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voir m’épanouir sur mon banc d’optique. Avant de commencer cette thèse je n’étais pas très
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Cassabois à Montpellier. Ce fut à chaque fois un vrai plaisir de m’y rendre. Je le remercie
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sen du DTU Fotonik au Danemark. Alors que je n’arrivais pas à comprendre mes résultats
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pour nos discussions sur les sports extrêmes, Akhilou pour ta profonde gentillesse, Vincent

ii



et Camille pour tous les cafés-clopes qui ont remplis mes pauses avec souvent beaucoup de
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2.2 Émission spontanée dans un matériau massif . . . . . . . . . . . . . . . 31
2.3 Microcavités optiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32
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2.1 Modèle Fabry-Perot . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60
2.2 Conception de l’antenne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 63
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1.3 Fil photonique à section elliptique : une structure photonique anisotrope100
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I.12 Cascade radiative du bi-exciton neutre . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 27
I.13 Recombinaison radiative des trions dans la représentation électron-trou . . . . 28
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III.10Émission en champ lointain résolue en angle d’une antenne mono-mode . . . . 93

IV.1 Spin-flips dans un modèle simple. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 99
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IV.10Degré de polarisation linéaire de l’émission du bi-exciton . . . . . . . . . . . . 111
IV.11Effet de la puissance d’excitation sur le degré de polarisation linéaire . . . . . 117
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Introduction

Les technologies de l’information quantique visent à utiliser les lois de la mécanique quan-
tique (principe de superposition, enchevêtrement) pour communiquer ou traiter de l’infor-
mation. Elles permettraient par exemple de transmettre de l’information de manière in-
trinsèquement sûre, ou de réaliser certains calculs beaucoup plus efficacement qu’avec un
ordinateur classique. Dans son ensemble, le domaine a réalisé des progrès impressionnants du-
rant les dernières décennies et quelques preuves de principe ont été démontrées (par exemple
en cryptographie quantique). Néanmoins la réalisation d’un processeur quantique fonctionnel
et utile reste encore clairement un objectif de très long terme. Dans ce contexte, on peut no-
ter la grande diversité de supports de l’information quantique, qui peut être encodée sur des
états de charge, de spin, de photon ou de phonon. En parallèle, il existe une grande richesse
de systèmes physiques étudiés. Ces derniers sont issus soit de la physique atomique (atomes,
ions piégés ou molécules), soit de la matière condensée (circuits supraconducteurs Josephson,
impuretés atomiques isolées dans des isolants ou des semiconducteurs, bôıtes quantiques se-
miconductrices).

Dans ce travail de thèse, nous nous focalisons plus particulièrement sur les photons et sur
les états quantiques associés [1]. Les photons interagissent peu avec leur environnement, et
peuvent se propager avec de faibles pertes sur de longues distances, en espace libre ou guidés
par une fibre optique. Ils sont donc un candidat naturel pour les communications quantiques.
Ils pourraient également être mis à profit pour connecter des nœuds quantiques localisés et
distribuer de l’enchevêtrement au sein d’un réseau quantique. Enfin, ils pourraient aussi être
utilisés pour alimenter un circuit photonique pour le calcul quantique photonique. Parmi les
états non-classiques de la lumière potentiellement intéressants en information quantique, on
peut mentionner les “photons uniques”, des impulsions lumineuses contenant un seul photon,
les paires de photons enchevêtrés, dont l’un des degrés de liberté (par exemple la polarisation)
présente des corrélations d’origine quantique, et enfin les états cluster, qui sont des états à
plusieurs photons enchevêtrés.

Les bôıtes quantiques (BQ) sont des systèmes de matière condensée qui permettent de
générer ces états non-classiques de la lumière à la demande [2]. Une BQ est un ı̂lot semicon-
ducteur de dimensions nanométriques, qui est intégré dans un autre matériau semiconducteur
de plus grand gap. Le confinement tridimensionnel des porteurs de charges (électrons et trous)
dans l’̂ılot, à l’échelle de quelques nanomètres, donne naissance à des états électroniques dis-
crets, comme dans un atome. Les BQs sont ainsi souvent qualifiées d’“atomes artificiels”.
De plus, on s’intéresse ici à des BQs réalisées avec des semiconducteurs à gap direct qui
présentent des transitions optiquement actives. En excitant la BQ et en filtrant l’émission
associée à la recombinaison d’un exciton (une paire électron-trou piégée dans la BQ), on
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réalise une source de photons uniques [3,4]. Dans une bôıte idéale, la cascade radiative as-
sociée à la recombinaison du bi-exciton (deux paires électron-trou piégées dans la BQ) permet
d’émettre des paires de photons enchevêtrés en polarisation [5,6]. Enfin, plus récemment, des
états cluster, qui sont des châınes de photons enchevêtrés ont été émis par une BQ [7].

Il existe deux grandes familles de BQs qui diffèrent par la méthode de synthèse : les
BQs collöıdales (aussi appelées nanocristaux) et les BQs épitaxiales. Les BQs collöıdales
sont synthétisées par voie chimique. Cette voie de synthèse, peu onéreuse et adaptée à une
production de masse, les rend très intéressantes d’un point de vue industriel. Même si plu-
sieurs résultats fondamentaux ont été obtenus avec ces bôıtes (comme l’émission de photons
uniques [3] ou la réalisation de diodes électroluminescentes quantiques [8]) elles restent sur-
tout intéressantes pour d’autres applications (traceurs lumineux en biologie [9,10], ou pour
la réalisation d’écrans comme ceux commercialisés par la société Samsung [11]). Dans ce
travail de thèse, nous nous focalisons sur des BQs obtenues par des techniques de croissance
épitaxiales. Cette voie de fabrication est plus chère et plus complexe, car elle met en œuvre
des techniques d’ultravide et de dépôt de matériaux de haute pureté. Elle est ici privilégiée car
les BQs épitaxiales ont d’excellentes propriétés pour l’optique quantique. Plus précisément,
nous travaillons avec des BQs réalisées avec des matériaux de la famille III/V (InAs/GaAs).
Les bôıtes, fabriquées par épitaxie par jets moléculaires, se forment spontanément par un
mécanisme d’auto-assemblage, pour abaisser l’énergie de déformation élastique de la couche
d’InAs déposée sur le substrat de GaAs.

Les BQs épitaxiales présentent de nombreux atouts pour la génération d’états non-
classiques de la lumière. En termes pratiques, il s’agit d’un atome artificiel déjà piégé dans
une puce de matériau semiconducteur. Contrairement à un atome réel, il n’est pas nécessaire
de développer un dispositif expérimental complexe pour l’isoler et le maintenir dans une
position définie. De plus, une BQ offre une émission de lumière stable, sans clignotement ni
photo-blanchiment. Le rendement radiatif (probabilité d’émission d’un photon après injection
d’une paire électron-trou) est proche de 100 % [12,13]. En outre c’est un émetteur rapide :
la recombinaison radiative d’une paire électron-trou s’effectue avec un temps caractéristique
de 1 ns. On bénéficie aussi de la technologie des semiconducteurs, notamment du dopage
électrique qui permet de réaliser des diodes électroluminescentes quantiques [14]. Enfin, pour
un système de matière condensée, l’émission optique est très fine spectralement si on travaille
à température cryogénique (hélium liquide, T = 4 K) et avec des conditions d’excitation op-
timisées (excitation résonante) [15–17].

L’utilisation pratique des BQs en optique quantique se heurte toutefois à deux difficultés.
Tout d’abord, seule une très faible fraction de la lumière s’échappe de la matrice semiconduc-
trice qui entoure la bôıte. Cette matrice présente un très fort indice de réfraction (n = 3.5
pour GaAs). En raison d’un phénomène de réflexion totale interne, seuls 2 % de la lumière
émise par la BQ parvient à s’échapper. Second point critique : la BQ est un système de
matière condensée qui est couplé à plusieurs canaux de décohérence. Ceux-ci sont autant de
sources de bruit qui dégradent la pureté spectrale des photons émis, un point important pour
la plupart des applications avancées. Par exemple, des fluctuations de charge au voisinage de
la bôıte vont induire un champ électrique fluctuant. Via l’effet Stark confiné quantique, ce
champ fluctuant va induire des fluctuations de l’énergie d’émission [18,19]. La bôıte quantique
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est également couplée aux vibrations du réseau cristallin via les potentiels de déformation.
L’émission de la BQ est ainsi composée d’une raie centrale (dite “à zéro phonon”) flanquée
de deux “ailes de phonons” qui correspondent à l’émission d’un photon accompagnée de
l’émission ou de l’absorption d’un phonon acoustique [20,21]. La raie à zéro phonon est aussi
élargie par des transitions virtuelles impliquant des phonons [22,23]. Enfin d’autres canaux
de décohérence existent, notamment le bruit induit par les fluctuations des spins nucléaires,
qui se couplent au spin des porteurs piégés dans la BQ via l’interaction hyperfine [18].

Beaucoup de stratégies ont été testées pour extraire la lumière émise par la BQ [24]. Une
des plus efficace consiste à façonner l’environnement électromagnétique de la BQ pour canali-
ser son émission vers un mode optique bien défini, qui peut ensuite être collecté efficacement
avec des optiques d’espace libre (objectif de microscope). On peut citer ici deux grandes ap-
proches : les microcavités optiques et les guides d’ondes [25]. L’approche microcavité optique
a été directement inspirée par les succès de la physique atomique. On exploite ici l’interaction
résonante entre l’émetteur et un mode optique piégé par la cavité, et les concepts associés
d’électrodynamique quantique en cavité. En particulier, dans le régime dit de couplage faible,
l’effet Purcell accélère sélectivement l’émission spontanée dans le mode de la cavité. Si cette
accélération est suffisamment forte, l’émission spontanée dans le mode de cavité devient le
canal d’émission préférentiel. L’effet Purcell a d’abord été mis en évidence sur des cavités
de type micropilier [26], mais beaucoup d’autres géométries ont été explorées (microdisques
à modes de galerie [27], cavités à cristal photonique [28,29]. . . ). L’accélération de l’émission
spontanée associée à l’effet Purcell permet aussi de rendre l’émission de la bôıte moins sen-
sible au bruit, et facilite grandement l’émission de photons indiscernables [30–33]. L’autre
grande approche exploite des guides d’ondes [13,34,35]. Dans une guide d’onde diélectrique,
des dimensions latérales de l’ordre de λ/n (λ la longueur d’onde dans le vide et n l’indice de
réfraction) permettent d’optimiser le confinement transverse du mode guidé. On obtient alors
un bon couplage au mode guidé, mais en général sans accélération significative de l’émission
spontanée. Si on parvient à supprimer le couplage aux autres modes, on peut obtenir une
émission spontanée monomode. Par rapport aux microcavités, l’atout principal des guides
d’ondes est leur large bande passante. Ceci permet de réaliser des sources accordables en lon-
gueur d’onde, ou d’assurer un bon couplage simultané à des transitions optiques de couleurs
différentes.

