre diffi-
cile a concevoir. En effet, le couplage n’ayant lieu que pendant la durée de 'impulsion,
il serait logique de penser que le temps de vie mesuré aprés le passage de 'impulsion
devient a nouveau I'g. Or, nous observons bien que le temps de vie diminue sous exci-
tation résonante, sans observer simultanément ’apparition d’un deuxiéme temps dans
la décroissance temporelle.

Nous avons vu que le facteur ny lié au couplage au guide peut étre interprété
comme ’apparition d'un indice de groupe li¢ a 'absorption. Ainsi la célérité du laser
d’excitation au niveau de la boite vaut ¢/(nny), ce qui conduit & un fort ralentissement
de la lumiére. Cet effet est observé dans différents milieux, notamment dans les gaz
atomiques [143, 144]. Ce qui est intéressant ici c¢’est la possibilité de ralentir la lumiére
a I’échelle de 'interaction avec une seule boite quantique.

Une autre interprétation du terme n, est de le considérer non plus comme
laugmentation du couplage g2, mais comme l'augmentation du temps d’interaction
Tine = 1/k dans l'expression du facteur de Purcell :
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FIGURE 8.21 — Oscillations de Rabi pour trois boites différentes, présentant un couplage au
mode guidé différent, et ajustées dans le cadre du modele développé dans ce paragraphe.
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Fp= m (3.66)

On voit alors que le temps caractéristique sur lequel I'effet Purcell agit est n,
fois plus grand que 79. Comme n, est de 'ordre de 10° et 79 ~ 1 ps, le couplage a la
lumiére & lieu sur un temps de 'ordre de T3, ce qui conduit & I'observation d’un seul
temps de décroissance lors des mesures de durée de vie radiative.

3.5 Influence de la cavité sur les propriétés d’émission
des boites

Nous avons vu dans les parties précédentes que l'interaction non-linéaire avec la
lumiére induit des relaxations des termes de population et de cohérences dans les équa-
tions de Bloch. Ces résultats s’appliquent trés bien aux boites étudiées sur I’échantillon

S1. Cependant, I'ajout d’une cavité a miroirs de Bragg dans les échantillons S2 et S3
semble changer 'interaction des boites avec la lumieére.
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FIGURE 3.22 - Oscillations de Rabi pour les boites S2A (a), S2B (b), une troisiéme boite de
léchantillon S2 (c), et S3A (d). Les points noirs représentent les données expérimentales. La
courbe qui relie ces points sert juste d’indicateur visuel.
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3.5.1 Effet sur les oscillations de Rabi

L’ajout de la cavité planaire pour les échantillons S2 et S3 a entrainé une mo-
dification notable du comportement des oscillations de Rabi. La figure 3.22 montre
quatre oscillations de Rabi typiques pour ces échantillons. Plusieurs caractéristiques
remarquables sont observées :

— Aprés une premiére oscillation de forte intensité, le signal diminue trés fortement.
L’intensité du signal remonte ensuite progressivement avec parfois quelques os-
cillations de faible amplitude (courbes (a) et (d) ).

— La premiére oscillation est déformée. Cela entraine méme dans le cas de 1'oscil-
lation (b) I'apparition & plus faible puissance d’un maximum secondaire. Cette
petite oscillation n’est pas un artefact de mesure et est parfaitement reproduc-
tible. Cependant nous avons montré que ce maximum ne correspond pas a un
état

— Dans certains cas, il existe une puissance seuil, avant que la premiére oscillation
n’apparaisse, comme le montre la courbe (c).

3.5.2 Effet sur la durée de vie radiative

Contrairement a ce qui a été observé sur les boites quantiques de I’échantillon
S1, le temps de vie des boites quantiques des échantillons S2 et S3 ne varie que tres
peu, voire pas du tout avec la puissance d’excitation. La figure 3.23 montre I’évolution
du temps de vie des boites S2A et S2B en fonction de la puissance d’excitation (carrés
noirs). Alors que l'oscillation de Rabi est trés amortie, la variation du temps de vie
avec la puissance d’excitation est beaucoup moins importante que pour la boite S1B,
dont les mesures et 'ajustement sont indiqués en rouge a titre de comparaison sur
chacune des deux courbes. Pour la boite S2A notamment, la variation du temps de vie
indique que pour cette boite, nous avons n,/Ny, = 0,04. L’ajustement des oscillations
de Rabi avec ce facteur est donné figure 3.23 (c), ou l'on voit que le comportement de
l'oscillation de Rabi ne peut étre expliqué uniquement par le modéle que nous avons
développé précédemment. Le couplage au mode guidé, bien que toujours présent dans
ces échantillons, n’est a priori plus le seul phénoméne influant sur le taux d’émission
de la boite. La cavité modifie également la densité d’états du champ électromagnétique
environnant et cette modification pourrait suffire & expliquer cette différence.

Un modeéle microscopique qui tiendrait compte de l'effet de la cavité serait
souhaitable pour la compréhension de ces observations.

3.6 Interaction lumiére-matiére : Approche quantique

Afin de tenir compte de la modification importante du champ dans la cavité
lors des oscillations de Rabi, nous proposons 1’ébauche d'une étude quantique de notre
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FIGURE 3.23 - Evolution du temps de vie pour les boites S2A (a) et S2B (b), en fonction de
la puissance d’excitation. La courbe et les points en rouge représentent les résultats obtenus
pour la boite S1B. ¢) Oscillations de Rabi de la boite S2A (noir) ainsi que la simulation de
cette oscillation par les équations de Bloch en tenant compte du modéle et pour une facteur
ng/No = 0,04.

systéme, avec deux objectifs principaux. Dans un premier temps, nous souhaitons ex-
pliquer avec un modéle microscopique, la variation du temps de vie liée au couplage au
mode guidé. Pour cela les énergies sont prises complexes dans le hamiltonien. Ensuite,
dans un deuxiéme temps, nous modélisons I'ajout d’une cavité a notre systéme d’étude.
La boite est alors couplée a deux modes privilégiés, les énergies mises en jeu ici sont
réelles ce qui permet de résoudre exactement le hamiltonien. Le modéle qui suit a été
développé en collaboration avec M. Combescot.

3.6.1 Modéle en seconde quantification d’une boite couplée a
un guide

Nous considérons maintenant un hamiltonien ot le champ électromagnétique
est quantifié. Le guide d’onde est modélisé par un unique mode de photons, couplé a
la boite quantique. Cet hamiltonien s’écrit

H = E,ata + E,B'B + XaB' + X\*Bal (3.67)
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ol A est le couplage entre le mode et la boite, et a et Bt (resp. a et é) sont les
opérateurs de création (resp. d’annihilation) du champ électromagnétique dans le mode
du guide d’énergie F,, et de 'exciton d’énergie F}. Ces opérateurs vérifient les lois de
commutation de bosons :

[a',a] =1
[ﬁﬁ}” (3.68)

Dans une boite quantique, le niveau biexcitonique est a une énergie différente du niveau
excitonique. Comme les électrons et les trous sont des fermions, il est impossible de
peupler une boite avec deux paires électron-trou dans le méme état quantique. Ceci
impose :

B? =0 (3.69)

Afin de tenir compte de la durée de vie de la boite I’énergie Ej sera prise
complexe. Il en est de méme pour E,, le guide ne pouvant étre considéré comme une
cavité parfaite. Ainsi,

Ea = Wq — Z"Ya
Ey = wy — i

avec w et 7y réels, et on définit également :

A=E,—E, +A\*

Le fait d’introduire la durée de vie, rend ’hamiltonien complexe non-hermitique,
HT # H. Les états propres de H ne sont pas les mémes que ceux de H', ou de facon
équivalente, les états propres de H "a gauche" et "a droite" sont différents.

Etats propres a droite, H|Ug) = Ex|Up)

On cherche a résoudre I'équation aux valeurs propres (H — Eg)|¥z) = 0 (Uindice
R signifiant "right" en anglais). Comme pour le cas réel, les solutions de cette équation
sont des combinaisons linéaires des états non couplés a N+1 excitations avec N=0,1,... :

W gni1) = (2oa! ™ + 216" BT)|v)
ou |v) est I'état du vide a zéro photon, la boite étant dans son état fondamental, et

et x1 sont des coefficients complexes. Les valeurs propres sont :

ER,N+1,77 = (N + 1)Ea + €R,N+1,n

avec n = =*1 et

A+ /A2 +4(N + 1)|A\P
2

€R,N+1n =
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Les états propres correspondants, non-normés, sont :
(Cr i1y = al™ (Xk "+ 6R,N+1,nBT> |v)

Etats propres a gauche, (U |H = E (U, | < H|U,) = E;|¥,)
Par un calcul similaire on obtient les énergies propres et les états propres, non-

normés, de (HT — E3)|¥;) = 0 (Iindice L signifiant "left" en anglais) :

ET N+1n =(N+1)E; + ¢ N+1n

avec

A" 4 1/A%2 + 4(N + 1)|\]2

* —_
€LN+1n = 9

et
~TN * A * >
WL N1y = dl <>\ a' + 6L,N+l,nBT> |v)
On remarque que :
Erniin = Erniin = Enyiy

ce que 'on retrouve directement par :

<\IJL,N+1,77|]:I|\I[R,N+1,77> =Er N1V neinYrNt1) = Erviig (Yo N1 YR N1)

Normalisation et relation de fermeture de la base propre

Contrairement au cas réel, la base d’états propres que nous venons d’écrire ne
peut se normaliser par (U, |U,) =1 = (Ug|¥p). En effet, la grandeur (Uz|H|¥r) n'a
pas de sens physique car développer le hamiltonien sur les "bra" ou sur les "ket", ne
donnerait pas la méme valeur. Par contre, (¥ |H|Vg) conduit & :

(Erniin — Ernving] (Yo vt Ven41y) =0

Comme Ep ni1, = Ernt1,y, cette relation est vérifiée et on est amené a normer les
états propres de H et HT par :

<\I]L,N+1,n’lpR,N’+l,n’> = 6N,N’677,77’

Cette condition de normalisation conduit pour les deux états a gauche et droite,
aux expressions suivantes :

dTN /\*CAL]L + €R N+1 BT
‘\IIR,N+1J7> = m 72 ’772 ”U>
DR+ v, .
CLTN )\CLJr + €R JN+1 B]L ( . )
(Vi nt1gl = (v =

| ~
\/N+1 A2+ €] niim
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La relation de fermeture sur la base propre s’écrit alors :

1= (o)l + D> > 1Wrn+10) (Ve

N=0 n

Simulation des oscillations de Rabi

A partir des états propres que nous venons de calculer, nous pouvons simuler
I’évolution temporelle et retrouver les oscillations de Rabi. L’état initial de notre sys-
teme est constitué de N + 1 photons dans le guide d’onde. L’expérience consiste a
augmenter le nombre de photons et a regarder la population dans la boite, apres le
passage de 'impulsion. Pour nos simulations, cela se traduit par :

Bt = 0)) = |y (3.71)

L’évolution de cet état initial s’obtient en développant sur la base propre et on
trouve :

AN +1
VI DR+ ey,

La population dans la boite aprés une impulsion de durée T est donnée par

VR N+1m) (3.72)

|D(1)) = Z e N1t
n

I’expression Np :

N = (®(T)| B B9 (T)) (3.73)
Pour simplifier les calculs et pour plus de clarté, on introduit 1’énergie réduite
x définie par :
2y = (3.74)
DY |

On obtient alors I'expression de la population dans la boite :

—UENt1—EL )

T
Np = ‘ XN+ 1o XN+ (3.75)
o A O ) U X (L X3 ,) (1 X3 )

Afin de calculer ’évolution de la population de la boite et de simuler les oscilla-
tions de Rabi, il est nécessaire de définir plus précisément les grandeurs utilisées. Pour
cela, nous les comparons aux grandeurs définies dans la partie 3.4 :

— X est le couplage entre le mode guidé et la boite. On prend donc A = go. Ce
couplage dépend de la position de la boite dans le mode. Afin de reproduire les
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FIGURE 3.24 — Simulation des oscillations de Rabi avec T constant. a) X = 100 ns~! b)
A=3ns!

comportements observés expérimentalement, il faudra donc faire varier A et ob-
server les modifications des oscillations de Rabi, en particulier concernant leur
amortissement. Dans le cadre du modéle, nous considérons que ’excitation réso-
nante augmente le couplage et on écrit :

n FO F2

My L 2xp2l 3.76
NO T0 gNo ( )
— 7 est la durée de vie de la boite : 7, = I'g, dont I'ordre de grandeur est 1 ns. On

considére donc v, = 1 ns.