L’équipe où j’ai réalisé ma thèse développe des antennes à base de guide d’onde depuis
une décennie. Ces antennes à fil photonique sont optimisées pour la collection de la lumière
en espace libre [36,37]. Le cœur de l’antenne est un guide d’onde cylindrique en diélectrique
de fort indice (ici GaAs). Son diamètre est voisin de λ/n, de sorte que seul le mode guidé
fondamental est présent. Le fort confinement transverse assure un bon couplage à l’émission
de la BQ. De plus, un phénomène d’écrantage diélectrique inhibe l’émission spontanée dans
les modes non guidés [13]. En conséquence, l’émission spontanée de la bôıte est canalisée très
efficacement dans le mode guidé fondamental. Pour optimiser la collection des photons guidés,
les deux extrémités du fil sont optimisées. L’antenne repose sur un miroir hybride, composé
d’or et d’une fine couche de silice, qui est conçu pour réfléchir le mode guidé fondamental.
L’extrémité supérieure du fil est pourvue d’un adaptateur de mode (taper en anglais) [38]. Ce
dernier permet d’augmenter les dimensions transverses du mode guidé pour obtenir l’émission
d’un faisceau directif en champ lointain [39]. Deux types de taper ont été réalisés, en forme
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d’aiguille (le diamètre du fil diminue) [40–42] ou de trompette (le diamètre augmente) [43].
Ces antennes émettent un faisceau avec un profil transverse Gaussien [39,43–45]. Ceci permet
par exemple un bon couplage à une fibre optique monomode, pour distribuer l’émission de
l’antenne sur de longues distances.

En insérant une BQ au sein d’une antenne à fil photonique, on peut réaliser des sources
de photons uniques brillantes et pures [40–43]. De plus, la bande passante de l’antenne a
permis de réaliser des sources de photons uniques accordables en longueur d’onde [46,47],
mais aussi des sources de paires de photons intriquées [48,49], et des sources de triplets de
photons corrélés [50]. Au-delà de l’émission d’états quantiques, ces structures photoniques
permettent d’exalter des effets optiques non-linéaires : une BQ intégrée dans un fil photo-
nique constitue un “atome unidimensionnel”, c’est-à-dire un atome qui interagit avec un
unique mode électromagnétique. Ceci permet de générer des non-linéarités géantes, qui ap-
paraissent à l’échelle du photon unique [51]. Une antenne à fil photonique a été également
mise à profit pour augmenter par plusieurs ordres de grandeurs le signal de mélange à quatre
ondes mesuré sur une bôıte unique [52].

Dans une antenne à fil photonique, le temps de recombinaison radiative de l’exciton est
voisin de celui d’une BQ dans du semiconducteur massif (1 ns). Cette relative lenteur rend la
bôıte sensible aux diverses sources de bruit. A basse température (T = 4 K) et sous excitation
résonnante la largeur spectrale de l’émission excitonique est comprise entre 5 et 10µeV pour
les meilleures BQs [51,53] (mesures indépendantes dans le groupe de R. Warburton (Bâle,
Suisse) et dans le groupe de Jean-Philippe Poizat (Institut Néel, Grenoble)). Cette largeur est
donc 10 fois supérieure à la limite radiative (légèrement inférieure à 1 µeV). Dans ces condi-
tions, les photons émis par l’antenne sont discernables. Les sources de bruit responsables de
cet élargissement spectral peuvent être les sources classiques mentionnées plus haut (charges,
phonons) mais aussi des sources de bruit spécifiques à la géométrie nanofil. On pense bien-sûr
à la proximité des surfaces gravées, susceptibles d’abriter des états plus ou moins contrôlés.
L’équipe a également montré que même à température cryogénique, les vibrations thermiques
du nanofil provoquent un élargissement spectral significatif [53,54]. Dans ces deux derniers
cas, la position latérale de la BQ au sein de l’antenne influence le couplage au bruit. Un
enjeu important est de comprendre les sources de décohérence, pour améliorer les propriétés
spectrales des photons émis par une antenne à fil photonique.

Dans ce contexte, ce travail de thèse contribue aux développements actuels des antennes
à nanofil à travers deux résultats principaux :

• Nous démontrons une technique de localisation tout-optique (et donc non destruc-
tive) qui permet de localiser précisément une BQ dans la section du nanofil. La technique
proposée exploite l’émission de la BQ dans deux modes guidés qui présentent des profils
spatiaux différents. L’émission simultanée dans ces deux modes donne naissance à une fi-
gure d’interférence qui encode la position transverse de l’émetteur. On retrouve cette figure
d’interférence dans la carte du champ lointain émis par l’antenne. En mesurant ce dernier
en microscopie de Fourier résolue spectralement, on remonte à la position de la bôıte. Cette
technique est un outil précieux pour comprendre les performances des antennes à fil photo-
nique et guider leur optimisation future. L’article correspondant a été publié dans la revue
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Nano Letters [55].

• Nous démontrons une méthode qui permet de sonder les processus de spin-flip entre
les différents états excitoniques d’une BQ neutre. Pour révéler ces spin-flips, nous intégrons
l’émetteur dans une structure photonique anisotrope (ici un fil photonique avec une section
elliptique) qui crée un déséquilibre entre les taux de recombinaison radiatifs des deux exci-
tons brillants. Les spin-flips mélangent les populations des différents niveaux et influencent
donc le degré de polarisation linéaire de l’émission excitonique. La mesure de cette quantité
sous excitation continue permet de déterminer le taux de spin-flip, sur une large gamme de
puissance d’excitation. Des expériences complémentaires de déclin de la photoluminescence
résolues en temps permettent de séparer les contributions des spin-flip directs (entre excitons
brillants) et indirects (via un état excitonique noir). Nous présentons une étude de l’influence
de la température et de la puissance d’excitation non-résonante. L’article correspondant est
soumis à Phys. Rev. B.

J’ai également contribué à des mesures sur des antennes à fil photonique dopées et
contactées électriquement. Ce système possède plusieurs avantages. L’injection des porteurs
dans la BQ par une impulsion électrique est préférable en pratique pour pouvoir utili-
ser des sources de photons uniques dans des protocoles de cryptographie quantique ou
comme source de de flux lumineux calibrée dans le domaine de la métrologie. L’applica-
tion d’un champ électrique (en polarisation inverse) couplée à une excitation laser classique
permettrait également de stabiliser l’environnement électrostatique de la BQ réduisant alors
l’élargissement spectral induit par des porteurs libres autour de la BQ [56]. Durant ma thèse
j’ai pu étudier une première génération de trompette photonique contactée électriquement et
nous sommes parvenu à observer la première électroluminescence de BQs intégrées à des fils
photoniques. Cependant, cette source était peu brillante du fait d’un défaut de fabrication.
Ces résultats, prometteurs mais encore préliminaires, ne sont pas discutés dans ce manuscrit.

Mon travail de thèse est à dominante expérimentale. J’ai notamment mis en œuvre de
nombreuses techniques de spectroscopie optique sur BQ unique : micro-photoluminescence à
température cryogénique, microscopie de Fourier, déclin de la photoluminescence résolu en
temps, analyse en polarisation. Ma thèse s’est également déroulée dans un contexte particu-
lier : une très longue panne (un an et demi) de la machine de croissance MBE a empêché
la réalisation de nouveaux échantillons. Tous les résultats présentés dans ce manuscrit ont
été obtenus sur une structure âgée de plus de 10 ans : l’antenne à nanofil avec un taper en
aiguille présentée dans les Refs. [40] et [37].

Le manuscrit est organisé de la manière suivante :

� Le Chapitre I est une introduction scindée en deux grandes parties. La première décrit
les propriétés électroniques et optiques des bôıtes quantiques auto-assemblées. La seconde
discute le contrôle de l’émission spontanée offert par deux grandes classes de structures pho-
toniques : les microcavités et les guides d’ondes.

� Le Chapitre II décrit en détail les propriétés optiques des antennes à fils photoniques. Il
débute en examinant les mécanismes à l’œuvre dans le contrôle de l’émission spontanée offert
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par un fil photonique. Nous abordons ensuite le fonctionnement d’une antenne complète, et
décrivons le procédé de fabrication des structures étudiées durant la thèse.

� Le Chapitre III présente la technique de localisation tout optique décrite plus haut
(résultat 1). Après quelques pages d’introduction, nous reproduisons l’article associé à ces
résultats.

� Le Chapitre IV présente la méthode d’étude des phénomènes de spin-flip entre les
états excitoniques supportés par une BQ neutre (résultat 2). Il présente le cadre théorique
nécessaire pour interpréter les mesures de polarisation et les mesures de temps de vie, avant
de discuter les résultats expérimentaux.

� Le dernier Chapitre est dédié aux remarques de conclusion et aux perspectives ouvertes
par ces travaux.
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1 Propriétés optiques des bôıtes quantiques auto-assemblées InAs/GaAs 10
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2.2 Émission spontanée dans un matériau massif . . . . . . . . . . . . 31

2.3 Microcavités optiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32
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Le but de ce chapitre est de poser les briques essentielles pour comprendre les études
et les résultats des chapitres suivants. Ce travail de thèse porte sur l’étude de sources de
photons uniques à nanofils photoniques, composant capable d’émettre à la demande des
impulsions lumineuses contenant un seul photon. Un tel composant est au centre de nom-
breuses recherches depuis une vingtaine d’années, tant par son intérêt fondamental que par
des perspectives d’applications dans les domaines de la métrologie ou les communications
quantiques. Nous rappellerons dans un premier temps les principales propriétés de notre
émetteur de photons : la bôıte quantique. Nous verrons que ces nanostructures semiconduc-
trices se comportent comme des atomes artificiels. La collection des photons émis par cet
émetteur est un défi car la bôıte quantique est entourée par un matériau massif à fort indice
de réfraction. Nous verrons alors dans un second temps comment structurer l’environnement
photonique autour de la bôıte pour parvenir à contrôler son émission spontanée et la collecter
efficacement. Cette section présentera deux grandes familles de structures photoniques : les
micro-cavités et les guides d’ondes.
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CHAPITRE I. BOÎTES QUANTIQUES AUTO-ASSEMBLÉES ET STRUCTURES
PHOTONIQUES

1 Propriétés optiques des bôıtes quantiques

auto-assemblées InAs/GaAs

Ce travail de thèse a porté sur l’étude de bôıtes quantiques d’Arséniure d’Indium (InAs)
intégrées dans une matrice d’Arséniure de Gallium (GaAs). Ces deux matériaux sont des semi-
conducteurs III-V (Ga et In sont des éléments de la troisième colonne du tableau périodique de
Mendelëıev, As fait partie de la cinquième colonne). Ces semi-conducteurs ont généralement
une faible largeur de bande interdite et sont souvent à gap direct ce qui permet des transi-
tions optiques efficaces. Pour ces raisons ces matériaux sont très utilisés dans le domaine de
l’opto-électronique. Le tableau I.1 donne les principales caractéristiques des semi-conducteurs
InAs et GaAs.

Caractéristiques InAs GaAs

structure cristalline Zinc blende Zinc blende

gap direct direct

paramètre de maille à 300K (Å) 6.0584 5.6533

gap Eg à 300K (eV) 0.36 1.42

gap Eg à 4K (eV) 0.42 1.52

Table I.1 – Principales caractéristiques des semi-conducteurs InAs et GaAs. Les
données de ce tableau sont issu de [57].

Nous allons maintenant aborder la réalisation des bôıtes quantiques et leur morphologie,
puis nous nous intéresserons à la structure des états électroniques pour enfin présenter leurs
principales propriétés optiques.