— 7, est le taux avec lequel le systéme se vide dans le mode guidé. Nous prenons
donc vy, =I'y = ng% lorsque le mode est vide. Pour les simulations nous écrirons
donc :

/\2
Ta = Pong

(3.77)

— T est le temps au bout duquel on calcule I'état final du systéme et la population
de la boite. Dans un premier temps, ce temps est pris égal au temps d’interaction
T =1 =3 ps.

A partir de ces définitions, les oscillations de Rabi en fonction du nombre de
photons dans le mode peuvent étre simulées. Les courbes sont tracées sur la figure 3.24
pour A = 100 ns™! (figure a) et A = 3 ns™! (figure b) correspondant a un rapport Noy/n,
compris entre 0,1 et 10~%. L’échelle a été choisie de telle sorte a pouvoir comparer les
oscillations de Rabi entre elles. On constate alors que 'amortissement ne varie pas, ce
qui est contradictoire avec les résultats expérimentaux.
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FIGURE 3.25 — Simulation des oscillations de Rabi avec T o< 1/Tipes - a) A = 10 ns™t b)
A =100 ns~t ¢) A =300 ns*

Afin d’aller plus loin dans la modélisation, nous prenons en compte la modifi-
cation du temps d’interaction en couplage résonant. Nous avons vu dans la partie 3.4,
que le facteur n, peut étre considéré soit comme une augmentation du couplage, soit
comme un allongement du temps d’interaction. De plus, les simulations précédentes
nous montrent que pour observer une modification des oscillations de Rabi avec le
couplage, il est nécessaire que T varie avec la puissance d’excitation. Nous écrivons
donc :

1 1
06 =
FO + Fg Fmes

Plus précisément, la modification du temps d’interaction est reliée au temps

T

(3.78)

de vie du systéme a deux niveaux dans la structure. Ce temps diminuera lorsque le
couplage entre la boite et la mode guidé augmente. Deux cas sont a considérer :

— Si on considére que le facteur n, augmente le couplage, alors T doit s’écrire :

Lo

Te=rp—2
Ty +T,

(3.79)

— Si on contraire, n, augmente le temps d’interaction T', A* est divisé par n, et :

1 Ty

=0 3.80
Tolo+1, (3.:80)

Dans ce deuxiéme cas, les simulations ont montré 'existence de points diver-
gents, probablement dus au calcul numérique des racines complexes. Nous ne montre-
rons donc que les résultats du premier cas. La figure 3.25 montre trois oscillations de
Rabi en fonction du nombre de photons dans le mode, pour A = 10 ns™! (figure a),
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A = 100 ns™! (figure b) et A = 300 ns™! (figure c). On constate alors que I’amortis-
sement des oscillations de Rabi augmente avec le couplage, ce qui est conforme aux
observations expérimentales. Cela montre bien que l'amortissement des oscillations
de Rabi est lié au couplage entre la boite et le guide, entrainant une stimulation de
I’émission du systéme a deux niveaux dans le mode guidé, confirmant les hypothéses
formulées dans la partie 3.4.

Cependant, les rapports Ny/n, utilisés pour ces simulations sont bien inférieurs
a ceux mesurés lors des expériences, et trois ordres de grandeurs sont nécessaires pour
passer d’une oscillation faiblement amortie & une oscillation fortement amortie. La
prochaine étape de ce travail consistera a affiner le modéle, de sorte que les simulations
montrent ’équivalence entre d’un coté, I'augmentation par le facteur n, du couplage
et de 'autre, la durée d’interaction.

3.6.2 Modéle avec cavité

Dans cette partie, nous voulons modéliser le méme systéme que dans la partie
3.6.1, mais dans lequel nous ajoutons un couplage au mode de la cavité. Contrairement
a la partie précédente, pour pouvoir résoudre le hamiltonien, il faut que les énergies
soient réelles, c’est-a-dire que dans cette premiére approche les temps de vie ne seront
pas pris en compte.

Le hamiltonien décrivant le systéme {photon de guide - photon de cavité - boite}
s’écrit :

H = B.ala. + Eyala, + ByB'B + N\a.B' + \;Bal + \a,B" + X Bal (3.81)

ou E. et E, sont respectivement les énergies des modes de photons de la cavité et
du guide. X (resp. \,) est le couplage entre les photons de cavité (resp. du guide)
et la boite. H est hermitique (f[ =H ) méme si les couplages A, et \, peuvent étre
complexes.

Comme les photons générés ont une énergie fixée par le laser d’excitation et que
le mode de cavité est plus large que le mode du laser, on se restreindra a fixer ’énergie
telle que :

E.=E,=E,, et
Eb:E0+A

Cela permet de réécrire I’hamiltonien de la maniére suivante :

A

H = By (ala. + alag) + (Ey + A) B'B + M\a.B" + \; Bl + \ja,B" + X:Bal  (3.82)
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Une des énergies propres de cet hamiltonien est Ej. Pour le voir facilement, on
introduit les opérateurs & et 5 :

Al + Ay
Q
Ao — Al

o N — N
P Q

[oN
Il

ou Q% = |A.* + |\,]%. Les nouveaux opérateurs sont tels que [d,dﬂ = [BA,BT} =1let

[d, BT] = 0. Il est aisé de vérifier que :
ala+ pip = ala. + ala,
L’hamiltonien peut donc s’écrire :
=By (ala+B'8) + (Eo+2) BB+ (aB' + Bal) (3.83)

On remarque alors que le mode de photon 3 nest pas couplé a la boite, et on
peut donc écrire I’hamiltonien sous la forme d’une somme d’un hamiltonien couplé H.
et d’'un hamiltonien non-couplé H,,.. :

{ H. = Eyata + E,B'B + \aB' + Q*Bal
I:Inc = EOB TB

Les états propres de ce hamiltonien seront ainsi le produit tensoriel des états
propres des deux hamiltoniens. Le hamiltonien H,. a pour états propres, les états a N
photons dans le mode B et leur énergie est N FEj.

Il reste maintenant & trouver les états propres de ﬁc, qui n’est autre que I’ha-

miltonien résolu au paragraphe 3.6.1 avec des énergies complexes. Ses états propres
pour E, et Ej réels s’écrivent :

atN o Qat + ey, B

VNL IV 4+ D 19 +

[0)

|\I/N+1,77>

Les états propres du systéme total du hamiltonien H sont alors :

BM GIN  Qat + ey, B

‘\IJM,N+1,7)> =
vVM!vN! \/(N+1)QQ+E?V+1,17

ou on rappelle que n = +1. Les énergies propres associées étant :

) (3.84)

EM,N+1,77 = (M + N + 1) Eo -+ 6]\[_;,.1777

A* 4+ 1y/A*2 +4(N +1)Q2
2

EN+1ny =
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Evolution de la population en fonction de la durée d’interaction

Nous pouvons maintenant calculer 1’évolution du systéme en fonction du temps
avec, pour état initial, les états & N photons dans le mode 5 et & N + 1 photons dans

le mode & :
BTN —zNEot B
|s(t =0)) = mlﬂ) —[®p(t)) = \/—I v)
dTN+1 e*’LEQ N+1, 7]t (385)

ot = 0)) = — el = Wont1
[Balt = 0)) = s} Zﬁl 1)

ou 'on défini x comme dans la partie précédente par :

2

EN+1,
=T 3.86
AN+ (N +1)|Q? ( )

Cependant, ces deux états initiaux ne sont pas les états que nous injectons
expérimentalement dans le systéme. Pour effectuer nos expériences d’oscillation de
Rabi, nous introduisons /N + 1 photons dans le mode du guide a, :

Ard — Af

=g (3.87)

et l'état initial s’écrit :

Ca ettt
|®(t =0)) = m@) = (—Q ) —(N+ 1)!|U> (3.88)

En utilisant I’équation intermédiaire (3.83), et aprés plusieurs étapes de calcul,
on arrive a 'expression de la population de la boite a t, Np(t) :

1 L /N+1

_ 2(k+1 2(N—k

Ni(t) =i > (]H 1) A 2D 2
k=0

(3.89)

2 2
Xit141 Xis1,-1 2 cos (\/A +4(k+1)Q t)
T+ xE141)” A+ X)X )

Simulation des oscillations de Rabi

Pour rendre compte de I'influence de la cavité sur les oscillations de Rabi, deux
simulations ont été faites et sont présentées figure 3.26. Les oscillations ont été simulées
numériquement, limitant les possibilités de calcul (paramétre lié a I'ordinateur), no-
tamment pour les grands nombres. Ceci limite le nombre N maximal et fixe également
des contraintes sur les valeurs des couplages.
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Dans chacune des deux simulations, le couplage au guide ), est fixé a 50 (unité
arbitraire), permettant une observation des oscillations de Rabi. Ceci n’a pas d’influence
sur les conclusions finales, le parameétre important étant A./\,. Dans un premier temps,
loscillation de Rabi est tracée en fonction du nombre de photons dans la cavité (figure
3.26 (a)) et la durée de 'impulsion est fixée & T'= 0,01 en unité arbitraire. Comme le
temps de vie du systéme a deux niveaux n’est pas pris en compte, 1’échelle temporelle
sert seulement d’indicateur. La valeur de 0,01 a été choisie pour qu'une impulsion 7
contienne 10 photons environs pour A\.=0. On retrouve alors une oscillation de Rabi
caractéristique d’un systéme a deux niveaux ou la population oscille périodiquement
entre 0 et 1. En augmentant le couplage a la cavité, les photons du mode guidé sont
diffusés dans le mode de cavité par I'intermédiaire de la boite, modifiant les oscillations
de Rabi : sa période augmente et on observe un amortissement.

Dans un second temps, le nombre de photons dans le guide est fixé a N = 10,
et on s’intéresse a ’évolution de la population Np(t) pendant la durée de I'impulsion,
fixée ici & T' = 0,1. La figure 3.26 (b) représente 'oscillation de Rabi temporelle en
fonction de \.. Cette simulation se compare donc & la figure 3.6. Cependant, la figure
3.6 correspond a un systéme a deux niveaux idéal, sans processus de déphasage supplé-
mentaires, alors que 1’on observe ici que le couplage supplémentaire a la cavité entraine
une forte modification des oscillations de Rabi, en créant d’abord un amortissement
fort (A./A,=1, courbe en noir) puis une réapparition des oscillations (A./A,=2, courbe
en bleu). En augmentant le couplage a la cavité, 'amplitude de l'oscillation diminue et
leur pulsation augmente.

Ces deux simulations nous montrent que ’ajout de la cavité a un effet non né-
gligeable sur les oscillations de Rabi. Les états propres du systéme a et S ont pour
effet de coupler les modes du guide et de la cavité par l'intermédiaire du systéeme a
deux niveaux. Ces simulations ne reproduisent cependant pas le comportement observé
expérimentalement. L’étape suivante consistera a introduire la durée de vie =, du sys-
téme a deux niveaux, ainsi que les temps de vie des photons 7, et 7, dans les modes du
guide et de la cavité. On espére alors se rapprocher du comportement expérimental.