1.1 Morphologie et synthèse des bôıtes quantiques

1.1.1 Croissance des bôıtes quantiques

Il existe plusieurs types de bôıtes quantiques permettant d’obtenir des caractéristiques
assez variées. Les plus étudiées et utilisées appartiennent à deux catégories : les bôıtes quan-
tiques collöıdales (ou nanocristaux collöıdaux) synthétisées par voie chimique et les bôıtes
quantiques épitaxiées. Les nanocristaux sont des sphères cristallines de quelques nanomètres,
le plus souvent protégés par une coquille (systèmes cœur-coquille). Ces systèmes possèdent
de nombreux avantages. La synthèse chimique est rapide et peu onéreuse. De plus la taille des
nanocristaux est finement contrôlée. Selon la synthèse chimique appliquée, les nanocristaux
ont un diamètre entre 2 et 10 nm avec une dispersion inférieure à 5% [58] ce qui permet un
contrôle fin de la longueur d’onde d’émission. Ils sont très largement utilisés comme mar-
queurs fluorescents en biologie [9,10] ou pour la conversion en longueur d’onde dans les LEDs
et les lasers [59]. Ce travail de thèse porte sur la deuxième catégorie de bôıtes : les bôıtes
quantiques épitaxiées.
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a) e = 0 b) e < ec

c) e < ec d) e > ec

Fig. I.1 – Représentation schématique de la croissance de type Stranski-
Krastanov. Les “billes” vertes représentent le GaAs et les rouges l’InAs. a), b) et c) Les
premières couches d’InAs forment une couche cohérente et planaire sur le substrat GaAs. d)
Lorsque que l’épaisseur de cette couche e dépasse l’épaisseur critique ec des ı̂lots apparaissent
dûs à une relaxation élastique et reposent sur la couche résiduelle d’InAs dite couche de
mouillage.

La méthode la plus répandue pour obtenir des bôıtes quantiques auto-assemblées est
celle dite de Stranski-Krastanov. Cette méthode a été découverte accidentellement dans le
groupe de J. Y. Marzin en 1985 [60]. Elle exploite un mode de croissance particulier des
couches minces théorisée par I. Stranski et L. Krastanov en 1938. Dans le cas des bôıtes
InAs/GaAs, le principe est de faire crôıtre l’InAs sur un cristal monocristallin et planaire de
GaAs. Cette croissance est faite par une épitaxie à jets moléculaire (MBE pour Molecular
Beam Epitaxy en anglais). Un substrat planaire de GaAs est placé dans la chambre d’épitaxie
sous une très faible pression (de l’ordre de 10−12 mbar). Les matériaux à crôıtre (ici Ga, As
et In) sont évaporés via des cellules d’effusion et sont envoyés par jets moléculaires sur le
substrat. Pour pouvoir obtenir des bôıtes quantiques, il est crucial que le matériau composant
la bôıtes quantique ait un paramètre de maille légèrement supérieur à celui du matériau
composant le substrat (un peu moins de 7% de différence entre InAs et GaAs cf tableau
I.1). La couche d’InAs s’adapte dans un premier temps au substrat, constituant une couche
cohérente et planaire sur le GaAs. Au-delà d’une épaisseur critique de 1.7 monocouches
d’InAs, les contraintes dues au désaccord de maille relaxent élastiquement par une transition
structurale. Des ı̂lots apparaissent sur une couche 2D résiduelle que l’on appelle couche de
mouillage (ou WL pour wetting layer en anglais). La figure I.1 schématise ce processus de
croissance. Une fois les ı̂lots formés, ils sont recouverts par du GaAs, ce qui permet d’obtenir
des structures optiquement actives. Cette étape d’encapsulation modifie la morphologie et la
composition des ı̂lots du fait de la diffusion du GaAs dans l’InAs.
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1.1.2 Propriétés morphologiques

La figure (I.2) illustre la morphologie des bôıtes quantiques InAs/GaAs. On peut y voir
une image d’une coupe transverse réalisée au Microscope Électronique à Transmission (TEM
pour Transmission Electronic Microscopy en anglais). Les bôıtes quantiques auto-assemblées
ont généralement une forme de lentille aplatie de 10 à 20nm de diamètre et 1 à 5nm de hauteur.
Leurs dimensions dépendent des paramètres de croissance. Outre une localisation aléatoire
dans le plan de croissance, il existe une dispersion dans la taille, la forme et la composition
des bôıtes quantiques pour une même croissance. Toutefois cette dispersion peut être plus
ou moins réduite en effectuant un recuit de l’échantillon [61]. La couche de mouillage sur
laquelle repose les bôıtes quantiques est une couche 2D très rugueuse, constituée de une à
plusieurs monocouches atomiques (1 nm en moyenne).

GaAs
InAs

5 nm

WL

Fig. I.2 – Bôıte quantique auto-assemblée InAs/GaAs. Vue transverse d’une BQ InAs
au sein d’une matrice GaAs réalisée au microscope électronique en transmission (TEM). On
peut observer l’̂ılot d’InAs (la BQ) et une fine couche 2D d’InAs autour de la BQ que l’on
appelle couche de mouillage (WL pour Wetting Layer en anglais). Ces éléments sont délimités
par les traits blancs en pointillés. Image obtenue par A. Ponchet (CNRS/CEMES) Toulouse,
sur un échantillon fabriqué par J.M. Gérard (France télécom/CNET, 1993)

.

1.2 États électroniques

1.2.1 Structure de bandes des matériaux III-V

Comme nous l’avons évoqué en début de chapitre, le GaAs et l’InAs sont des semiconduc-
teurs III-V à gap direct cristallisant selon la structure Zinc-blende. Chaque maille élémentaire
est alors constituée de deux atomes avec 8 électrons de valence. Au sein d’un cristal massif
doté d’un grand nombre de mailles élémentaires, les orbitales de valence se combinent pour
former un ensemble de bandes d’énergie. Le maximum de la bande de valence et le minimum

de la bande de conduction se trouvent au même point Γ dans l’espace des
−→
k . Pour étudier

les propriétés optiques de ces semiconducteurs il suffit de connâıtre la structure de bande au
voisinage de ce point. Nous allons rapidement voir comment s’obtient cette description.

L’hamiltonien qui permet de rigoureusement décrire un solide s’écrit :
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∑
i

p2
i

2mi

+
∑
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, (I.1)

où mi,
−→r i et −→p i et Mj,

−→
R j et

−→
P j sont respectivement les masses, positions et les quan-

tités de mouvement de l’électron i et du noyau j. Zj est la charge du noyau j et e la charge
élémentaire de l’électron. Les deux premiers termes prennent en compte les énergies cinétiques
des électrons et noyaux du système. Les trois derniers correspondent aux interactions cou-
lombienne noyau-noyau, électron-électron et noyau-électron. La résolution de l’équation de
Schrödinger avec cet hamiltonien n’est pas envisageable car trop complexe. Néanmoins,
cette résolution devient possible au prix de quelques approximations. On peut tout d’abord
considérer que les électrons voient un réseau cristallin immobile (approximation de Born-
Oppenheimer). En d’autres termes on considère que les noyaux sont immobiles. La seconde
approximation (celle de Hartree-Fock) consiste à considérer que chaque électron est soumis
à un potentiel moyen V (−→r ). Ce potentiel tient compte du champ attractif des noyaux du
réseau cristallin et du champ répulsif des autres électrons. Les fonctions d’onde Ψ des états
à un électron vérifient alors :(−→p 2

2m
+ V (−→r )

)
Ψ(−→r ) = EΨ(−→r ) . (I.2)

Le potentiel V (−→r ) possède les mêmes symétries que celle du réseau cristallin. Le théorème
de Block stipule que les solutions de l’équation I.2 sont décrites dans la base des fonctions de
Bloch ψ

j,
−→
k

(−→r ) :

ψ
j,
−→
k

(−→r ) = ei
−→
k .−→r u

j,
−→
k

(−→r ) , (I.3)

où j est l’indice de la bande et
−→
k le vecteur d’onde. Le premier terme d’onde plane caractérise

l’invariance par translation dans le cristal. Le second, souvent appelé “fonction atomique”,
possède la périodicité du cristal. Le calcul des bandes, c’est-à-dire l’évolution de la dépendance

en
−→
k des énergies propres Ej(

−→
k ) associées aux états de Bloch peut alors se faire par plusieurs

méthodes. Pour les électrons de cœur qui sont très confinés dans le cristal, la méthode la plus
adaptée est celle des liaisons fortes. Les électrons de valence, qui sont susceptibles de jouer un
rôle dans les propriétés optiques du matériau, sont quant à eux faiblement confinés. Pour ces
électrons les méthodes du pseudopotentiel ou des ondes planes orthogonales [62] permettent
une description totale de la structure de bandes. Cependant elles restent très complexes et

lourdes à mettre en œuvre. Comme nous nous intéressons au voisinage du point Γ (
−→
k = 0), la

méthode
−→
k .−→p est alors la plus adaptée [63]. Cette méthode consiste à résoudre l’équation I.2

en
−→
k =

−→
0 et ainsi déterminer u

j,
−→
0

(−→r ) et l’énergie associée E
j,
−→
0

. Pour
−→
k 6= −→0 au voisinage

de
−→
k =

−→
0 les solutions sont trouvées avec la théorie des perturbations. Nous sommes alors

capable de tracer la structure de bandes de ces matériaux (GaAs et InAs pour notre part)
au voisinage du point Γ. Le lecteur s’intéressant aux différentes étapes de calcul pourra se
référer à [64].

Structure de bandes au voisinage du point Γ. Dans un premier temps, nous ne prenons
pas en compte le couplage spin-orbite (interaction entre le spin de l’électron et du champ
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magnétique créé par son mouvement). Chaque bande est alors caractérisée par son moment

cinétique orbital ~L et par son moment cinétique de spin ~σ. Au point Γ, les états électroniques
seront décrits dans la base d’états propres {|L,mz, σ, σz〉}. L est le nombre quantique associé
aux valeurs propres de L2, de la forme ~2L(L+ 1). Lz est la projection du moment cinétique
selon z avec comme valeurs propres ~mz. σ = 1/2 est le spin de l’électron, et on note
σz = ±1/2 la projection du spin suivant z. La structure de bande est visible sur la figure
I.3 a). La bande de conduction, caractérisée par L = 0, est de type S (analogie avec la
physique atomique). Elle est dégénérée 2 fois (deux orientations du spin de l’électron possible,
σz = ±1/2). La bande de valence, pour laquelle L = 1, est quant à elle de type P. Elle est
dégénérée 3×2 au point Γ (3 bandes 2 fois dégénérées par le spin σz = ±1/2). On peut noter
que dès qu’on s’éloigne du point Γ, les états électroniques ne sont plus des états propres de
L2 et Lz.

a) E

k

S

L=0

L=1
P

b)

k

J=1/2

J=1/2

J=3/2

E

�SO

Fig. I.3 – Structure de bandes des semiconducteurs à gap direct au voisinage du
point Γ. a) Structure de bandes sans tenir compte du couplage spin-orbite. La bande de
conduction de type S est caractérisée par son moment cinétique orbital L = 0. La bande de
valence de type P possède trois bandes de moment L = 1. b) Structure de bandes tenant
compte d’un fort couplage spin-orbite. Ce dernier conduit à une levée de dégénérescence
partielle de la bande de valence. On note ∆SO l’écart en énergie des bandes J = 3/2 et
J = 1/2 induit par le couplage spin-orbite (J est le moment cinétique angulaire total).