3.7 Commentaires et Conclusion

3.7.1 Environnement électrostatique et excitation résonante

Les expériences sous excitation résonante qui ont été présentées dans ce chapitre
sont soumises & la forte influence de ’environnement électrostatique des boites. Des
défauts présents localement dans la couche de mouillage peuvent piéger des charges
(trous ou électrons). Ces charges piégées influencent les boites de plusieurs fagons :

— Lorsque les défauts sont a proximité de la boite étudiée, les charges piégées
peuvent passer par effet tunnel dans celle-ci [116]. La boite comporte alors une
charge résiduelle et il n’est pas possible d’observer la luminescence résonante d’un
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FIGURE 3.26 — Simulation des oscillations de Rabi pour un couplage au guide Ny =50. a)
Pour T = 0.01, oscillations de Rabi en fonction du nombre de photons dans le guide et pour
Ae/Ag= 0 (noir), 8 (blew), 5 (rouge) et 10 (vert) b) Oscillation de Rabi en fonction du temps
pour un nombre de photons fizé a N =10 et Ao/ \g= 1 (noir), 2 (bleu), 5 (rouge) et 10 (vert).

exciton neutre. En revanche, I’exciton chargé pourra étre observé sous excitation
résonante.

— Les charges induisent un champ local, modifiant 1’énergie de la transition optique.
Comme les piéges ne sont pas trés profonds, les charges peuvent étre évacuées, et
se piéger sur un autre défaut. Ces fluctuations de charge induisent une variation
du niveau pendant les mesures et introduisent un élargissement de la raie d’émis-
sion [104, 117, 118]. Ceci diminue le temps de cohérence mesuré par spectroscopie
a transformée de Fourier, point qui sera commenté en fin de chapitre 4.

Pour remédier aux problémes liées aux charges fluctuantes, il faut pouvoir les
controler. Il a été montré [116] que 'ajout d’un laser non-résonnant permet d’agir sur
la luminescence résonante. Nous avons également observé cet effet au moyen d’un laser
He-Ne a trés faible puissance (pW). Dans les échantillons étudiés, une grande majorité
de boites ne présentaient pas de luminescence résonante. Pour certaines d’entre elles,
I’ajout d'une excitation de quelques picowatt hors résonance permet de réactiver la
luminescence résonante (voir figure 3.27 a)). En effet, le laser additionnel apporte dans
le systéme des charges supplémentaires. Ces charges ont une plus grande probabilité
de relaxer dans la boite, si elles sont complémentaires de celles déja présentes (i.e. un
trou si un électron est piégé, ou le contraire). La nouvelle charge se recombine alors
radiativement avec la charge excédentaire, laissant la boite vide de charge. Ainsi, le
laser résonant peut créer une paire électron-trou a I’énergie de la transition optique de
I’exciton neutre. Comme le laser & un taux de répétition de 12,2 ns et que le temps
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caractéristique du passage par effet tunnel vers la boite d'une charge piégée & proxi-
mité est de Pordre de la milliseconde [116], la boite est toujours neutre et on retrouve
le signal de luminescence. (figure 3.27 b)).

Le laser He-Ne supplémentaire permet également dans certains cas d’augmenter
le signal de luminescence observé [21] (p. 184). Nous avons remarqué qu’il modifie les
oscillations de Rabi. En régle générale, la présence du laser He-Ne modifie la période
des oscillations de Rabi. Pour certaines boites des échantillons S2 et S3, nous avons
également observé qu’il modifie la forme des oscillations (3.27 ¢). Il s’agit probablement
la aussi d’'un effet de charges environnantes. En effet, ces échantillons contiennent des
miroirs de Bragg d’AlGaAs/GaAs. L’aluminium dans la structure a miroirs de Bragg
est un élément connu par les épitaxieurs pour créer des porteurs libres dans le matériau.

a) D) Inhibition de la Ajout d’un Réactivation de la
luminescence Laser He-Ne luminescence
— 160 .
: résonante K A
E 14040
i 1200 He-Ne a
£ faible 6 Ti:Sa
Z 1000 puissance
e 1

T 912 913 914 913 -

Lonauenr d'onde (nan)

=~ 1 charge/ms

c) 25000
20000

15000

Intensité
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5000

e
e e B

T
4/ puissance

4 6
FIGURE 3.27 — a) Effet de 'ajout d’un laser HeNe sur la luminescence résonante. En rouge,

acquisition sans HeNe, la luminescence est bloquée. En bleu, acquisition avec HeNe, la lu-
minescence est réactivée. b) Schéma de leffet d’une charge piégée a proximité d’une boite :
la charge peut étre capturée par la boite par effet tunnel, modifiant ’énergie de la transition
optique. Un laser HeNe a faible puissance permet d’ajouter une charge dans la boite qui se
recombine avec la charge excédentaire. c) Effet de I’HeNe sur les oscillations de Rabi. En noir,
Doscillation de Rabi est enregistrée sans HeNe. En rouge, L’ajout d’un laser HeNe a trés faible
puissance (~ pW) permet de retrouver une oscillation habituelle.
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3.7.2 Nature de ’excitation électronique

Dans ce chapitre, nous avons parlé d’excitons neutres et chargés. La nature de
la transition optique dans les deux cas est la méme : une paire électron-trou est ajoutée
au systéme initial que ce soit une boite vide ou contenant une charge excédentaire. Ce-
pendant, nous avons constaté que le temps de cohérence mesuré pour un exciton chargé
est plus élevé que pour un exciton neutre. Cette différence est notamment pertinente
lorsque l'on parle du rapport T5/2T;, qui caractérise la cohérence par rapport a sa
limite radiative. Pour un exciton neutre, ce rapport vaut en moyenne 0,2, a I’exception
notable de la boite S3A. Pour un exciton chargé en revanche, ce rapport a toujours été
mesuré supérieur a 0,2 avec une valeur moyenne a 0,5. Les exemples des deux boites
chargées présentées dans ce chapitre se rapprochant méme de la limite radiative.

A T’heure actuelle, nous n’avons pas d’explication qui permette de rendre compte
de ces résultats. Cependant, une des raisons possibles pourrait étre la différence entre
les états électroniques des deux excitons. Dans le cas d’un exciton chargé possédant un
¢électron excédentaire, le principe d’exclusion de Pauli impose que les deux électrons
aient un spin opposé. L’état peut alors s'écrire (| 1) 1) + | 1) 1))/v/2. Au contraire,
pour un exciton neutre, le spin du trou et de I’électron ne sont fixés que par ’excitation.
L’interaction avec I’environnement peut changer le spin d’une des charges. Dans le cas
de I'exciton neutre, ceci modifie 1’état excitonique qui devient "noir" car la transition
optique n’est plus autorisée par les regles de sélection. Pour I'exciton chargé négative-
ment, par exemple, si le spin du trou change, la transition sera toujours permise. On
peut imaginer qu’'un tel systéme, alors moins sensible a I’environnement, préserve plus
efficacement la cohérence.

3.7.3 Commentaire sur la variation de la durée de vie et la
nature de ’exciton

Dans ce chapitre, nous avons expliqué la diminution de la durée de vie radiative
par le couplage résonant au guide. On peut également évoquer la présence des états
noirs de l’exciton, qui constituent un réservoir pour le peuplement des états brillants.
En effet, lors d’une excitation non résonante, il est possible de peupler les états noirs
de I'exciton lors de la relaxation non radiative des porteurs de charges. Cela a été ob-
servé par plusieurs groupes, qui ont mesuré une augmentation de la durée de vie avec
la température lors d’une excitation non-résonante [123, 145]. Ils mettent en avant un
peuplement des états noirs aprés relaxation des excitons brillants sur ce niveau par
émission de phonons, avec un retournement du spin de 1’électron ou du trou. Ces états
sont optiquement interdits et le temps caractéristique a partir duquel ils redeviennent
brillants, par relaxation du spin d’une des deux charges est trés long (us) comparé aux
temps caractéristiques de nos mesures. Lors d’une excitation résonante au contraire,
le peuplement des états noirs n’est que peu probable en raison de la conservation né-
cessaire du spin et de I’énergie. La différence entre ces deux régimes semble expliquer
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raisonnablement la différence de temps de vie radiatif observé. Cependant, cette varia-
tion a été mise en évidence sur des excitons chargés, qui ne possédent pas d’états noirs.
Ce phénomeéne ne peut donc étre responsable de la diminution de la durée de vie sous
une excitation résonante.

3.7.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons vu que I’excitation résonante d’'une boite quantique
permet d’augmenter le temps de cohérence de la transition. Cette augmentation est im-
portante si I’on souhaite réaliser des expériences d’optique quantique, pour lesquelles
les photons doivent étre indiscernables. L’excitation résonante des boites quantiques
permet d’entrer dans le régime des oscillations de Rabi, régime également intéressant,
car il permet d’initialiser un qubit & partir des états de I’exciton. Cependant, nous avons
mis en évidence que le couplage de la boite aux phonons LA du GaAs et au mode op-
tique du guide d’onde est fortement modifié par 'impulsion d’excitation. L’excitation
résonante induit donc une perte de cohérence supplémentaire ainsi qu'une diminution
du signal collecté. Ces deux phénomeénes imposent de travailler & basse puissance. Une
solution possible pour créer un exciton en limitant les phénoménes de déphasage in-
duits par la puissance d’excitation serait d’envoyer N impulsions 7/N. La puissance
totale serait alors diminuée, car évoluant en %.

Nous avons également vu que les nouvelles générations d’échantillons, S2 et S3,
avec miroirs de Bragg, compliquent l'interaction entre le systéeme et la lumiére, car
celui-ci se trouve alors en présence de modes privilégiés qui sont en compétition. Pour
décrire le systéme total, nous avons développé 1’ébauche d'une approche quantique, qui
permet de mettre en évidence deux phénoménes :

— En introduisant des énergies complexes, il est possible de modéliser la durée de
vie de la boite et du mode guidé. On est alors capable de retrouver les oscillations
de Rabi, avec une diminution de l'intensité de luminescence. Ce modéle montre
que cette diminution est liée a la stimulation du systéme & deux niveaux par
I'impulsion d’excitation, ce qui est cohérent avec le modéle phénoménologique
que nous avons développé.

— En ajoutant la cavité, on met en évidence des états couplés cavité-guide. Ces états
modifient le comportement du systéme a deux niveaux sous excitation résonante.
Les calculs que nous avons menés, ne prennent pas en compte la durée de vie
et ne peuvent reproduire 1’évolution du systéme. Ces modélisations méritent cer-
tainement d’étre poursuivies afin d’aboutir & un modéle microscopique complet
rendant compte des observations expérimentales.



Chapitre 4

Photons uniques indiscernables a la
demande

Ce chapitre est consacré a la mesure d’indiscernabilité des photons émis par une
boite quantique. L’indiscernabilité est liée aux propriétés de cohérence du systéme a
deux niveaux et plus particuliérement au rapport entre son temps de vie T3 et son temps
de cohérence T5. Du fait du couplage entre une boite quantique et son environnement, le
degré d’indiscernabilité des photons émis est généralement assez faible. Deux approches
principales sont utilisées pour I’augmenter : I'utilisation de microcavités permettant de
diminuer 77 par effet Purcell et I'excitation a la résonance de la transition optique.
Les premiéres mesures d’indiscernabilité ont été réalisées au début des années 2000
en introduisant les boites quantiques dans des microcavités [146]. L’avantage de ces
structures est 'augmentation de efficacité de collection du signal de luminescence [87].
Cependant 'excitation non résonante limite le degré d’indiscernabilité mesuré a 0,8 en
raison de I'apport de charges dans ’environnement induisant de la diffusion spectrale.
L’autre approche consiste a étudier les boites quantiques a la résonance, permettant
le peuplement direct de I'état excité. Récemment deux régimes d’excitation ont été
étudiés. D’abord, en régime d’excitation continue, il a été montré que les photons émis
présentent un grand degré d’indiscernabilité de 0,9 [88] en régime de couplage fort et
qu’a faible puissance d’excitation, la cohérence est régie par la cohérence du laser ce qui
permet d’obtenir un degré d’indiscernabilité supérieur a 1 [111, 109]. Cependant sous
excitation continue, il n’est pas possible d’obtenir des photons uniques a la demande,
et pour cela il faut exciter les boites en régime impulsionnel, régime que nous avons
utilisé pour la réalisation des mesures d’indiscernabilité. Pendant la réalisation de ce
travail, He et al. ont montré qu’il était possible d’obtenir des photons indiscernables a
la demande avec un degré de 0,95 [147]. Pour obtenir ces résultats ils ont utilisé une
géométrie en polarisation croisée permettant de s’affranchir de la lumiére diffusée du
laser, et ont sélectionné spectralement la luminescence grace a une cavité Fabry-Perrot.
Dans les travaux qui sont présentés ici, le signal de luminescence n’est ni sélectionné
en polarisation ni filtré spectralement. Comme nous ’avons vu au chapitre précédent,
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la géométrie guidée permet de s’affranchir de la diffusion du laser.

Comme les boites émettent des photons uniques, une approche quantique du
champ est nécessaire pour appréhender et comprendre cette expérience. Nous intro-
duirons d’abord les fonctions de corrélation du premier et second ordre, permettant
respectivement les mesures de cohérence et d’indiscernabilité. Nous verrons ensuite
que l'on peut modéliser les interactions entre une boite et son environnement, afin de
les prendre en compte dans le calcul des fonctions de corrélations. Nous verrons enfin
les résultats expérimentaux de la mesure d’indiscernabilité.

4.1 Fonction de corrélation du premier ordre

4.1.1 Description par un champ classique

Les propriétés de cohérence de la lumiére peuvent étre sondées par des ex-
périences d’interférences. Dans de telles expériences, la lumiére prise en deux points
spatialement ou temporellement séparés, est superposée : si des interférences sont ob-
servées, la lumiére est dite cohérente. La fonction caractérisant cette cohérence est
appelée fonction de corrélation du champ électrique du premier ordre et est définie par
I’expression :

(E*(r1,t1) E(ra, t2))
[E(ry, 1)) (| E(re, t2)[2)) 12

ou les () symbolisent des moyennes statistiques, et F = Eoei(7-7=

g(l)(rl,tl,rg,tg) = [ (4.1)

@) est Iamplitude
du champ complexe, & la position 7, 5 et au temps ¢; 5. Cette expression est communé-
ment utilisée pour calculer les figures d’interférences. Dans le cas d’un interféromeétre
de Mach-Zehnder, la lumiére qui parcourt les deux bras interfére sur une lame semi-
réfléchissante et r; = ro. La fonction de corrélation du champ devient donc :

(E"(t+7) E(t))
(E(t) E (1))

ou 7 =t; —ty + (ry — 11)/c représente le délai da a la différence de marche entre les

9(r) = (4.2

deux bras de l'interférométre. Dans le cas d’'une onde monochromatique de pulsation
wp, le calcul des interférences donne une intensité :

I (r,wo) = 2@y [1+ | g (7) | cos ¢ (7)] (4.3)

ou Iy = (|E|?) est l'intensité incidente envoyée dans l'interféromeétre. 7 représente ici
le retard entre les deux voies de l'interférometre et ¢(7) = arg (g™ (7)) = wor est
la différence de phase. On observe ainsi, comme pour une expérience avec un champ
classique des franges d’interférences de période 27 /wy. La visibilité (ou contraste) des
interférences est alors donnée par :
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Imaﬂﬂ(T) _Imm( ) 1
Tonae(T) + Lnin(T) =g (7) | (4.4)

Le contraste des franges d’interférences donnera alors directement la valeur de

V(r) =

la fonction de corrélation d’ordre 1.

Calcul exact de !g(l)(r)} pour une raie de largeur finie

Dans le cas d’une raie homogéne d’émission, comme dans le cas d’une boite
quantique, la distribution spectrale est une lorentzienne centrée sur wy et de largeur a
mi-hauteur I" :

Plw) = WE—WO)T (4.5)

Le calcul de l'intensité s’obtient en intégrant sur I’ensemble du spectre, et 'ex-
pression devient :

=z (w)dw
=21, Uo dw + J5 cos(wT)P(w)dw] (46)

Afin de calculer cette 1ntegrale, il faut la prolonger par continuité a —oo. Il est
possible de faire cette approximation dans le cas ot :

wo >0
w>T
En effet, sous cette condition, la partie intégrée entre 0 et —oo est négligeable
devant le reste de l'intégrale. L’equation 4.6 devient :

T =2l [f Pw)dw + [ cosw)P(w)dw] (4.7)
=21, 1 + J(7)]

ou :

2 iwT
J(r)=Re | = / S —Y
I’ weC 1 4 [M}

On reconnait ici la transformée de Fourier d’une fonction lorentzienne. Il est alors
possible de calculer cette intégrale par le théoréme des résidus. La fonction complexe :

LT
e

f(w)—m

posséde deux pdles en wy = wy *+ zg Pour des raisons de convergence de l'intégrale,
il faut choisir le pole w, (respectivement w_) quand on considére les retards 7 positifs
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£+ | +E

FIGURE 4.1 — Chemin pour le calcul de lintégrale J, pour T positif, par le théoréme des

résidus.

(resp. négatifs) et boucler dans le sens trigonométrique (resp. horaire) comme indiqué
en figure 4.1.
Le théoreme des résidus pour les temps positifs donne alors :

J = 22irRes|f(w)]

w=wy

_ 2 . TWT
= EZZTFRGS W] . (48)
w:wg—&—za
't .
= e 2 eWwoT
On en déduit finalement que :
I = 2] 1+e’%cos(w |TD:|
=zl 0
vl (4.9)

= 2|14 e 2 cos (27;—‘0‘;')}

ou ¢ est la différence de marche entre les deux chemins de 'interféromeétre, ¢ la vitesse de
la lumiére dans l'air et \g la longueur d’onde centrale de la luminescence. Nous prenons
ici la valeur absolue du retard pour tenir compte des valeurs positives ou négatives de
celui-ci. On retrouve ainsi que la transformée de Fourier d’une lorentzienne est une
exponentielle décroissante, avec un temps caractéristique 75 = %, ou 75 représente le
temps de cohérence de la source. La fonction de corrélation d’ordre 1 peut donc se
déduire en identifiant les équations 4.3 et 4.9, et on trouve :
g0 (7) =€ s (4.10)
Cette relation de transformée de Fourier entre la distribution spectrale et le
contraste de l'interférogramme est généralisable a toute forme de raie. Ainsi, un pro-
fil spectral gaussien variera comme une gaussienne dans le domaine temporel. Cette
généralisation est formalisée par le théoréeme de Wiener-Khintchine [91] :

Plw) = %Re [ /0 N g<1>(7)ewczf] (4.11)
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La mesure du g(V)(7) par transformée de Fourier nous permet donc de mesurer
le temps de cohérence d’'une source lumineuse.

4.1.2 Description quantique

Le calcul effectué précédemment ne tient pas compte du caractére quantique
de la lumiére émise par une boite quantique. En effet, la luminescence est composée
de photons uniques qu’il est nécessaire de décrire en seconde quantification, avec les
opérateurs création (a') et annihilation (a) du champ. Le champ quantique s’écrit
comme [91] :

E(r,t) = E¥(r,t) + E~(r,t) (4.12)

et les opérateurs du champ sont définis par rapport aux opérateurs création et annihi-

lation par [148] :
. , hw KT A
Ef(rt)=i) 167T3k€0€k€ F T,
k

A . / ha}k LiET A
E (7", t) = —ZZ 16736061.66 k. CLL
k

%
ou k est le vecteur d’onde, wy, la pulsation et €, la polarisation du mode k. La fonction

(4.13)

de corrélation quantique du premier ordre s’écrit alors [91] :

(Ei@+”?E+@»
(B~ (1) ET (1))

En faisant ’hypothése que les photons sont émis dans un unique mode, la fonc-

gW(r) = (4.14)

tion de corrélation s’écrit en fonction des opérateurs création et annihilation :

oy fal @a 4 )
90 = T ma )

Deux états quantiques du champ nous intéressent. Il s’agit des états nombres et

(4.15)

des états cohérents. Les premiers sont une bonne approximation des états émis par la
boite quantique, et sont définis par un état |n), & n photons, suivant les relations :

a'ln) = vn+ 1|n + 1)
aln) = Vailn — 1)

Les états cohérents sont définis par le nombre moyen de photons |a|? ou a est

(4.16)

un nombre complexe et 1'état |o) vérifie :

a) = e'F exp(aa')|v) (4.17)
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De plus, il est possible de montrer [91] que tout état pur monomode (état
nombre, état cohérent ou une superposition de ces états) est dit cohérent du premier
ordre, et g)(7) = 1. Dans le cas d’une source telle qu'une boite quantique, le temps
T, relié a la fonction de corrélation caractérise la longueur du train d’onde du photon
émis. Dans le cas de photons uniques, il est impossible de mesurer cette longueur avec
un seul paquet d’onde. Cependant, le systéme étudié est excité périodiquement et la
mesure de T devient accessible au travers d’'une mesure statistique.

4.2 Fonction de corrélation du second ordre

4.2.1 Description classique du champ

En optique classique, la fonction de corrélation du second ordre permet la mesure
des fluctuations d’intensité de la lumiére étudiée. Elle s’écrit :

(L(r1,t1)1(ra, t2))
I(ry, 1)) (I (ra, t2))

() symbolise toujours la moyenne statistique, I est l'intensité du champ considéré au

(4.18)

9(2)(T1,T2,t1,t2) = <

point de mesure situé en ry (resp. r3) au temps t; (resp. t3). En introduisant 7 =

to —t1 + (11 — r2)/c, on montre que cette expression est équivalente a la mesure en un

unique point [91] :

O+ 7))
(1)?

Avec un champ classique, la relation de Cauchy (I)? < (I?) indique que la fonction de

g?(r) = (4.19)

corrélation vérifie les inégalités :

g?(0) >1
9(2)(0) > 9(2)(7)

et ne présente a priori pas de limite supérieure. Dans le cas d'une source émettant de la
lumiére dont 'intensité ne présenterait aucune fluctuation (par exemple pour un laser
idéal), on montre que :

gP(r) =1 (4.20)

et ne dépend pas du retard 7. En revanche, pour une source chaotique ou thermique,
on montre que :

L+ gD (r) et,
o (4.21)
g7(0) =2
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4.2.2 Description quantique du champ

La description classique du champ ne permet pas de rendre compte de I’émission
d’une boite quantique. Il faut donc écrire la fonction de corrélation d’ordre 2 avec des
opérateurs quantiques. Si pour la fonction de corrélation d’ordre 1 les résultats étaient
similaires, la description quantique de la fonction de corrélation d’ordre 2 montre des
différences avec sa version classique. L’expression générale de la fonction de corrélation
du deuxiéme ordre s’écrit :

(B (r1, 1) B (1o, ta) E* (ra, 1) E¥ (11, 1))
(E=(ry, 1) BT (r, ) (B (12, t2) ET (o, t2))

91,72, b, ts) = (4.22)
o E représente 'opérateur du champ électrique. L’interprétation générale de cette
formule est similaire & la formule classique. La fonction de corrélation du deuxiéme
ordre mesure la probabilité de détecter un photon a t; en ry sachant que 'on en a
détecté un a t; en r. Elle est donc sensible aux fluctuations d’intensité de la lumiére
considérée. Cependant, deux différences majeures apparaissent :

— les opérateurs ne commutent pas, sauf dans certains cas particuliers, et :

g (r) #

Cette propriété est importante pour le calcul des interférences & deux photons
dans une expérience de Hong-Ou-Mandel, comme nous le verrons plus loin dans
ce chapitre.

— il est possible d’avoir :

1>¢?(0)>0

qui traduit un comportement purement quantique. On parle alors d’états non-
classiques de la lumieére.