Effet du couplage spin-orbite. En réalité il est important de prendre en compte le
couplage spin-orbite. L’équation I.2 doit être réécrite tel que :(−→p 2

2m
+ V (−→r ) +HSO

)
Ψ(−→r ) = EΨ(−→r ) , (I.4)
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où HSO est l’hamiltonien d’interaction spin-orbite qui est proportionnelle à
−→
L .−→σ . Dans les

matériaux III-V le couplage spin-orbite est important [62]. Cet ajout de change pas la forme
générale des solutions mais a pour effet de lever partiellement la dégénérescence des bandes
de valence. Il est alors commode de caractériser les états électroniques du semiconducteur

massif au point Γ par le moment cinétique angulaire total
−→
J = −→σ +

−→
L . Les états électroniques

seront alors décrits dans la base d’états propres {|J, jz〉} associés aux opérateurs J2 et Jz.

J2 est le carré de la norme de
−→
J , et ses valeurs propres sont de la forme ~2J(J + 1). Jz

est la projection de
−→
J sur l’axe z dont les valeurs propres sont ~jz. Les deux bandes de

conduction |J = 1/2, jz = ±1/2〉 ne sont pas modifiées par le couplage spin-orbite puisque
leur moment cinétique orbital est nul (L = 0). Cependant ce couplage a pour effet de lever
la dégénérescence des bandes de valence. Il apparâıt alors un quadruplet caractérisé par
J = 3/2 composé de deux bandes appelées bande des trous légers |J = 3/2, jz = ±1/2〉
et bande des trous lourds |J = 3/2, jz = ±3/2〉 et un doublet caractérisé par J = 1/2,
|J = 1/2, jz = ±1/2〉. Le couplage spin-orbit a pour effet de décaler ce dernier doublet à des
énergies plus faibles. L’écart en énergie se note ∆SO et vaut pour GaAs 340 meV [62]. Ce
doublet se retrouve assez bas en énergie pour ne plus le prendre en compte (les électrons de
cette bande sont donc assimilés à des électrons de cœur). La figure I.3 b) illustre l’effet du
couplage spin-orbite sur les bandes de valence.

k

E

k

E

Contrainte 
bi-axiale 

compressive

hh
hhlh

lhso
so

Fig. I.4 – Effet de la contrainte sur les semiconducteurs III-V à gap direct au
voisinage du point Γ. En rouge la bande dite des trous lourds (hh pour heavy hole en an-
glais), en bleu celle des trous légers (lh pour light hole en anglais) et en noire celle du couplage
spin-orbite (so) (voir figure I.3). Une contrainte biaxiale compressive lève la dégénérescence
des bandes hh et lh au point Γ et induit également une augmentation du gap Eg.

Effets de la contrainte mécanique. Comme on l’a vu au paragraphe 1.1 les bôıtes
quantiques InAs sont entourées d’une matrice de GaAs (cf I.2). Cette matrice a pour effet
d’appliquer une contrainte compressive et bi-axiale sur la couche de mouillage et au sein des
bôıtes. Ces contraintes lèvent la dégénérescence entre la bande des trous légers (notées lh)

et celle des trous lourds (notées hh) au point Γ (
−→
k =

−→
0 ). La figure I.4 illustre cet effet.
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La bande des trous légers est décalée vers des énergies plus basses (de l’ordre de plusieurs
dizaine de meV [65]), assez loin pour ne considérer que la bande des trous lourds pour les
états de valence du système. La nature de la levée de dégénérescence des états lourds et légers
dépend fortement de la géométrie des systèmes considérés et des matériaux en jeu. Il existe
des configurations pour lesquelles l’effet montré plus haut est inversé (décalage à plus haute
énergie des trous légers. On pourra se référer à [66] pour une discussion plus approfondie.

1.2.2 États électroniques de la couche de mouillage

Comme nous l’avons évoqué précédemment, la couche de mouillage est une couche d’InAs
sur laquelle reposent les bôıtes quantiques (figure I.2). Cette couche est rugueuse, cepen-
dant nous pouvons considérer en première approximation qu’elle est parfaitement lisse. Cette
couche est un puits quantique : les porteurs sont confinés dans une seule direction de l’espace
(ici z) et libres de se déplacer dans le plan (x, y). Le calcul des niveaux d’énergies accessibles
aux électrons et aux trous au sein du puits peut être effectué dans le formalisme des fonctions
enveloppes [64]. Comme dans le paragraphe 1.2.1 les fonctions d’onde des porteurs peuvent
être décrites par des fonctions de Bloch :

Ψ
j,
−→
k

(−→r ) = φn,j(
−→r )u

j,
−→
k

(−→r ) . (I.5)

Cependant la partie d’onde plane en ei
−→
k .−→r qui traduisait l’invariance par translation dans

le cristal massif (cf I.3) devient une fonction φn,j qui varie lentement à l’échelle des mailles
cristallographiques et qui provient du confinement des porteurs dans la nanostructure. C’est
la fonction enveloppe, qui peut se mettre ici sous la forme :

φn,j = ei
−→
k ‖.
−→r ‖Φn,j(z) , (I.6)

où
−→
k ‖ et −→r ‖ sont respectivement le vecteur d’onde et le vecteur position dans le plan (x, y).

Le premier facteur ei
−→
k ‖.
−→r ‖ est la partie onde plane de l’état délocalisé dans le plan (x, y)

et le second facteur Φn,j(z) correspond à un état localisé dans la direction z. n est l’indice
de l’état localisé selon z et j est l’indice de la bande étudiée. Chaque bande j possède un
ensemble de niveaux d’énergies En,j, ces niveaux se comportant comme un continuum 2D.
La densité d’état correspondante présente donc un profil en marche d’escalier [67]. Dans le
cas des bôıtes quantiques InAs/GaAs, le fort confinement en z et la présence de contrainte
bi-axiale (voir section précédente) permet de ne considérer que les états de trous lourds pour
la bande de valence. De plus, seul le premier état n = 1 est confiné. La densité d’état présente
donc une seule marche.

En réalité la couche de mouillage n’est pas parfaitement lisse. Elle est composée de
“marches” d’une à deux couches atomiques [68] avec une valeur moyenne de 1.7 monocouches
(MC) au début de la nucléation des bôıtes quantiques [69]. Ces défauts se comportent comme
des bôıtes quantiques très aplaties. Pour une bande j donnée de la couche de mouillage il faut
alors remplacer le quasi-continuum 2D par une distribution d’états plus ou moins localisés.
Cela a pour effet d’adoucir le profil abrupt de la densité d’états comme illustré sur la figure
I.5.
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~40 meV~20 meV

1.7 MC 2 MC

E

�(E)

BV BC 

1.7 MC2 MC

Fig. I.5 – Densité d’états de la couche de mouillage. La rugosité de la couche de
mouillage se traduit par des queues de densité d’états. En pointillés sont représentées les
densités d’états de puits quantiques parfaits, d’épaisseur 1.7 MC et 2 MC. Les valeurs sont
issues de [65]. Cette figure est adaptée de [70].

1.2.3 États électroniques des bôıtes quantiques InAs/GaAs

Comme nous l’avons évoqué au début de ce chapitre une bôıte quantique est une na-
nostructure qui confine les porteurs dans les trois directions de l’espace, ce qui conduit à
une discrétisation des niveaux d’énergies accessibles. Les bôıtes quantiques InAs/GaAs auto-
assemblées ont généralement une forme de lentille aplatie dans la direction de croissance z
(direction [001] du cristal). De plus, elles présentent souvent une ellipticité dans le plan de
croissance [71]. En règle générale cette anisotropie est orientée suivant les axes cristallogra-
phiques [110] et [110] [72] mais il est possible de rencontrer des déviations par rapport à ces
axes. Le potentiel de confinement associé à une description réaliste de la bôıte est complexe
(non séparable, sans symétries), ce qui rend impossible une résolution analytique. Pour mieux
comprendre les phénomènes physiques en jeu, nous décrivons, dans une première approche,
la bôıte quantique comme un cylindre aplati. Nous verrons plus tard que la brisure de la
symétrie de révolution a un impact sur la structure fine du premier niveau excité de la bôıte
(section 1.4). Dans cette géométrie simplifiée, le potentiel de confinement Vc, prenant en
compte l’anisotropie de confinement entre la direction z et le plan (x, y) et les contraintes
compressives, a également une symétrie cylindrique d’axe z. Pour rappel, les niveaux discrets
de la bôıte quantique proviennent de la bande de valence (doublet |J = 3/2, jz = ±3/2〉 des
trous lourds) et de la bande conduction (doublet |J = 1/2, jz = ±1/2〉). Comme pour le
cas de la couche de mouillage, le calcul des niveaux d’énergies accessibles aux électrons et
aux trous au sein de la bôıte quantique peut être effectué dans le formalisme des fonctions
enveloppes. La fonction d’onde associée à la bande j s’écrit :

Ψ
j,
−→
k

(−→r ) = φn,j(
−→r )u

j,
−→
k

(−→r ) . (I.7)

La fonction enveloppe φn,j se factorise en deux parties. La première décrit le confinement
vertical (selon z). Comme dans le cas de la couche de mouillage, seul le premier état n = 1
est confiné (cet indice sera omis dans la suite pour simplifier). La seconde partie décrit le
confinement dans le plan transverse, et présente une symétrie cylindrique. On décrit cette
partie transverse dans la base des états propres enveloppes {|L,mz〉} qui sont associés aux
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opérateurs L2 et Lz. Les énergies EL,mz de chaque état sont calculées en résolvant l’équation
de Schrödinger adaptée à notre système (utilisation de l’approximation de masse effective à
une bande).

GaAs GaAsInAs

Ph

Sh

Se

Pe

BC

BV

Econf
e

Econf
h

EP

EP

e

h

ES
e

ES
h

a) Etats de conduction

Etats de valence

J=1/2, jz=+1/2-

J=3/2, jz=+3/2-

-

Sh, mz=0

Se, mz=0

Ph, mz=-1

-Pe, mz=-1 +Pe, mz=+1

+Ph, mz=+1

b)

Fig. I.6 – Schéma de niveaux dans une bôıte quantique. a) Schéma simplifié des
niveaux d’énergies au sein d’une bôıte InAs/GaAs. Seuls les états S et P sont confinés dans
le puits de potentiel créé par la bôıte. b) État fondamental de la bôıte quantique. Les ronds
noirs représentent les électrons. La bande de valence est entièrement remplie. Les flèches noires
(respectivement vertes) représentent les transitions interbandes (respectivement intrabandes)
admises entre les différents états enveloppes.

Cependant seul un nombre fini d’états peuvent être confinés au sein de la bôıte InAs du
fait de la valeur finie de la barrière de potentiel vue par l’̂ılot InAs dans la matrice GaAs.
Pour des bôıtes InAs/GaAs auto-assemblées assez petites (émettant à une longueur d’onde
inférieure à 1 µm) seuls les états qui ont une fonction enveloppe associée à L = 0 (état S
toujours par analogie avec la physique atomique) et L = 1 (noté P via la même analogie)
respectent cette condition. Pour des bôıtes plus grosses et émettant autour de 1.3 µm il faut
aussi considérer les états D (L = 2). On note Se et Pe (respectivement Sh et Ph) les états
confinés dans la bande de conduction (respectivement dans la bande valence). La figure I.6
a) illustre cet effet de confinement sur les niveaux accessibles pour les porteurs au sein de
la bôıte. La figure I.6 b) représente l’état fondamental de la bôıte où la bande de valence
est entièrement remplie et la bande de conduction entièrement vide (dans une représentation
purement électronique).