Ces propriétés quantiques peuvent étre mises en avant dans le cas simple d’une
source lumineuse monomode, de train d’onde infini. La fonction de corrélation se sim-
plifie alors et devient :

(afataa)

g?(r) = RCLER (4.23)

oll @' et @ sont les opérateurs création et annihilation du mode considéré. En tenant
compte des relations de commutation de ces opérateurs, on trouve :

(a'(aat — 1)a)

()? (4.24)

g?(r) =
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Cette expression réveéle le caractére quantique de la mesure. Lorsqu’un photon est
détecté, le nombre de photons dans le systéme passe alors de n a n — 1. En particulier,
dans le cas d’une état nombre |n), I'expression devient :

gA (1) =(n—1)/n si n>2

4.25
=0 si n=0oul ( )

Ainsi, pour une source de photons uniques, la fonction de corrélation s’annule
a retard nul.

4.2.3 Expérience de Hanbury-Brown et Twiss

Détecteur 1 @ start
3, @ soor
Source a a
1 RN ]
) >-{ Détecteur 2

ILame 50/50

1

1 &

A

FIGURE 4.2 — Schéma du dispositif de Hanbury-Brown and Twiss (HBT).

L’expérience historique permettant de mesurer les corrélation du deuxiéme ordre
a été proposée par Hanbury-Brown et Twiss [23]. Dans cette expérience décrite figure
4.2, les photons issus de la source arrivent sur une lame semi-réfléchissante a partir
d’un mode a; et sont réfléchis ou transmis vers les modes as et a4 suivant la relation :

AT A1

as —r t| |a

a, t r] |ay
ou r et t sont les coefficients de réflexion et transmission en amplitude du champ de
la lame. Cette relation étant définie & une phase prés, r et ¢t peuvent étre pris réels.
Les opérateurs d’annihilation correspondants, suivent la méme relation avec des opé-

rateurs hermitiques conjugués. Les particules en entrée sont des bosons indépendants,
ils vérifient donc les relations de commutation :

[al,&ﬂ _ [az,&;} — 1 et [al,&;} - [&z,aﬂ )
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ni | nz | ng | (n3) = (na) | (nang) 9(2)(7)
110

1 1/2

AHECEERK

210
111

2 1 1/2 1/2
0] 2

3 - - 3/2 3/2 2/3

4 - - 2 3 3/4

FIGURE 4.8 — Tableau du nombre de photons moyen et des corrélations du deuziéme ordre
pour des petites valeurs de n.

Les relations sur les opérateurs en sortie doivent suivre les mémes relations :

[ag,a;} _ [@,@1] — 1 et [ag,ai] _ [@,&H — 0
Ces relations de commutation conduisent a la relation attendue entre les coef-
ficients de réflexion et transmission de la lame séparatrice :

rP+ [P =r+t*=1

Dans le cas d'une lame parfaitement 50/50, r = ¢t = 1/4/2, si n; photons arrivent sur
la lame, n3 sont réfléchis et ny sont transmis, et (n3) = (ny) = ny/2.
Lorsque que I’état a 'entrée est un état nombre, la mesure de corrélation donne :

@  (alalawas)  (Rgha) (g — 1)

g = RN I = " N =
o (alas)(atas) — (P3)(Na) ni

(4.27)

car lorsqu’un photon est détecté sur une des voies, il reste alors n — 1 photons dans le
systéme (voir équation 4.24). La mesure de HBT donne alors la fonction de corrélation
suivante :

gP(r)=1-— (4.28)

Le tableau 4.3 donne les différentes possibilités pour un faible nombre de photons. Ainsi
pour une source de photons uniques, aucune corrélation n’est mesurée. Ce résultat
particulier, peut se retrouver en calculant 1’état de sortie de la lame lorsqu’un unique
photon est envoyé dans la voie 1. Le systéme effectue alors I'opération suivante :

[10102) = (—ral +ta} ) [vide) = —RI15)[01) + T(03)| 1)

Et si 'on réalise une mesure, aucune corrélation entre les deux voies ne peut étre
détectée.
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Les différentes sources de lumiére ne sont pas toutes décrites par des états
nombres. Ainsi, une source cohérente (laser) ou une source chaotique (ou thermique)
conduisent au méme résultat que celui attendu classiquement. Certaines sources quan-
tiques permettent également d’émettre des états dits comprimés ("squeezed") dont les
fluctuations en amplitude ou en phase sont inférieures a celle du vide. Théoriquement,
ces états peuvent présenter des corrélations du deuxiéme ordre aussi grandes que l'on
veut (voir figure 4.4).

5
44
Etat comprimé
3 4
~
o .
= Etat chaotique
) 2
o))
Etat cohérent
1
—————— I
e Sl - -
o Etat nombre
0 - : . : , , : _ .
0 2 4 6 8 10
(m)
FIGURE 4.4 — Corrélation du deuziéme ordre pour des états monomodes en fonction du

nombre de photons dans le mode.

4.3 Caractérisation d’une source de photons indiscer-
nables

4.3.1 Corrélation du second ordre : interférences a 2 photons

Dans le cas d’une source de photons uniques, la fonction de corrélation du
deuxiéme ordre permet également de caractériser 1'indiscernabilité des photons émis.
Deux photons sont dit indiscernables, s’ils ont méme énergie, méme polarisation et
méme profil spectral et temporel. Dans le cas d’une boite quantique, cette propriété
est reliée au temps de cohérence T, et au temps de vie 17 de I'état excité. Lorsque
le temps de cohérence est limité radiativement, i.e. T, = 277, alors les photons émis
sont indiscernables. L’indiscernabilité se mesure directement en faisant interférer deux
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FIGURE 4.5 — Interférence a4 deux photons sur une lame semi-réfléchissante. Deux photons
discernables auront quatre possibilités de sortie alors que pour deux photons indiscernables,
seules les cas ou les photons coalescent (1 et 2) sont possibles.

photons sur une lame 50/50 (figure 4.5). Dans le cas général, quatre cas de figure sont
possibles. Mais lorsque les photons sont indiscernables, leur caractére bosonique fait
qu’ils vont coalescer et emprunter la méme sortie de la lame séparatrice. La mesure de
la fonction de corrélation du deuxiéme ordre permet de caractériser ce que I'on appelle
le degré d’indiscernabilité, défini par le rapport T5/277.

Considérons 'état initial |n; = 1)|ny = 1), ot les deux photons des voies 1 et 2
sont des états nombres et suivent deux des conditions d’indiscernabilité : méme profil
spectral et méme polarisation. La fonction de corrélation d’ordre deux pour les sorties
3 et 4, géi), telle qu’elle a été définie précédemment est proportionnelle & :

Py = (alalagas) = (nghy) (4.29)

ou n3 = dgdg; et nyg = CAL:ECAL4 sont les opérateurs nombres des voies 3 et 4. Ces opérateurs
suivent les relations suivantes :

g = (—ral +1a}) (~ray + tan)
— 120 + 271 — 1t <a1a2 + a;eh) (4.30)
ﬂ4 = T2ﬁ2 + t2ﬁ1 +rt (d;&l + d}dg)
oul N, et ny sont les opérateurs nombre pour les voies 1 et 2, et, dans notre cas,

ny = ne = 1. Nous pouvons déja remarquer que ng + ngy = ny + ng, ce qui est at-
tendu par la conservation de I’énergie, donc ici du nombre de photons.
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On obtient donc :
9% o Pyy = <r2 12—t (&16@ - dgch)) (7’2 + 14t (&5&1 + d1&2)>
92 (ots o ota )
=1—r% ( aya, + a1a2> (4.31)
— 12 (a{azcﬂaz +alasalar + abana
En utilisant la relation de commutation aa’ = afa + 1, 'expression devient :

Py =1— 122 (a{azai@ F gy + 1) 4+ A (Rg + 1) + a;ala;al)
(4.32)
=1 —r?t? < ng(ﬂaz + a2a1a2a1 + 4)

Les deux termes contenant deux opérateurs annihilation s’appliquent sur le méme mode
et, appliqués & un état a un photon, donnent une contribution nulle.
Ainsi, on trouve :

Py =1 — 4r%? (4.33)

Si la lame séparatrice est 50/50, c’est-a-dire que 72 = t* = 0, 5, alors :

Py =0 (4.34)

et aucune coincidence ne peut étre mesurée. On dit que les photons coalescent. Bien
qu’arrivant par deux chemins différents, la nature de bosons indiscernables des photons
fait qu’ils prennent la méme voie de sortie de la lame.

Remarque : Pour un état cohérent (tel que celui d'un laser) :

18) = e~ F exp (Bal) o)

les termes que nous avons annulés précédemment ne sont plus nuls. Ainsi, si un méme
état cohérent |(3) arrive par les deux voies d’entrée sur la lame, on trouve :

(31181 (laualaz) |8:)18) = 5

en utilisant la relation a|g) = (5|5). On montre alors que pour un tel état, Pyy = 0
a retard nul. En introduisant un déphasage entre les deux voies, on peut simuler une
différence de marche entre les deux voies d’un interférométre de Mach-Zehnder. Pour
cela, un déphasage ¢ entre les deux voies peut étre introduit au moyen d’un opérateur

de propagation :
A1 _ i AT
as rot) (e 0] |a
= 4.35
[ajj {t r] [o J [a@] (4.35)

On montre alors que pour un état cohérent, les corrélations varient entre 0 et 1, alors
que pour un état nombre & 1 photon, les coincidences restent nulles.
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4.3.2 Expérience de Hong-Ou-Mandel

L’expérience décrite ci-dessus permet de mesurer I'indiscernabilité des photons
émis par une boite quantique, si deux photons parviennent en méme temps sur une
lame 50/50. Cette expérience a d’abord été réalisée par Hong, Ou et Mandel |24, 149]
qui ont donné leur nom a 'expérience. En utilisant un interféromeétre de Mach-Zehnder,
il est possible de faire interférer deux photons émis a deux temps différents. Nous uti-
lisons le dispositif expérimental schématisé sur la figure 4.6 qui a déja été discuté au
chapitre 2. Dans ce dispositif, une premiére ligne a retard permet de créer deux im-
pulsions d’excitation séparées par un retard 7y + A7 avec 79 = 3 ns et A7 variable
entre -2 et 3 ns. 79 est choisi de sorte qu’il soit supérieur au temps de vie radiatif des
boites quantiques. La boite émet alors deux photons séparés de 75 + A7 qui sont cou-
plés directement dans une fibre optique monomode et dirigés dans un interféromeétre
de Mach-Zehnder entiérement fibré. Les lames séparatrices sont ici des coupleurs de
fibre 50/50 (FBS pour fiber beam splitter) qui jouent le méme role grace a un couplage
d’ondes évanescentes entre deux fibres. Nous utilisons ensuite le méme systéme de dé-
tection et de traitement du signal que pour 'expérience de HBT décrite au chapitre 2.
Un corrélateur permet d’enregistrer les temps d’arrivée des photons sur chaque APD
et construire 'histogramme des coincidences entre les détections sur les deux APD.

Retard 1, +At

<—>
Ti:sapphire e l l
82MHz, 3-4ps ‘ N
Retard 1,
wn O
APD 1 ] |
FBS [
APD 2 L/ = =

FIGURE 4.6 — Partie du schéma du dispositif expérimental permettant la réalisation de la
mesure de Hong-Ou-Mandel. L’impulsion d’excitation est scindée en deux impulsions avec un
retard To+AT. Les deux photons émis successivement sont directement couplés a interférométre
de Mach-Zehnder entiérement fibré. On appelle bras "long" le bras compensant le retard de g
et "court” ’autre bras de linterférométre. La biréfringence des fibres optiques est compensée
par deuz dispositifs agissant comme des lames \/2 et \/4.

Avec un tel montage, pour AT = 0, plusieurs cas sont possibles :
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— Si deux photons consécutifs prennent la méme voie de I'interférométre, ils arrive-
ront sur le deuxiéme coupleur fibré avec un retard de 7.

— Si le premier photon prend le bras court de 'interférométre et le second le bras
long, le retard entre les deux détections sera de 27y.

— Enfin, si le premier photon prend le bras long et le second le bras court, alors
les retards se compensent et les deux photons arrivent en méme temps sur le
coupleur.

Les probabilités de corrélation, dans le cas de photons discernables quand chaque
photon arrive sur un détecteur différent, sont calculées en fonction du retard en prenant
en compte les coefficients r et t et on trouve :

— P(1=0) = ri2r? + t422 = 22 (r* + 1)
— P(1 =719) = t'2r? + rr?t2 = r22(rt +t1) = P(t = —10)
— P(1 =2719) = t'r?t?

— = P(t = —279) = rit*r?

Les coincidences a retard nul (7 = 0) ne sont possibles que si les photons sont
discernables. Dans le cas contraire, comme nous l’avons vu, les photons coalescent. La
mesure de l'intensité de coincidences & 7 = 0 donne donc une mesure de l'indiscerna-
bilité. De la méme maniére, on calcule les probabilités de corrélation de deux photons
issus d’une autre séquence de deux impulsions & £12 ns :

— P(7 = £12 ns) = 2(t*%r? + r*r2?) = 2r%2 (r* + t4)

— P(7 = £12 ns+79) = 2t*72? + t42r% + 2?2 = r22 (3t + 1)
— P(7 = £12 ns—mg) = 2r*?r? + t4%%r? + rir?t? = P22 (¢ + 3r?)
— P(1 = £12 ns+279) = tr??

— P(1 = £12 ns—27) = rit?r?

Dans l'expérience de HOM, le retard A7 de la ligne a retard créant les deux
impulsions d’excitation varie. En modélisant la réponse des détecteurs par des gaus-
siennes (comme aux chapitres précédents), on calcule la fonction de corrélation qui
s’exprime alors :
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T+AT )2
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oll Trep = 12 ns représente le taux de répétition du laser, A est une constante de
normalisation et g (0) est la valeur des coincidences a retard nul. Les histogrammes
attendus avec cette fonction sont représentés sur la figure 4.7 pour 2 = 0,4 et t2 = 0, 6,
correspondant aux coefficients mesurés, et pour deux retards A7=0 ns et A7=0,5 ns.
Les simulations en noir (haut) montrent les histogrammes dans le cas ou les photons
sont discernables et ne coalescent pas. L’amplitude centrale est égale a 'amplitude
des premiers pics satellites. Lorsque les photons sont totalement indiscernables (bas),
ils coalescent et on n’observe aucune coincidence a retard nul. En variant le retard
AT, on modifie le recouvrement temporel entre les deux photons. La valeur de g(®(0)
augmente et lorsqu’il n’y a plus de recouvrement entre les photons, on retrouve la méme
probabilité que pour des photons discernables.

4.4 Modélisation des expériences

4.4.1 Etats de photons émis par une boite quantique

Les photons émis par une boite quantique ne sont pas des états nombres : le
mode contient bien un photon unique, mais I’enveloppe du paquet d’onde est déterminée
lors de I’émission par le temps de vie 17 et le temps de cohérence 15 de la boite. En
particulier, 'interaction d’une boite avec son environnement entraine des déphasages et
des fluctuations de I’énergie, responsables de la perte de I'indiscernabilité des photons
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FIGURE 4.7 — Simulation des mesures de corrélations d’une expérience de HOM, avec 19=2
ns, et pour deux valeurs du retard AT, égales a 0 et 0,5 ns. Les simulations sont effectuée avec
r2=0,4 et t?=0,6, ce qui correspond aux valeurs mesurées expérimentalement. Sur les courbes
du haut la simulation est effectué pour des photons discernables, et sur celle du bas, pour des

photons indiscernables.

[104]. Ces interactions, liées au couplage avec les phonons et les charges environnantes,
peuvent étre modélisées par un bruit blanc, processus stochastique totalement décorrélé
dans le temps, possédant la statistique d’une force de Langevin F'(¢) [150] et dont les
corrélations sont données par la moyenne statistique :

(Fy(t)Fy(t))) = 206,;6(t — t') (4.37)

ou 0 est le symbole de Kronecker indiquant que les fluctuations de deux systémes i et j
indépendants, sont indépendantes. I' représente le taux de déphasage de la boite relié
au déphasage pur, tel que Ty = 1/T" et 1/Ty = 1/2T1 + 1/T5.

En appelant I'y = 1/77 le taux d’émission spontanée, I’état d’un photon émis a
I'instant ¢ est donné par :

Ko~ 7o im0+t d i pat = ¢,(0)al

ou ¢ définit I'enveloppe du paquet d’onde, avec K une constante de normalisation, H
la fonction de Heavyside, nulle pour un temps négatif et égale & 1 sinon, hwgy 1’énergie
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de la transition optique du systéme isolé et A la fluctuation de cette énergie due
aux interactions avec I'environnement. La phase ®;(¢) est la phase du systéme a deux
niveaux, sujette aux variations modélisées par la force de Langevin, et satisfaisant aux
relations :

B(t) = /0 "R

<€’L'<I>¢ (t) 77:117’]‘ (t/) >

(4.38)

67F|t7t/|52‘d’

ou i # j si les deux phases sont indépendantes (i.e deux photons émis par deux boites
quantiques différentes ou deux photons émis par une méme boite aprés un temps suf-
fisamment long), et i = j dans le cas contraire. De plus, la condition de normalisation
du paquet d’onde, [;°[£(¢)[*dt = 1, impose |K|* = T'.

4.4.2 Mesure du temps de cohérence

A partir de cette modélisation de l'interaction entre la boite quantique et son
environnement, on calcule la fonction de corrélation du premier ordre, donnant le temps
de cohérence. Bien que le résultat semble évident, ce calcul permet entre autres, de
définir les grandeurs utilisées dans le calcul de la fonction de corrélation d’ordre 2
et de fournir une validation du modéle utilisé. La mesure du temps de cohérence est
effectuée a 'aide d’un interférométre de Mach-Zehnder replié, que I’on modélise par une
lame semi-réfléchissante, comme décrite précédemment pour les expériences de HBT et
HOM. Les différentes voies de l'interférométre sont numérotées telles que sur la figure
4.8. La voie 5 est considérée comme la voie mobile de notre interférométre. Sa longueur
moyenne est égale a celle de la voie fixe, et le déphasage induit par le parcours dans ce
bras n’est donc pas pris en compte. Seul son écart a la moyenne, induit un retard 67 au
paquet d’onde du photon qui I'emprunte. On peut alors écrire les relations suivantes
sur les opérateurs création :

al(t) = —ré(t)al

ay(t) = t&(t)al

al(t) = al(t +67) = —re(t + 67)al (4.39)
af(t) = al = t¢(t)a}

ab(t) = r?? [€(t) + &(t + o7)) &l

En utilisant la relation sur les phases données par I’équation 4.38, la probabilité
P de détecter un photon dans la voie 7 est :
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FIGURE 4.8 — Schéma de linterférométre de Mach-Zehnder replié utilisé pour la mesure des
corrélation de premier ordre. Les différents chemins optiques sont numérotés de 1 a 7.

P [ 0lal0as)i0) = [t [ +lele+6m)F + (€0 (¢ b) + o] a

o0 —0o0

= [ POIRPE )+ e b

o0

+ (€—F1(t+57’/2)6iw57'6—f‘|67| + CC) H(t)H(t + 57’)]dt

2 oo
= r’t’|K|? [F_ + / 2 cos(wdr)e 1T DT F (1) H (t 4 67) | dt
1

—00

Iy
= 2r?? [1 + Cos(wéT)e_MT'/Tﬂ

= 2r°1?| K |? {i + Me—(ﬁ/?ﬂ)l%l
Iy

(4.40)

On retrouve la probabilité donnée par 'optique classique. On observe des franges d’in-
terférence, dont le contraste varie comme e~17l/72 Notre modélisation aboutit bien a
la conclusion que T, représente le temps de cohérence.

Par ailleurs on peut remarquer que le calcul de la fonction de corrélation, dans
le mode 1 (i.e avant l'interférométre), est donné par :
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(@ (Han(t +07)) _ (E@E (¢t +o7)alar) _ (€& (t+ o))

W(s7) = = —
sen (@i (t)an (1)) {€(@®)2ara) (@)
— / dte—F1t+5T€iw676—F\5r\H(t)H(t + 57_) (441)

e*‘éT‘/TgelwaT

Ce calcul, plus simple, permet de retrouver que |¢g\"(07)| = e °71/72 calculé
avant l'interférométre représente I’évolution du contraste des franges d’interférence.

4.4.3 Interférences a deux photons

Pour le calcul de la corrélation du deuxiéme ordre dans l'expérience de HOM,
nous ne nous intéressons qu’aux photons arrivant en méme temps sur le coupleur fibré.
La fonction est donc entiérement déterminée par le retard entre les arrivées des photons,
lié¢ a la différence entre le retard des deux impulsions d’excitation et la différence de
marche dans les bras de U'interférométre. Ce retard est appelé At (voir figure 4.6) et il
est donc possible de réécrire les opérateurs de sortie du coupleur :

al(t) = —r&(t)al + t&(t + Ar)al (442
al(t +7) =& (t+ 7)al + &t + 7+ AT)al '

ou & (resp. &) décrit le paquet d’onde du photon émis aprés l'excitation par la premiére

(resp. deuxiéme) impulsion. Pour considérer que les deux photons sont indépendants,

il est nécessaire que le retard 7y entre les 2 impulsions d’excitation soit bien plus grand

que le temps de vie radiatif. Nous considérons ainsi qu’il n’y a pas de corrélations entre

les phases ®; et ®5 des photons.

Les corrélations du deuxiéme ordre sont proportionnelles a :

(@l(t)ah(t + 7)aa(t + 7)as(t))

Comme nous 'avons dit dans la partie 4.2.2, et contrairement au calcul permettant
d’arriver a I’équation (4.33), les opérateurs ici ne commutent plus. Ainsi on trouve :

al(t)al(t + 1) = (=26 (&t + T+ AT) + 126 (t + )6 (t + AT)) alal

. . ) ) (4.43)
ag(t + 71)as((t) = (=G W&+ 7 + A7) + &5 (t + 7)& (t + AT)) dyas

Dans notre cas, les termes croisés sont nuls car ils correspondent & une double annihi-
lation d’un état & un photon. On trouve donc :

ai(t)al(t + m)a(t +7)as(t) = (FHla O Plélt + 7 + AT + et + 1) Ple(t + Al

—r? 2 (& (D)L (t 4 7)&(t + 7 + AT)E (t + AT) + cc))
(4.44)
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qui conduit a :

(&;(t)dl(t + 7)as(t + T)as(t)) = {T46—F1(2t+T+AT)H(t)H(t 7t A7)

+ the A (¢t 4 TYH (t 4 AT)

2t2 T (2%t+7+AT) (<€—i<b1(t)+i<I>1(t+T)e—i‘bg(t-‘r'r—i-AT)-l—i@Q(t—i—AT)

HOH{t+71)H({t+AT)H(t+7+ AT)) 4+ cc)}
(4.45)

e

On rappelle que la moyenne statistique sur les déphasages est donnée par :

<6—i<1>1(t1)+i<1>1(t2)> _ €—F|t1—t2|

et I'expression devient :

(ah(t)al(t +7)aa(t + 7)as(t)) =e T LA H(E + 7+ A7) + " H(t + 7)H (t + A7)
=27 (e MH)H(t + 7)H(t+ Ar)H(t + 7+ A7) }
(4.46)
Pour obtenir 'expression de la fonction de corrélations il faut intégrer sur la
variable temporelle ¢t. De plus, comme nous mesurons 'aire centrale de I'histogramme
des corrélations, il faut également intégrer sur la variable 7. La fonction de corrélation
ne dépend plus que de la variable A7. La prise en compte du domaine de définition de
la fonction de Heavyside donne 'expression :

/ / AT dt.dr oI’ {/ / e T1(2xt+7+AT) (7’ + t4) dt.dr
—o0 Jt=—max(0,—7—AT)

- / / 2T2t2€_rl(2t+T+AT)€_2FTdt.dT}
T=—00 Jt=—max(0,~7,~A7,~7—AT)

4 44 —T1|Ar|
t 1
I {L _ We—}
Iy (T + 20N

(4.47)
La normalisation doit se faire en divisant par <d§(t)d3(t))(a1(t) 4(1)). Expéri-
mentalement nous n’avons pas accés a cette valeur et la normalisation usuelle s’effectue
en divisant par la somme des aires des deux pics latéraux de I'histogramme : 2(r% +t*).