Nous pouvons décrire le système entier InAs/GaAs selon un diagramme densité-énergie.
Ce diagramme est schématisé sur la figure I.7. Les valeurs affichées sur la figure sont des
valeurs moyenne à température cryogénique (T = 4 K). Elles dépendent de la croissance et
de la morphologie des BQs.
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InAs BQ
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Fig. I.7 – Densité d’états d’une bôıte quantique auto-assemblée InAs/GaAs. Ce
diagramme n’est pas issu d’un calcul rigoureux, il ne représente que schématiquement les
niveaux d’énergie accessibles aux électrons et aux trous. Les valeurs de gap sont des valeurs
moyennes pour T = 4 K. Elles dépendent des paramètres de croissance.

1.3 Propriétés optiques d’une bôıte quantique

Dans cette section, nous allons décrire les propriétés optiques d’une bôıte quantique, et
préciser dans quelle mesure celles-ci confèrent à ces émetteurs des propriétés similaires à celles
d’un atome. Nous nous intéressons ici surtout aux transitions interbandes (entre la bande de
valence et celle de conduction).

1.3.1 Représentation des états de paire électron-trou

Lorsque la bôıte est dans son état fondamental, tous les électrons occupent les états de
valence, laissant entièrement vide les états de conduction. On notera par la suite cette confi-
guration |g〉 (g pour ground state en anglais). Lors d’une excitation interbande élémentaire,
un électron des états de valence est promu vers un état de conduction. Cette transition laisse
donc une place vacante dans les états de valence de la bôıte. Posons N le nombre total
d’électrons du système. Pour caractériser une excitation élémentaire, il faut décrire l’état de
conduction d’un électron et les états de valence des N − 1 électrons restants. En physique
du solide, ces électrons “absents” de la bande de valence sont décrits par une particule fic-
tive : le trou. Ces quasi-particules possèdent les mêmes caractéristiques que les électrons mais
toutes de signes opposées. Le mécanisme d’émission spontanée fait intervenir la recombinai-
son radiative d’un électron se trouvant sur un état de conduction avec un trou des états
de valence. La description à un corps (soit un électron, soit un trou pris séparément) n’est
donc plus adaptée. Il faut alors considérer une représentation à deux corps des états de paire
électron-trou confinés dans la bôıte quantique. Dans cette paire, l’électron est sur un état de
conduction et le trou sur un état de valence. Comme nous l’avons vu dans la section 1.2 les

19
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électrons des états de conduction seront notés dans la suite de chapitre tel que :

|e ↑〉 =

∣∣∣∣J =
1

2
, jz = +

1

2

〉
(I.8)

|e ↓〉 =

∣∣∣∣J =
1

2
, jz = −1

2

〉
. (I.9)

De même les trous des états de valence des trous lourds seront notés :

|hh ⇑〉 =

∣∣∣∣J =
3

2
, jhz = +

3

2

〉
(I.10)

|hh ⇓〉 =

∣∣∣∣J =
3

2
, jhz = −3

2

〉
. (I.11)

1.3.2 Règles de sélection optique et absorption

Pour décrire la création optique d’une paire électron-trou, il faut donc s’intéresser aux
probabilités qu’un électron initialement dans un état de valence |Ψi〉 passe dans un état de
conduction |Ψf〉 en absorbant un photon. L’hamiltonien de couplage entre l’électron et le
champ électromagnétique est bien décrit par l’approximation dipolaire (les termes d’ordres
supérieurs sont négligés car la bôıte est très petite devant la longueur d’onde du rayonne-
ment) :

H = −
−→
D.
−→
E , (I.12)

où
−→
D est l’opérateur dipôle électronique et

−→
E est l’opérateur du champ électromagnétique.

Comme nous l’avons fait précédemment (équ. I.7) les états s’écrivent dans le formalisme
de la fonction enveloppe par le produit d’une partie enveloppe φ et d’une partie atomique u
telle que :

|Ψi〉 = |ui〉|φi〉 et |Ψf〉 = |uf〉|φf〉 . (I.13)

La probabilité de transition dépend alors de l’élément de matrice :

〈Ψf |H|Ψi〉 = −
−→
E .〈φf |

−→
D |φi〉.〈uf |ui〉 −

−→
E .〈φf |φi〉.〈uf |

−→
D |ui〉 . (I.14)

Transitions intrabandes. Le premier terme de cette équation correspond aux transitions
intrabandes (illustrées par les flèches vertes de la figure I.6). Elle laissent invariante la fonction

atomique et couplent deux états enveloppes tels que 〈φf |
−→
D |φi〉 est non nul. Cette dernière

condition impose une variation du moment orbital enveloppe projeté sur z :

M mz = ±1 . (I.15)

La polarisation des photons émis est fixée par le produit scalaire
−→
E .〈φf |

−→
D |φi〉. Ces transitions

se produisent pour des énergies assez faibles. Typiquement une transition entre les états de
conduction Se et Pe (figure I.6 b)) pour une bôıte InAs se trouve à une énergie de l’ordre de
quelques 10 meV. Nous ne nous y sommes pas intéressé pour ce travail de thèse.
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1. Propriétés optiques des bôıtes quantiques auto-assemblées InAs/GaAs

Transitions interbandes. Le second terme correspond quant à lui aux transitions inter-
bandes (flèches noires de la figure I.6). Elles apparaissent entre des états de valence et des
états de conduction. Le produit scalaire des fonctions enveloppes 〈φf |φi〉 restreint ces tran-
sitions aux états enveloppes de même symétrie (S ou P dans le cas de notre système). De

plus, la condition 〈uf |
−→
D |ui〉 non nul impose une variation du moment cinétique total projeté

sur z :

M jz = ±1 . (I.16)

Enfin, la polarisation des photons émis est fixée par le produit scalaire
−→
E .〈uf |

−→
D |ui〉.

Excitons noirs et excitons brillants. Dans une représentation paire électron-trou, ces
règles de sélection permettent de déterminer quelles paires sont couplées à la lumière. Quatre
états de paire électron-trou peuvent être formés à partir des états |e ↑〉, |e ↓〉, |hh ⇑〉, |hh ⇓〉.
On caractérise ces états par la somme de leur moment angulaire total jehz . Ainsi, ces paires
seront dorénavant noté :

|e ↑, hh ⇓〉 ≡
∣∣jehz = −1

〉
et |e ↓, hh ⇑〉 ≡

∣∣jehz = +1
〉

(I.17)

|e ↑, hh ⇑〉 ≡
∣∣jehz = +2

〉
et |e ↓, hh ⇓〉 ≡

∣∣jehz = −2
〉
. (I.18)

Selon les règles de sélection interbande (équation I.16) seuls les états de paire possédant
jehz = ±1 peuvent être couplés à la lumière. La recombinaison radiative des états |e ↑, hh ⇓〉
et |↓⇑〉 entrâınera donc l’émission de photons polarisés circulairement droite σ+ ou gauche
σ−. Ce sont des états de paire électron-trou dit brillants (le terme d’exciton brillant est
aussi souvent utilisé par abus de langage). Les états |e ↑, hh ⇑〉 et |e ↓, hh ⇓〉 sont quant à
eux caractérisés par jehz = ±2. Ne pouvant mener directement à l’émission ou l’absorption
de photons, ce sont des excitons noirs. Cependant nous verrons par la suite que le spin des
porteurs de ces états noirs peut se relaxer vers des états brillants, pouvant ainsi se recombiner
radiativement en émettant un photon (voir chapitre IV).

1.3.3 Absorption optique du système bôıte quantique - couche de mouillage

Nous nous intéressons ici à l’absorption du système bôıte quantique - couche de mouillage,
sans prendre en compte la barrière de GaAs. Plusieurs types de paires électrons-trous peuvent
être créées au sein de notre système.

— Celle correspondant à la transition de plus basse énergie lie un électron de l’état S de
conduction de la bôıte et un trou de l’état S de valence. Cette paire est complètement
localisée au sein de la bôıte quantique et on la note SeSh. On parle d’état lié. Partant
du même principe les autres états liés du système sont ceux qui lient un électron et
trou des états P , on les note alors PePh.

— On peut également avoir des transitions à plus haute énergie provenant du contiuum 2D
de la couche de mouillage, liant des états délocalisés de valence et des états délocalisés
de conduction de cette couche. On note ces paires WLeWLh.

— D’autres transitions à une énergie intermédiaire ont été mises en évidence par Y. Toda
en 1999 [73]. Ceux sont des états croisés liant des états liés de conduction de la bôıte et
des états délocalisés de valence de la couche de mouillage et vice et versa. Ce sont des
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paires mixtes où un des porteurs est localisé dans la bôıte et l’autre est délocalisé dans
la couche de mouillage. On les note WLeSh et SeWLh (idem avec le niveau P , WLePh
et PeWLh). Ces états se comportent comme un quasi-continuum 2D − 0D.

Le groupe de R. Ferreira a calculé le spectre d’absorption d’une boite quantique typique
InAs/GaAs tenant compte de la présence de la couche de mouillage [59]. Il est visible sur la
figure suivante.

SeSh

SeWLh

PeWLh
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Fig. I.8 – Calcul du spectre d’absorption interbande d’une bôıte quantique
unique. Les raies sont identifiées dans une représentation électron-trou. Le trait plein est
issu d’un calcul prenant en compte la bôıte quantique et la couche de mouillage. Le trait en
pointillé est un calcul pour la couche de mouillage seule. Figure adaptée de la référence [74].

Comme on peut le voir sur ce graphe, le quasi-continuum des états croisés est en résonance
avec les états liés PePh de la bôıte quantique alors que les transitions SeSh sont spectralement
bien isolées de ce quasi-continuum (quelques dizaines de meV).

1.3.4 Excitation non résonante de la photoluminescence

Dans le cas d’une excitation non résonante, on excite généralement notre système avec
des énergies inférieures au gap GaAs (Eg(GaAs) = 1.52 eV) mais supérieures eu gap de la
couche de mouillage (Eg(WL) = 1.46 eV). La figure I.9 schématise une expérience de photo-
luminescence sous une telle excitation. Des porteurs libres sont injectés au sein de la couche
de mouillage. Aux cours de leur propagation, ces porteurs délocalisés peuvent rencontrer des
bôıtes quantiques. Ils sont alors piégés par le puits de potentiel de la bôıte et relaxent vers les
états liés S et P de la bôıte via un couplage aux phonons acoustiques et optiques du réseau
ou par recombinaison Auger avec des électrons de la couche de mouillage. Ces relaxations
assistées par phonons ou par effet Auger sont rendues possibles par la présence du quasi-
continuum des états croisés en résonance avec les états PePh de la bôıte. Ces mécanismes ont
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des temps caractéristiques de l’ordre de la pico-seconde [75]. Pour une discussion plus appro-
fondie sur les mécanismes de populations et de relaxations on pourra se réferrer à l’HDR de
Guillaume Cassabois [70].
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Fig. I.9 – Représentation schématique d’une expérience de photoluminescence
sous excitation non résonante. L’excitation laser crée des porteurs au sein de la couche
de mouillage. Ces porteurs se recombinent ensuite vers les niveaux Se et Sh de la bôıte via
l’absorption et l’émission de phonons acoustiques (ou par effet Auger) avec un temps de
l’ordre de la picoseconde. Et enfin l’exciton SeSh se recombine radiativement en émettant un
photon à l’énergie de la transition SeSh. Les boules rouges représentent les électrons et les
blancs les trous.

Du fait de cette résonance les porteurs des paires PePh subissent une relaxation vers les
autres états liés de la bôıte (ici SeSh) bien plus rapide que leur recombinaison radiative. Au
contraire, les paires SeSh sont bien isolées spectralement et constituent les états fondamentaux
d’électron et de trou. L’évolution de leur population est alors gouvernée par la recombinai-
son radiative des paires électron-trou. Notons aussi que ce caractère purement radiatif est
une conséquence positive du piégeage des porteurs dans la bôıte quantique. Contrairement à
d’autres nanostructures telles que les puits quantiques, ce piégeage évite en effet la diffusion
des paires électron-trou vers des centres de recombinaison non radiative tels que les dislo-
cations [76]. A faible puissance d’excitation, seule la raie d’émission liée à la recombinaison
radiative des états SeSh est présente alors que celle liée aux états PePh est absente. Notre
système se réduit alors à un système à deux niveaux où le niveau fondamental est le vide
d’exciton |g〉 et le niveau excité est la présence d’une paire de l’état SeSh.

Quand on augmente la puissance du laser d’excitation, plusieurs paires électron-trou sont
susceptibles d’être piégées dans la bôıte en même temps. Les charges se répartissent alors
selon le principe d’exclusion de Pauli. Les gammes de puissances utilisées pour ce travail de
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thèse restent suffisamment faibles pour se limiter au remplissage du premier niveau S de la
bôıte. La figure I.10 illustre les différents complexes excitoniques possibles. Le premier cas est
celui où seule une paire électron-trou est présente I.10 a). Cet exciton neutre se recombine
générant un photon à l’énergie ~ωX . Le second cas I.10 b) est celui où deux paires électron-trou
sont présentes. On parle alors de bi-exciton. La recombinaison du premier exciton engendre
l’émission d’un photon à une énergie ~ωXX différente de ~ωX . Cette différence en énergie
est due à l’interaction coulombienne entre les deux excitons et sa valeur dépend du degré
de confinement des charges. Elle varie donc d’une bôıte à une autre et elle est typiquement
de l’ordre de quelques meV pour les bôıtes InAs/GaAs [77]. Les deux derniers cas illustrés
sur la figure I.10 c) et d) sont des situations intermédiaires dans lesquelles un exciton et une
charge résiduelle (un électron ou un trou) sont piégés au sein de la bôıte. On parle alors
d’exciton chargé positivement (trou) ou négativement (électron). Le couplage coulombien
entre l’exciton et la charge entrâıne également un décalage spectral par rapport au cas de
l’exciton neutre [78,79].

�X �XX

a) b)

�X+

c) d)

�X-

Exciton neutre Biexciton Trion positif Trion négatifx4 x1 x2 x2

Fig. I.10 – Les complexes excitoniques du niveau S d’une bôıte quantique. a) Un
seul exciton est présent, il se recombine à une énergie ~ωX . b) Deux excitons sont présents.
On parle de bi-exciton. Le premier exciton se recombine à une énergie ~ωXX 6= ~ωX à cause
de l’interaction colombienne entre les deux excitons. c) (respectivement d)) Un exciton et un
trou (respectivement un électron) sont présents. On parle d’exciton chargé positivement (res-
pectivement négativement) ou de trion positif (respectivement négatif). Pour chaque cas de
figure, le degré de dégénérescence associé aux différentes configurations de spin est mentionné.

1.4 Structure fine des différents complexes excitoniques

1.4.1 Structure fine de l’exciton neutre

Comme nous l’avons mentionné dans les paragraphes précédents, l’état SeSh est constitué
par un électron de la première couche de conduction Se et un trou de la dernière bande de
valence de trou lourd Sh. Cet état est 4 fois dégénéré. Les états |↑⇓〉 et |↓⇑〉 sont les excitons
brillants et les états |↑⇑〉 et |↓⇓〉 sont les excitons noirs.

Interactions coulombiennes et levée de dégénéresecence entre excitons brillants et
noirs. Les interactions coulombiennes entre deux états de paire électron-trou présentent un
terme direct et un terme d’échange. Le terme d’échange qui couple les spins des électrons et
des trous lève la dégénérescence entre les états brillants et noirs. Ce résultat est vrai quelque
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soit la symétrie du potentiel coulombien. Ainsi pour une bôıte à symétrie cylindrique, la levée
de dégénérescence est présente. Cependant dans ce cas les états brillants restent deux fois
dégénérés. Pikus et Bir ont développé un traitement général de cette interaction d’échange des
excitons dans les semi-conducteurs. On pourra se référer à [80] pour un traitement complet.
Les états brillants sont envoyés à des énergies plus élevées tel que la différence entre brillants
et noirs ∆BN est de l’ordre de quelques centaines de µeV [72]. La littérature fait également
état d’une levée de dégénérescence des états noirs mais cela est surtout vrai pour des systèmes
où les états de valence des trous légers et lourds sont dégénérés ou quasi-dégénérés. Dans le
cas des bôıtes quantiques auto-assemblées InAs/GaAs, les états légers et lourds sont séparés
de plusieurs dizaines de meV du fait des contraintes bi-axiales résiduelles et du confinement
important au sein de la bôıte quantique. On peut alors considérer en première approximation
que les états noirs restent deux fois dégénérés. La figure I.11 a) illustre la structure fine d’une
bôıte InAs/GaAs où la symétrie de rotation est préservée.

Dédoublement des excitons noirs et brillants dans une bôıte asymétrique. Ce-
pendant, les bôıtes quantiques épitaxiées sont rarement invariantes par rotation autour de
l’axe de croissance z. On a vu dans la partie 1.1 que les BQs ont une forme de lentille aplatie
à base elliptique [81,82] brisant ainsi la symétrie de rotation. Les axes principaux de la bôıte
correspondent en général aux axes cristallographiques [110] et [110] que l’on notera par la

suite
−→
H et

−→
V respectivement. Outre une anisotropie de forme, une anisotropie de composition

au sein de la bôıte [83] ou une anisotropie de contrainte [68] peuvent expliquer la brisure de
symétrie du potentiel de confinement. Ces deux derniers cas ont été mis en évidence sur des
zones frontières où la densité des bôıtes quantiques est faible. La brisure de la symétrie de
rotation autour de l’axe z a pour effet de lever la dégénérescence des doublets correspondants
aux états brillants et noirs . Les états |+1〉, |−1〉, |+2〉 et |−2〉 ne sont alors plus des états
propres du système. Les nouveaux états propres sont une combinaison linéaire entre états
brillants d’une part et entre états noirs d’autres part tel que :

|H〉 =
1√
2

(|−1〉 − |+1〉) , (I.19)

|V 〉 =
1√
2

(|−1〉+ |+1〉) , (I.20)

|D1〉 =
1√
2

(|−2〉 − |+2〉) , (I.21)

|D2〉 =
1√
2

(|−2〉+ |+2〉) , (I.22)

avec |H〉 et |V 〉 les nouveaux états brillants et |D1〉 et |D2〉 les nouveaux états noirs. Les
états |H〉 et |V 〉 sont couplés à des ondes polarisées linéaires orthogonales πH et πV dont

les directions cöıncident avec le grand axe
−→
H et le petit axe

−→
V de la bôıte elliptique. Le

décalage en énergie entre |H〉 et |V 〉 ∆HV est directement mesurable dans une expérience
de micro-photoluminescence, et vaut en moyenne quelques dizaines de µeV [?,84]. ∆HV est
souvent appelé splitting de structure fine. Les états noirs |D1〉 et |D2〉 n’étant pas couplés
à la lumière il n’est pas possible de mesurer leur décalage en énergie lors d’expérience de
photoluminescence. Cependant, pour des systèmes très asymétriques, les états excitoniques
|+1〉, |−1〉, |+2〉 et |−2〉 se “mélangent” tous, ce qui permet d’avoir quatre états couplés à la
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lumière dont deux qui ont des composantes |+1〉 et |−1〉 majoritaires (états pseudo-brillants)
et deux où |+2〉 et |−2〉 sont majoritaires (états pseudo-noirs). Pour ces systèmes, les mesures
des décalages en énergie des états pseudo-noirs ont toujours été plus faibles que pour les états
pseudo-brillants [72]. On peut alors faire l’hypothèse que cela reste vrai dans notre cas. La
figure I.11 b) illustre la structure fine d’une bôıte InAs/GaAs de forme elliptique.
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Fig. I.11 – Structure fine de l’exciton neutre selon la symétrie de la bôıte. a) Bôıte
à symétrie cylindrique : les interactions coulombiennes d’échange lèvent la dégénérescence
entre états noirs et brillants. La différence en énergie ∆BN est de quelques centaines de
µeV [72]. b) Bôıte à symétrie réduite : levée de dégénérescence des états brillants et noirs.
∆HV est en générale de l’ordre de quelques dizaines de µeV et ∆D < ∆HV [85]. Ici le facteur
de normalisation pour les quatre états est omis par soucis de simplicité.

1.4.2 Structure fine de l’émission du bi-exciton neutre

Le bi-exciton neutre est composé de deux paires électron-trou piégées dans la bôıte. Du
fait du principe d’exclusion de Pauli, l’état bi-excitonique |XX〉 n’est pas dégénéré (figure
I.10 b)). Les spins des trous et des électrons ne peuvent prendre qu’une seule configuration,
à savoir deux électrons de spin opposés et deux trous de pseudo-spin opposés. L’état |XX〉
est un état singulet, qui s’écrit avec des états de spin électronique et de pseudo-spin de trou
antisymétrisés :

|XX〉 =
1√
2

(|⇑⇓〉 − |⇓⇑〉)⊗ (|↑↓〉 − |↓↑〉) . (I.23)
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La figure I.12 illustre l’émission radiative partant d’une configuration bi-excitonique. La
première paire électron-trou peut se recombiner via deux canaux |XX〉 → |H〉 et |XX〉 →
|V 〉. La recombinaison |XX〉 → |H〉 mène à l’émission d’un photon polarisé linéairement πH .
De la même façon, la recombinaison |XX〉 → |V 〉 mène à l’émission d’un photon polarisé
linéairement πV . Ainsi la recombinaison radiative du bi-exciton possède une structure fine
identique à celle de l’exciton. Il est important de noter que l’on parle ici de la structure fine
de l’émission du bi-exciton car en toute rigueur, il n’y a qu’un état bi-excitonique, donc on
ne peut pas parler de structure fine du bi-exciton.

|H
|V

|g

��

|XX

��

�V

�V

Fig. I.12 – Cascade radiative du bi-exciton neutre. Schéma à 4 niveaux montrant le
niveau du bi-exciton |XX〉 se recombinant en cascade via les états brillants |H〉 et |V 〉 en
émettant des photons polarisés verticalement et horizontalement. Ici les états noirs sont omis
par soucis de simplicité.