Lorsque les photons sont discernables, on trouve :

g@(0)=1/2 (4.48)
correspondant & la probabilité que deux photons discernables soient détectés a retard
nul. On trouve finalement :

@ (A7) =

1—2r221'y + 20

90r22 T (4.49)
1— 27 22 —TulAr
1 —2r2t2 2T,

1
2
1
2
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FIGURE 4.9 — Simulation de la courbe de Mandel pour différents T} et Ty : a) T1=1 ns est
fixé et Ty = 2 ns (noir), 1 ns (rouge), 500 ps (blew) et 250 ps (vert). b) To /211 = 1 pour Th =
1 ns (noir), 500 ps (rouge) et 250 ps (bleu)

ol nous avons utilisé la relation 2/7, = I'; 4+ 2I'. Nous voyons qu'a A7 = 0 la pro-
fondeur de la courbe de Mandel (ou "Mandel dip") est directement reliée au degré
d’indiscernabilité T, /2T}. Dans le cas ou 72 = {2 = 1/2, on trouve que :

— pour deux photons indiscernables, ¢®(0) = 0. Les photons coalescent.

— pour deux photons discernables, ¢'®(0) = 1/2. On retrouve alors la valeur atten-
due pour la fonction de corrélation pour un état a 2 photons.

L’évolution de la courbe de Mandel est donnée figure 4.9 dans deux cas : en
fonction du rapport T/2T7 a Ty fixé (1 ns) et en fonction de la valeur de 77 pour
T5/2T; = 1. Lorsque T3 diminue (figure (a)), le degré d’indiscernabilité des photons
diminue et la profondeur du dip de la courbe de Mandel diminue. Le temps de vie
caractérise la largeur du creux et lorsque 7) diminue, il se ressert (figure (b) tracée
dans le cas de photons indiscernables).

4.5 Reésultats expérimentaux

Nous présentons ici les résultats expérimentaux obtenus pour la boite S3A.
Comme nous I'avons vu dans les chapitres précédents, la transition étudiée est celle
d’un exciton neutre, émettant & 915 nm. Le temps de vie résonant de ’exciton, T}, est
de 650 ps et son temps de cohérence, T5, est de 950 ps. Ces résultats sont rappelés sur
la figure 4.10. Le degré d’indiscernabilité attendu est donc de 0,73.

Les deux photons dont on mesure 'indiscernabilité sont obtenus en excitant la
boite avec deux impulsions successives. Chaque impulsion laser, séparée de 12,2 ns de
la suivante, est scindée en deux impulsions d’égale intensité séparées par un retard
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FIGURE 4.10 — Résumé des résultats obtenus sur la boite SSA sous excitation résonante.
a) Spectre et diagramme polaire (encart). b) Temps de vie mesuré de 650 ps. c¢) Temps de
cohérence mesuré de 950 ps.

To + A7 au moyen d’une ligne a retard. Nous avons choisi un retard 7=3 ns de telle
sorte qu’il soit supérieur a 377 pour toutes les boites que nous observons, et A7 varie
entre -2 ns et 3 ns. Les deux photons émis par la boite sont directement couplés dans
I'interférométre de Mach-Zehnder fibré (figure 4.6). L’interférométre est déséquilibré
afin de compenser le retard 7y entre les deux photons. En mesurant les corrélations
entre les temps d’arrivée des photons sur chaque APD, on reconstruit I’histogramme
décrit précédemment.

La figure 4.11 (a) montre un tel histogramme obtenu pour Ar = 0, aprés
une heure d’acquisition avec 80 000 coups/s/APD. Ceci nous permet d’obtenir un
excellent rapport signal /bruit, diminuant ainsi l'incertitude liée a la mesure. Les don-
nées sont ajustées par la fonction multigaussienne décrite par I’équation 4.36. La valeur
de ¢g®(0, AT = 0) est obtenue en divisant I’aire de la gaussienne centrale, notée 1, par
la somme des gaussiennes satellites 2 et 3. On obtient ¢®(0) = 0,16. A partir de
I’équation 4.49, on déduit 'expression de I'indiscernabilité v lorsque A7 =0 :

15 1 [(1—2r%?

ou C est le contraste lié¢ a I'interféromeétre. Nous avons mesuré r?2 = 0,4,t> = 0,6
et C' = 0,9 a la longueur d’onde de la boite étudiée (915 nm). L’indiscernabilité des

T2, C

photons émis par la boite est donc de v = 0,8140, 03. On constate ici un écart d’environ
10% entre la valeur de I'indiscernabilité mesurée directement par I'expérience de HOM
et celle calculée a partir de la mesure des temps caractéristiques. Cette différence sera
discutée un peu plus loin.

En modifiant le retard entre les deux impulsions d’excitation, le recouvrement
temporel entre les deux photons émis par la boite est modifié. Les figures 4.11 (b)
et (c) montrent les mesures de corrélation du second ordre pour A7 = 0,7 ns et



Photons indiscernables 149

wn
O
Q
=
5}
2
Q
A=
©
o

500

O 400
=

o 300
=

:Qé 200
o

O 100

0

300
N
S

s 200
5}
=
o

S 100
o
@)

0

-15 -12 9 -6 -3 0 3 6 9 12 15
Retard (ns)
FIGURE 4.11 — Corrélation du deuxiéme ordre pour une interférence o deux photons issus

de la boite quantique S3A, pour trois retards AT = 0 ns (a), AT = 0,7 ns (b) et AT = 2,2
ns (c). Les données brutes sont en noir. Les courbes d’ajustement multigaussiennes sont en
rouge. Dans la figure (a), le pic 1 correspond aux photons arrivant en méme temps sur le
second FBS, les pics 2 et 3 correspondent a un retard +7y et les pics 4 et 5 correspondent a

un retard 21y entre les détections des deux photons.



150 Photons indiscernables

AT = 2,2 ns. L’ajustement permet de remonter a la corrélation g (Ar). On trouve
alors ¢ (A7 = 0,7 ns) = 0,32 et ¢@ (A7 = 2,2 ns) = 0,45. Alors que AT augmente,
le recouvrement entre les photons diminue et la visibilité des interférences diminue.
En faisant varier A7, on construit point par point la courbe de Mandel (figure
4.12), caractéristique d’une source de photons indiscernables. Lorsque les photons ne se
recouvrent pas, on retrouve la valeur ¢® = 1 /2 caractéristique d’un état & 2 photons.
L’évolution théorique de la courbe est tracée en fonction du retard en suivant ’équation
4.49. La courbe verte représente la valeur de ¢® (A7) en fixant les valeurs de T = 670ps
et Ty, = 950ps mesurées indépendamment, fixant v = T5 /27 = 0, 7. On remarque alors
un écart aux valeurs mesurées, ces derniéres montrant une plus grande indiscernabilité
que celle attendue. Pour obtenir la courbe rouge, la valeur du temps de cohérence
devient un parameétre ajustable, alors que la valeur de T} est gardée constante, telle
que mesurée indépendamment. On constate alors un meilleur accord entre les données
expérimentales et I’évolution calculée. L. temps de cohérence obtenu est alor plus grand
que celui mesuré par FTIR, conduisant au degré d’indiscernabilité v = 0,80 4 0, 03.
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FIGURE 4.12 — Ewvolution de l’aire normalisée des coincidences & retard nul de la fonction
de corrélation du deuziéme ordre en fonction de Uécart de chemin optique entre la ligne &
retard a lexcitation et interférométre de Mach-Zehnder fibré a la détection. En vert (resp.
en rouge), l'évolution calculée en utilisant les valeurs de Ty et To mesurées indépendamment
(resp. en fizant Ty et en ajustant Ts.

Discussion sur la mesure du temps de cohérence

Le calcul de la fonction de corrélation du deuxiéme ordre a été effectuée en
considérant que les deux photons émis sont indépendants. Ce calcul s’applique idéale-
ment a deux boites quantiques avec la méme énergie de transition et les mémes temps
de vie et de cohérence.
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Cependant, dans le cas d’'une boite unique, considérer que les émissions des
photons a 3 ns d’intervalle sont indépendantes n’est pas toujours justifié. L’explication
généralement retenue consiste a prendre en compte les fluctuations de charges électro-
statiques dans I’environnement de la boite. Ces fluctuations sont a ’origine d’une diffu-
sion spectrale sur des temps caractéristiques de ’ordre de la micro-seconde [104, 116],
et I'énergie de la transition optique de la boite est modifiée. Lors d’'une expérience
de spectroscopie par transformée de Fourier, les interférences sont mesurées a partir
d’accumulation de signal sur des temps de l'ordre de la seconde, bien plus grands que
les temps caractéristiques des fluctuations. On observe alors un brouillage des interfé-
rences, diminuant la valeur du temps de cohérence mesuré. Dans d’une expérience de
HOM en revanche, deux photons émis a des temps trés proches (= 3 ns) interférent. La
mesure des corrélations ne dépend plus du temps d’intégration, et comme ’environne-
ment électrostatique de la boite n’a pas le temps de fluctuer entre I’émission des deux
photons, la visibilité obtenue est donc supérieure au rapport T5/27; mesuré indépen-
damment. Le temps de cohérence mesuré correspond au temps de cohérence intrinséque
a la transition optique étudiée, c’est a dire sans les effets de diffusion spectrale.

Ce phénomeéne permet de comprendre la différence entre la mesure du temps de
cohérence et la visibilité de I'histogramme des corrélations, déja observée par quelques
groupes [146, 147].

4.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons modélisé les interactions entre une boite et son
environnement par une force de Langevin, ce qui nous a permis de calculer les fonctions
de corrélations du premier et du second ordre des photons émis par une boite quantique.
Nous avons notamment vu que le degré d’indiscernabilité des photons est fortement lié
a ces interactions.

De plus, l'expérience de HOM en fonction du retard entre les photons donne
une mesure alternative du temps de cohérence et du temps de vie. Le temps de vie
mesuré aux chapitres précédents est en bon accord avec les mesures de HOM. En
revanche, nous avons vu que le temps de cohérence est différent suivant la mesure.
La mesure interférométrique donne accés a une valeur moyennée sur un temps long
devant les fluctuations du systéme alors que la mesure de HOM donne accés & un
temps intrinséque, lié & la cohérence du systéme a deux niveaux non affectée par des
phénoméne de déphasages extrinséques. On voit alors que ce temps est proche de la
limite radiative et que les boites quantiques sous excitation résonante sont de bon
émetteurs de photons uniques indiscernables.
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Chapitre 5

Conclusions et perspectives

5.1 Conclusions

Au cours de cette these, nous avons étudié les propriétés d’émission sous exci-
tation non-résonante et résonante de boites quantiques auto-organisées d'InAs/GaAs.
Ces études ont pu étre menées grace a une géométrie guidée, permettant d’isoler les
boites quantiques ainsi que de découpler spatialement les directions d’excitation et de
collection de la luminescence. Si dans un premier temps, 1’excitation non-résonante des
boites quantiques nous a permis de les caractériser, I’essentiel du travail présenté dans
ce manuscrit a été effectué sous excitation résonante. En effet, 'excitation résonante
permet de s’affranchir des processus de déphasage, de préserver la cohérence du sys-
téeme et favoriser I’émission de photons indiscernables.