1.4.3 Structure fine des trions positifs et négatifs

Un trion est composé de deux charges de même signe possédant un spin opposé et d’une
charge du signe opposé au premier doublet. Dans ce cas l’interaction coulombienne d’échange
devient nulle du fait du théorème de Kramer. Ce théorème stipule qu’un système contenant
un nombre impair de fermions (qui sont ici les électrons et les trous) reste au moins deux fois
dégénérés si ce système est décrit par un hamiltonien symétrique par inversion temporelle
ce qui est le cas pour un trion en l’absence d’un champ magnétique extérieur [86]. Un trion
est composé de deux charges de même signe possédant un spin opposé et d’une charge du
signe opposé au premier doublet. Comme la charge supplémentaire peut prendre deux valeurs
de spin différents, un trion est deux fois dégénérés. Les deux états associés au trion positif
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s’écrivent : ∣∣X+
⇑
〉

=
1√
2

(|⇑⇓〉 − |⇓⇑〉)⊗ |↑〉 , (I.24)∣∣X+
⇓
〉

=
1√
2

(|⇑⇓〉 − |⇓⇑〉)⊗ |↓〉 . (I.25)

De la même manière, les deux états associés au trion négatif s’écrit :∣∣X−↑ 〉 = |⇑〉 ⊗ 1√
2

(|↑↓〉 − |↓↑〉) , (I.26)∣∣X−↓ 〉 = |⇓〉 ⊗ 1√
2

(|↑↓〉 − |↓↑〉) . (I.27)

La figure I.13 résume le mécanisme de recombinaison radiative pour les cas des trions. La
recombinaison radiative d’un trion

∣∣X+
⇑
〉
→ |⇑〉 (cas du trion positif qui laisse un état à un

seul trou |⇑〉) ou
∣∣X−↑ 〉 → |↑〉 (cas du trion négatif qui laisse un état à un seul électron |↑〉)

mène à l’émission d’un photon polarisé circulairement σ+ ou σ− selon l’orientation du spin
de la charge supplémentaire.

|X+ |

����

a) Trion positif

|

b) Trion negatif

|

����

X+ X- X-

Fig. I.13 – Recombinaison radiative des trions dans la représentation électron-
trou. a) Cas du trion positif. b) Cas du trion négatif.

1.5 Conclusion intermédiaire

Dans cette première partie de chapitre, nous avons discuté des propriétés électroniques
générales des bôıtes quantiques auto-assemblées et plus particulièrement des bôıtes InAs/GaAs.
Le procédé de fabrication des ces systèmes par épitaxie leur confère une morphologie typique
de lentille aplatie dans la direction de croissance z avec une base elliptique dans le plan
(x, y). Les contraintes bi-axiales et le fort confinement au sein de la bôıte nous a permis de
montrer que les états de valence impliquent uniquement la bande des trous lourds. A cause
des états croisés avec la couche de mouillage, seuls les états discrets SeSh sont bien isolés
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spectralement. Nous avons alors passé en revue les complexes excitoniques associés aux états
S : l’exciton et le bi-exciton neutre, et les trions, et discuté leur structure fine en l’absence
de champ magnétique. Nous verrons dans le chapitre III que la nature du dipôle optique as-
socié aux différents complexes excitoniques a un impact sur la technique de localisation tout
optique que nous proposons et démontrons. De plus, l’analyse des mécanismes de spin-flip
conduite au chapitre IV s’appuiera sur la description complète du système biexciton neutre
- exciton neutre.

Nous allons voir dans la prochaine section qu’une bôıte quantique dans un matériau massif
non structuré présente des limites importantes liées à la faible extraction de la lumière. Il est
alors crucial de placer la bôıte dans un environnement photonique bien choisi pour en tirer
tous les avantages.

2 Structures photoniques pour le contrôle de

l’émission spontanée

L’interaction matière-rayonnement est décrite par les trois mécanismes fondamentaux :
absorption, émission stimulée et émission spontanée. Comme nous l’avons vu au cours de
la section précédente l’émission spontanée est un processus aléatoire et irréversible où un
état électronique excité relaxe vers un état de plus faible énergie en émettant un photon. Ce
phénomène se produit de manière efficace lorsqu’une transition électronique présentant un
dipôle optique est couplée à un continuum de modes optiques. Après avoir défini ce phénomène
dans un environnement non structuré (matériaux massifs) nous allons discuter deux stratégies
pour contrôler efficacement l’émission spontanée à l’aide de structures diélectriques (l’utilisa-
tion des résonances plasmoniques via des structures métalliques sera également rapidement).
La première est l’utilisation de cavités optiques et la seconde l’utilisation de guides d’onde.
Ce travail de thèse se concentre sur la deuxième stratégie avec l’utilisation de nanofils pho-
toniques que nous présenterons plus en détail dans le chapitre II.

2.1 Règle d’or de Fermi - Taux d’émission spontanée

On modélise notre émetteur comme un système à deux niveaux d’énergie avec l’état
excité |e〉 et l’état fondamental |g〉. Ces deux niveaux sont séparés par une énergie ~ωem

correspondant à une longueur d’onde λem dans le vide. Comme nous l’avons vu au paragraphe
1.3.2 l’hamiltonien de couplage entre l’émetteur et le champ électromagnétique s’écrit :

H = −
−→
D.
−→
E (−→r em) , (I.28)

où −→r em est la position de l’émetteur,
−→
D est l’opérateur dipôle électronique et

−→
E (−→r em) est

l’opérateur du champ électrique à la position de l’émetteur. On considère un continuum de
modes µ de densité ρµ(ωem) et de polarisation donnée. Initialement les modes sont dans leur
état dit “vide” |0〉 : ils ne contiennent pas de photon. La règle d’or de Fermi nous indique
que la population de l’état excité |e〉 décroit exponentiellement dans le temps avec un taux
Γµ, donné par :

Γµ =
2π

~2
|〈e, 0|−

−→
D.
−→
E (−→r em)|g, 1〉|

2
ρµ(ωem) . (I.29)
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Pour un dipôle optique linéaire, on peut alors réécrire ce taux d’émission spontanée en
séparant les contributions associées aux caractéristiques propres de l’émetteur et celles as-
sociées à son environnement photonique tel que :

Γµ =
2π

~2

(
d2

em.cos2θ.Ezpf
2(−→r em).ρµ(ωem)

)
. (I.30)

Ce taux d’émission dépend, d’une part, de l’environnement électromagnétique avec l’inten-
sité des fluctuations de point zéro du champ électrique vues par l’émetteur Ezpf

2(−→r em) =
|〈0|E2(−→r em)|1〉| et la densité spectrale de modes ρµ(ωem) accessibles à la fréquence ωem.
D’autre part, il dépend des caractéristiques de l’émetteur avec le terme du dipôle associé à

la transition électronique d2
em = |〈e|

−→
D |g〉|

2
et de la direction de ce dipôle par rapport à la

polarisation du champ électrique local via le terme cos2θ (ce terme doit être moyenné si il
y a plusieurs modes). En 1946, Purcell est le premier à envisager de manière théorique le
contrôle du taux d’émission spontanée en proposant d’intégrer l’émetteur dans un environ-
nement électromagnétique contrôlé : une cavité résonante. Ceci augmente les fluctuations de
point zéro et la densité spectrale associées au mode de cavité. En conséquence, l’émission
spontanée dans le mode de cavité est accélérée.

Contrôle de l’émission spontanée : figures de mérite. Pour caractériser les perfor-
mances d’un environnement photonique donné, on a recours à plusieurs figures de mérite
importantes. La première est le facteur de Purcell Fp qui se défini comme le rapport entre
ΓM , le taux d’émission spontanée dans le mode d’intérêt M , et Γ0 le taux d’émission dans
un environnement non structuré qui sert de référence (pour nous le semiconducteur massif) :

Fp =
ΓM
Γ0

. (I.31)

Ce facteur a été initialement introduit pour les cavités optiques où l’accélération de l’émission
peut être très importante du fait d’un très bon confinement spatial et spectral du mode. Par
extension, on l’utilise aussi dans d’autres structures, comme les guides d’ondes. On parle
alors de facteur de Purcell généralisé.

La seconde figure de mérite, plus générale, est le facteur β défini comme la fraction de
l’émission spontanée couplée au mode optique d’intérêt :

β =
ΓM

ΓM + γ
, (I.32)

où ΓM est le taux d’émission spontanée couplée au mode M et γ le taux d’émission dans
tout le continuum des autres modes (on néglige ici les canaux de recombinaisons non-radiatifs
qui jouent un rôle négligeable dans nos systèmes). Une structure photonique mono-mode est
une structure pour laquelle β se rapproche de 1. La condition ΓM � γ peut être atteinte en
augmentant ΓM (effet Purcell avec les cavités optiques) ou bien en réduisant suffisamment γ.
Une forte inhibition de l’émission dans les modes non souhaités est possible via l’utilisation
de guide d’onde en exploitant un effet d’écrantage diélectrique ou un cristal photonique.

Considérons dans un premier temps une bôıte quantique dans un environnement non
structuré, plus particulièrement dans un milieu diélectrique linéaire, homogène et isotrope.
Ce premier cas de figure sera notre référence (Γ0) avant de pouvoir quantifier les modifications
apportées par des structures photoniques.
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2.2 Émission spontanée dans un matériau massif

Le milieu diélectrique dans lequel est immergé l’émetteur possède un indice de réfraction
n. On considère en première approximation que n est constant sur toute la plage de fréquence
en jeu. En d’autres termes nous négligeons les effets de dispersion. On peut décrire l’envi-
ronnement électromagnétique dans une base d’ondes planes. Le champ associé à ces ondes
s’écrit de façon générale :

−→
E (−→r , t) =

−→
P exp[i(ωt−

−→
k .−→r )] , (I.33)

où la polarisation
−→
P est orientée perpendiculairement au vecteur d’onde

−→
k . La relation de

dispersion s’écrit :

ω =
( c
n

)
|
−→
k | . (I.34)

Il faut commencer par déterminer la densité spectrale de modes ρ3D. Pour faciliter les
calculs on se place dans un volume fini V = L3, où L est très grand devant la longueur
d’onde λ, et on applique les conditions aux limites périodiques. Pour une polarisation donnée,
le nombre de modes δN accessibles pour un vecteur d’onde dont la norme est comprise entre
k et k + δk s’écrit :

δN =
4πk2(

2π
L

)3 δk = 2V

(
k

2π

)2

δk . (I.35)

En utilisant la relation de dispersion et en ayant à l’esprit que l’indice de réfraction n est ici
constant, on arrive facilement à :

ρ3D(ω) = 2
δN

δω
=
V

π2

(n
c

)3

ω2 . (I.36)

Un facteur 2 a été rajouté pour prendre en compte les deux polarisations possibles du champ.
La densité spectrale étant calculée, il nous faut maintenant trouver l’amplitude des fluctua-
tions de point zéro associées à un mode donné. Pour cela, nous utilisons une approche semi-
classique, sans rentrer dans le formalisme de la mécanique quantique. Nous normalisons alors
le champ électrique :

−→
E 0(−→r , t) = α0

−→
E (−→r , t) . (I.37)

de telle sorte que l’énergie électromagnétique du mode soit égale à ~ω
2

, qui est l’énergie de
point zéro d’un oscillateur harmonique quantique. On peut alors exprimer cette énergie en
intégrant sur tout le volume considéré :

1

2
~ω =

∫∫∫
ε0n

2|
−→
E 0(−→r )|2d3−→r = α2

0ε0n
2

∫∫∫
|
−→
E (−→r )|2d3−→r (I.38)

= α2
0ε0n

2V . (I.39)

Le champ normalisé s’écrit donc :

−→
E 0(−→r , t) =

√
~ω

2ε0n2V

−→
E (−→r , t) . (I.40)
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En utilisant la forme générale du taux d’émission spontanée I.30 nous trouvons la forme
analytique du taux d’émission spontanée Γ0 :

Γ0 =
1

3

dem
2ωem

3n

~ε0c3
. (I.41)

Le facteur 1/3 vient du fait que l’on moyenne sur toutes les orientations relatives entre
la polarisation et la direction du dipôle polarisation du dipôle (moyennage du terme en
cos2θ de l’équation I.30). On voit que dans cette expression le volume V a disparu. Nous
allons maintenant voir comment contrôler le taux d’émission via l’utilisation de structures
photoniques diélectriques comme les cavités optiques ou les guides d’ondes.