Nous avons montré que les boites sont un systéme a deux niveaux pouvant étre
utilisé comme un bit quantique. L’excitation résonante permet la préparation cohérente
d’un état quantique que nous avons mis en évidence par ’observation des oscillations de
Rabi. L’amortissement des oscillations, synonyme de déphasage, est lié¢ & deux phéno-
meénes physiques de nature différente. Dans un premier temps, les phonons acoustiques
longitudinaux de la matrice de GaAs se couplent de maniére résonante a l'état ha-
billé exciton-photon, entrainant une perte de cohérence. Des mesures en fonction de la
température nous ont permis de corroborer cette hypothése. Dans un deuxiéme temps,
certaines boites présentent un amortissement caractéristique d’une relaxation des po-
pulations, caractérisé par une diminution de la durée de vie radiative de 1’état excité.
Le couplage entre le systéme a deux niveaux et le mode électromagnétique unidimen-
sionnel semble étre a 1’origine de ce phénomeéne. L’absorption du laser par le systéme a
deux niveaux modifie localement I'indice effectif du milieu, modifiant alors le couplage
entre le systéme a deux niveaux et la lumiére.
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Les boites peuvent également étre utilisées comme des émetteurs de photons
uniques indiscernables & la demande. La cohérence du systéme devant étre préservée
afin d’étre uniquement limitée par la durée de vie radiative (T, = 277), il est nécessaire
d’exciter les boites a la résonance de la transition optique. En générant des photons
avec deux impulsions successives, séparées de 3 ns, nous avons alors mis en évidence
que le degré d’indiscernabilité mesuré est supérieur a celui attendu. En réalisant les
expériences de HOM avec une boite dont nous avions mesuré le temps de vie 17 et
le temps de cohérence T, de maniére indépendante (conduisant & un degré d’indiscer-
nabilité 75/27y = 0,7), nous avons reconstruit la courbe de Mandel et observé sur
cette boite une indiscernabilité supérieure a 0,8. Nous mettons alors en évidence que
les processus de déphasage agissant lors d’une excitation résonante ont lieu sur des
temps caractéristiques bien supérieurs a la nanoseconde. Les fluctuations des charges
environnantes ayant lieu sur des temps proches de la milliseconde, elles sont trés cer-
tainement a l'origine de ces déphasages. De plus, des mesures récentes sur d’autres
boites, réalisées dans notre groupe et qui ne sont pas décrites ici, ont montré un degré
d’indiscernabilité de 0,95, corroborant cette interprétation.

5.2 Perspectives

Nous sommes parvenus a 1’heure actuelle avec nos sources de photons uniques
a obtenir un degré d’indiscernabilité proche de un. Ceci nous permet d’envisager des
expériences d’optique quantique avec ce systéme. Plusieurs protocoles ont déja été dé-
montrés par le passé avec des boites quantiques [86, 147]. Au sein de 1’équipe, une
nouvelle thése a débuté autour de deux objectifs principaux : montrer l'intrication
temps-position des deux photons issus d’'une méme boite a partir des échantillons pré-
sentés dans ce manuscrit, et développer de nouvelles structures pour envisager des
protocoles plus complexes, telles que 'intrication de photons provenant de deux boites
controlées de maniére cohérente.

5.2.1 Vers l’'intrication temps-position

L’étude de l'indiscernabilité des photons émis par une boite quantique est la
premiére étape vers d’éventuelles applications en information quantique, ou il est né-
cessaire avant tout d’intriquer de nombreux qubits. Une premiére expérience que l'on
envisage est d’intriquer deux photons d’une méme boite ou de deux boites différentes.
Pour intriquer deux photons provenant d’une méme boite, il existe plusieurs proto-
coles. De nombreux groupes ont montré I'intrication de deux photons provenant de la
cascade radiative du biexciton [151, 152]. Dans notre cas, comme nous travaillons a la
résonance de la transition excitonique, nous souhaitons intriquer deux photons générés
par deux impulsions.

Lors d’une expérience de HOM, deux photons peuvent étre superposés spatia-
lement (et temporellement) et peuvent coalescer. Cette expérience d’interférences a
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FIGURE 5.1 — Schéma de Uintrication temporelle de deux photons excitoniques. Les deux

chemins qui interferent sont représentés. Les traits pleins représentent le trajet pris par chaque

photon.

deux photons peut également étre réalisée en utilisant deux interféromeétres de Mach-
Zehnder déséquilibrés (voir figure 5.1) [153]. Une lame semiréfléchissante sépare chacun
des photons dans un des deux interférométres. Comme pour une expérience de HOM
usuelle, lorsque le premier photon, que I'on appelle |court), prend la voie longue et le
second, que I'on appelle |long), prend la voie courte de leur interféromeétre respectif, ils
arrivent en méme temps sur la lame semiréfléchissante en sortie des interférométres.
On montre alors que si les photons sont indiscernables, on observe une coalescence
délocalisée, c’est-a-dire que si un photon prend une voie de sortie, ’autre prendra la
voie correspondante pour l'interférométre qu’il a emprunté.

Avec cette expérience de HOM délocalisé, on intrique les deux photons en temps-
position, c’est-a-dire qu’il est impossible de savoir quel photon a été émis en premier
et lequel a été émis en second. L’état de sortie de I'interférométre s’écrit :

1
W) = — (llong)s|court), + [long)s|court)s) (5.1)

V2
ot les indices 1 et 2 indiquent l'interféromeétre emprunté (voir figure 5.1). L’intrication
est réalisée par la premiére lame semiréfléchissante, lorsque ’on sélectionne a posteriori
les événements ol chaque photon se propage dans un interféromeétre différent et qu’ils
arrivent en méme temps sur la lame séparatrice de sortie de leur interféromeétre.

Un calcul théorique [7] indique que U'intrication des états sera observable expé-
rimentalement, c’est-a-dire que les inégalités de Bell seront violées, si le degré d’indis-
cernabilité des deux photons est supérieur a 0,7. Or, comme nous avons montré que nos
sources émettent des photons indiscernables a un degré proche de un, nous devrions
obtenir une visibilité maximum. Cette expérience est en cours de réalisation, mais la
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difficulté technique réside principalement dans la stabilisation des deux interférométres.

5.2.2 Vers l’'intrication de deux bits quantiques

L’étape suivante consiste a intriquer deux bits quantiques issus de deux boites
quantiques indépendantes, a partir d’une expérience a trois faisceaux. Cette expérience
est au coeur de la thése d’Antoine Reigue qui commence cette année. Elle se base es-
sentiellement sur des travaux théoriques originaux [154] dans un schéma pompe-sonde
a trois faisceaux ou les deux bits quantiques sont initialisés indépendamment, un troi-
sieme faisceau non-absorbé venant intriquer les deux états. En effet, un mécanisme de
téléportation d’électrons entre deux boites quantiques a été prédit, par I'intermédiaire
de la transformation d’un exciton brillant virtuel en un exciton noir (figure 5.2 (a)). Ce
schéma de téléportation quantique n’a jamais été mis en évidence expérimentalement
et est une approche originale dans la réalisation de portes logiques, que nous souhaitons
explorer.

L’interaction entre les spins localisés dans les boites 1 et 2 (voir figure 5.3 (b)),
se fait via un photon o* dans la zone de transparence qui est couplé & un exciton
virtuel de moment total J,=1. Ce couplage permet un retournement de spin au moyen
d’un état intermédiaire qui fait passer I’exciton virtuel brillant dans un état noir de
moment total J, = 2. Les étapes nécessaires a ces renversements de spin s’expliquent
par des processus d’échange de Pauli, pris en compte complétement dans la théorie a
N corps des bosons composites développée par M. Combescot a 'INSP.
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FIGURE 5.8 — Diagramme des interactions entre deuz états excités de deux boites quantiques
et un photon o© dans la zone de transparence. Le spin de la boite 1 est tranféré ou téléporté
dans la boite 2.

5.2.3 De nouvelles générations d’échantillons

Les échantillons que nous utilisons a I’heure actuelle montrent leurs limites en
terme d’efficacité d’extraction de la luminescence et de cohérence. Pour améliorer les
résultats obtenus, plusieurs voies d’amélioration sont possibles :

a) Augmenter lefficacité d’extraction du signal. En effet, en vue d’applications fu-
tures, une source avec une efficacité de 100% est nécessaire pour la réalisation de
portes logiques ou de répétiteurs quantiques. Ces derniers permettent de trans-
mettre des signaux quantiques sur de longues distances malgré les pertes dans les
fibres optiques. Une efficacité inférieure a 100% signifie une perte supplémentaire
de signal, donc d’information. D’un point de vue plus pragmatique, une source
efficace permet d’effectuer des mesures avec moins de bruit, plus rapidement. Les
mesures de corrélation faisant intervenir la détection de deux photons, le temps
d’acquisition est donc inversement proportionnel a n? ol n est le nombre de pho-
tons. Ainsi, en doublant l'efficacité d’extraction, on divise par quatre les temps
d’acquisition, augmentant significativement le nombre de mesures possibles dans
des conditions expérimentales fixées.

b) Controler la position des boites quantiques. D’ une part, cela aiderait également a
Iefficacité d’extraction. D’autre part, en contrélant la position des boites quan-
tiques sur 1’échantillon, on peut imaginer graver les guides d’ondes autour des
boites, permettant d’étudier plus précisément I'influence de la position de la boite
dans le guide. Cela a été réalisé avec succés pour des boites en micropillier [87]
en cherchant d’abord la luminescence des boites puis en gravant autour le mi-
cropillier. On peut aussi imaginer des structures permettant d’exciter plusieurs
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guides avec une méme impulsion. Une des applications de ce genre de structure
peut étre l'intrication de plusieurs boites entre elles, excitées par une méme im-
pulsion, de maniére cohérente.

¢) Maitriser 'environnement électrostatique fluctuant et I’état de charge de la boite
quantique. Les fluctuations de charges sont un des problémes principaux des
échantillons actuels. L’émission résonante est fortement affectée, et ’ajout d’un
laser He-Ne & basse puissance modifie le comportement des boites. Nous avons
également vu que ces fluctuations modifient le temps de cohérence donnant lieu a
des résultats différents suivant que I’on réalise une mesure intégrée de ¢V, ou une
mesure instantanée de ¢(®. La croissance d’échantillons dopés - dans lesquels un
champ électrique, interne ou externe, pourrait permettre de résoudre ce probléme
- est en cours de réalisation. Des études récentes |65, 155, 156] ont montré que
de tels structures sont réalisables et pourraient également permettre de controler
I’état de charge des boites quantiques, et ainsi permettre 1’étude déterministe
d’excitons neutres ou chargés. Nous avons observé a plusieurs reprises que les
états chargés semblent posséder un temps de cohérence supérieur a celui des
états neutres.

d) Améliorer la structure des guides d’ondes. Le couplage de la boite au guide d’onde
est un parameétre important. Dans notre cas, il permet d’expliquer de maniére phé-
noménologique la diminution de la durée de vie des boites quantiques lors d’une
excitation résonante. Une conception de guides différents, associé au controle
de la position des boites permettrait d’étudier ce mécanisme. Ainsi, d’autres
structures de guide sont envisageables, comme par exemple des guides a cristaux
photoniques ot il a été montré récemment qu'une émission directionnelle d’états
polarisés circulairement pourrait avoir lieu [157].

Nous développons ainsi depuis peu des nouveaux échantillons de boites quan-
tiques congus au sein du laboratoire. Ces nouveaux échantillons sont réalisés par P. At-
kinson, dont la spécialité est la croissance de boites GaAs/AlGaAs. Ces boites croissent
dans des nano-trous créés sur un substrat de GaAs. Les tailles typiques des boites sont
de quelques nanomeétres de hauteur dans la direction de croissance et de quelques di-
zaines de nanométres dans le plan. Les barriéres autour des boites de GaAs sont en
AlGaAs [158|.

Ces boites possédent deux caractéristiques importantes : ne pas avoir de couche
de mouillage et étre sans contraintes [159]. Ceci a pour effet d’obtenir des boites dont
les interactions avec I'environnement sont réduites. En particulier I’absence de couche
de mouillage supprime une partie des défauts de la structure a proximité de la boite,
a lorigine du piégeage des charges fluctuantes. Notons pour finir que grace a cette
technique d’épitaxie, il est possible de faire croitre des molécules de boites quantiques,
donnant acces a de nouveaux états électroniques couplés et permettant de réaliser des
portes logiques a plusieurs bits quantiques.
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