2.3 Microcavités optiques

La première stratégie qui a été mise en place pour contrôler le taux d’émission spon-
tanée est l’incorporation d’un émetteur au sein d’une cavité optique. Cette stratégie permet
d’accélérer l’émission spontanée via le couplage résonant entre un l’émetteur et un mode
de cavité. Ce n’est qu’en 1983 que l’accélération de l’émission spontanée prévue par Purcell
a été observée dans le groupe S. Haroche [87] en couplant un unique atome de Rydberg à
une cavité micro-onde. Puis une quinzaine années plus tard, cet effet a été observé pour
un ensemble de bôıtes quantiques InAs intégrées au sein d’un micropilier dans l’équipe de
J.M. Gérard [88,89]. D’autres types de structures ont ensuite été mises en place avec les
micro-disques et les cristaux photoniques bi-dimensionnelles [25].

2.3.1 Taux d’émission dans un mode de cavité

Couplage fort et couplage faible. Une cavité optique permet de confiner la lumière dans
les trois directions de l’espace discrétisant ainsi la densité de modes optiques accessibles aux
photons émis par l’émetteur (cet émetteur pouvant également absorber des photons des modes
de cavité). On s’intéresse à un unique mode à la fréquence ωc. Il y a donc trois systèmes en
interaction à considérer : l’émetteur modélisé comme un dipôle linéaire émettant des photons
à la fréquence ωem, le mode unique de la cavité à la fréquence ωc et le continuum des modes
optiques d’espace libre. Plusieurs paramètres permettent de caractériser le couplage entre ces
trois systèmes. Le couplage entre la cavité et le continuum d’espace libre est caractérisé par
le taux de photons perdus par la cavité. On le note Γc = ωc/Q avec Q le facteur de qualité
de la cavité. Il est lié à la durée pendant laquelle un photon est piégé dans la cavité et il est
contrôlé par la géométrie de la cavité. Le couplage entre l’émetteur quantique et le continuum
d’espace libre est caractérisé part le taux d’émission spontanée pour des directions ou des
fréquences qui ne cöıncident pas avec la résonance de la cavité. On le note γQD. Et enfin
le couplage entre l’émetteur et le mode de cavité est noté g. Il détermine à quelle vitesse
l’énergie s’échange de manière cohérente entre l’émetteur et le mode de cavité.

Le système global est dans le régime dit de couplage faible lorsque g < (Γc, γQD). Dans
ce régime les photons de la cavité sont perdus via le continuum d’espace libre avant qu’ils
soient réabsorbé par l’émetteur. Le processus d’émission reste par conséquent irréversible.
Le couplage fort est atteint lorsque g > (Γc, γQD). Dans ce cas le processus d’émission de
photons est réversible puisque les photons émis par l’émetteur peuvent être réabsorbés par
celui-ci avant qu’ils ne s’échappent de la cavité. Ce régime mène à la formation d’états
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mixtes émetteur-mode (oscillations de Rabi) à la résonance [15]. Ce phénomène peut être
très utile pour réaliser des couplages cohérents et des systèmes quantiques intriqués et indis-
cernables [90–92]. Cependant la mise en place d’un couplage fort est difficile d’un point de
vue technologique. Nous n’aborderons pas en détail ce régime dans ce manuscrit.

Effet Purcell. Dans le cadre du régime de couplage faible on peut considérer le système
couplé entre le mode de cavité et le continuum d’espace libre comme un quasi-mode dont la
densité d’états possède un profil Lorentzien avec une largeur à mi-hauteur ∆ωc = Γc :

ρ0D(ω) =
2

π∆ωc

∆ωc
2

4(ω − ωc)2 + ∆ωc
2 . (I.42)

La densité d’état est maximale pour un émetteur à résonnance. En normalisant le champ
comme dans la section précédente 2.2, on détermine les fluctuations de point zéro vues par
l’émetteur. Nous trouvons le maximum de l’amplitude des fluctuations de point zéro Emax

zpf

pour un dipôle se trouvant au maximum du champ électrique avec une direction de polarisa-
tion alignée avec la polarisation du champ :

Emax
zpf =

√
~ωem

2ε0n2Veff

avec Veff =

∫∫∫
n2(−→r )|

−→
E (−→r )|2d3−→r

n2max
(
|
−→
E (−→r |2

) , (I.43)

et n l’indice de réfraction à la position de l’émetteur et Veff le volume effectif du quasi-mode.
Ce dernier caractérise le confinement spatial du mode de cavité. En utilisant l’équation I.30
et I.42 pour un émetteur à la résonance avec le mode de cavité (ωem = ωc) on trouve le taux
d’émission spontanée maximum :

Γmax
cav =

2dem
2Q

~ε0n2Veff

. (I.44)

En utilisant le taux d’émission Γ0 du même émetteur dans un matériaux massif d’indice de
réfraction n I.41 on trouve le facteur de Purcell du mode de cavité :

Fp =
Γmax

cav

Γ0

=
3

4π2

Q(λc/n)3

Veff

. (I.45)

Il est donc possible d’accélérer le taux d’émission en augmentant le facteur de qualité Q et
en réduisant le volume effectif Veff du mode discret considéré. Comme évoqué en début de
section il existe différents types de cavités optiques permettant un confinement plus ou moins
important et donc une accélération de l’émission plus ou moins forte.

2.3.2 Quelques exemples de cavités optiques

Plusieurs approches ont été envisagées au cours des vingt dernières années pour réaliser
des cavités optiques diélectriques. La figure I.14 illustre les principales approches, qui sont
rapidement discutées dans la suite. En raison de progrès technologiques constants, leurs
performances ne cessent de s’améliorer.
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Cavités à micro-pilier. Les cavités à micro-pilier I.14 a) sont constituées de deux miroirs
de Bragg réalisés par épitaxie planaire en alternant des couches d’indice de réfraction n1 et n2

(les matériaux GaAs et AlGaAs sont souvent utilisés) dont l’épaisseur vaut λ/4ni (i = 1, 2)
avec λ la longueur d’émission de l’émetteur à la résonance de la cavité. Le micro-pilier est
ensuite formé par gravure sèche. L’émetteur est positionné dans une couche plus épaisse λ/n1

entre les deux miroirs de Bragg où se trouve confiné le mode de cavité. La réflectivité des
miroirs de Bragg est contrôlée en ajustant le nombre de couches les constituant. En général les
deux miroirs n’ont pas le même nombre de couches permettant d’obtenir un miroir inférieur
très réflectif et un miroir supérieur avec une transmission plus élevée. Ceci dégrade Q mais
permet d’extraire les photons préférentiellement vers le haut de la structure, plutôt que
vers le substrat. Le diamètre du micro-pilier est un paramètre crucial de ses structures. Il
doit être suffisamment faible pour restreindre l’extension latérale du mode est ainsi avoir un
volume effectif faible. Cependant des diamètres inférieurs à 1-2 µm réduisent les facteurs de
qualité [93]. Les volumes effectifs atteints dans la littérature sont de l’ordre de Veff ∼ 10(λ/n)3

pour des facteurs de qualité de l’ordre de Q ∼ 5 × 104. On peut citer [94] où un facteur de
qualité de 6.5× 104 pour un diamètre autour de 7 µm ou bien [95] où Q = 1.65× 105.

Cavités à cristal photonique. L’utilisation de cavités à cristal photonique est également
une approche intéressante. C’est en 2005 qu’une équipe à démontré pour la première fois
un contrôle de l’émission spontanée avec une bôıte quantique unique intégrée à une cavité
à cristal photonique [28]. Ces cavités sont obtenues en insérant un défaut local dans une
membrane bi-dimensionnelle où des trous sont gravés périodiquement. Il existe de nombreux
types de cavités à cristal photonique, mais l’une des plus performante et répandue est celle
obtenue en supprimant trois trous d’une membrane à périodicité triangulaire I.14 b). Ces
structures permettent d’obtenir des volumes effectifs très faibles de l’ordre de (λ/n)3 et de
réduire fortement l’émission dans les modes d’espace libre [96]. Cependant les facteurs de
qualité sont en général plus faibles qu’avec les cavités à micro-piliers. Un facteur de qualité
Q = 3× 104 a été reporté dans le groupe de Hennessy et al. en 2007 [90] avec une membrane
GaAs. L’utilisation de cavité en silicium (émission autour de 1.55µm) permet néanmoins de
réduire la sensibilité aux défauts de fabrication et un facteur de qualité Q = 2 × 106 a été
atteint en 2014 [97].
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a) Micro-pilier (a) Micropillar cavity (b) Photonic-crystal cavity (c) Nanobeamcavity (

(Reithmaier et al., 2004) (Ohta et al., 2011) (Srini

(a) Micropillar cavity (b) Photonic-crystal cavity (c) Nanobeamcavity

(Reithmaier et al., 2004) (Ohta et al., 2011)

(b) Photonic-cr tal cavity (c) Nanobeamcavity (d) Microdisk cavity

(Ohta et al., 2011) (Srinivasan and Painter, 2007)

b) Cristaux photoniques  c) Micro-disque  

Fig. I.14 – Exemples de micro-cavité optiques. Chaque panneau montre une image
réalisée par microscope électronique à balayage d’une structure réelle et un schéma illustrant
le couplage entre l’émetteur et la structure photonique. a) Cavité à micro-pilier contenant une
bôıte unique InAs entre les deux miroirs de Bragg AlGaAs/GaAs. Le nombre de couche du
miroir supérieur diffère de celui du miroir inférieur pour permettre l’extraction de la lumière.
L’image est tirée de [91]. b) Cavité à cristal photonique bi-dimensionnel sur membrane. La
bôıte quantique est au centre de la zone sans trous où le mode de cavité est confiné. Image
tirée de [90]. c) Cavité à micro-disque accueillant une couche de bôıte. Les émetteurs se
couplent aux modes de galerie du disque. Image tirée de [98]. Figure adaptée de [25].

Cavités à micro-disque. Finalement, les cavités micro-disque sont une autre classe de
cavités optiques qui permettent d’obtenir de très fort facteur de qualité. Comme leur nom
l’indique ce sont des disques diélectriques dont le diamètre est de l’ordre 1-10 µm pour une
épaisseur égale à λ/n. Ici le confinement de la lumière est dû à une série de réflexions totales
internes et les modes de cavité sont localisés en périphérie du disque I.14 c). Ces modes sont
appelés modes de galerie. La première démonstration de l’accélération de l’émission spontanée
d’une bôıte quantique unique InAs dans un micro-disque GaAs a été réalisée par B. Gayral
en 2001 [27]. Les volumes effectifs sont en général plus élevés qque dans l’approche précédente
mais cela est compensé par des facteurs de qualité plus élevés. Avec des micro-disques en
GaAs Q peut atteindre Q = 4 × 105 [98] et pour des micro-disques en Si Q = 5 × 106 [99].
Cependant l’extraction des photons via les micro-disques est délicate, la lumière se propageant
dans le plan du disque.

2.3.3 Avantages et limites des micro-cavités optiques

Le contrôle de l’émission spontanée à l’aide de micro-cavités diélectriques n’a eu de cesse
de s’améliorer au cours des vingt dernières années menant à des effets Purcell très grands
et donc à un β très proche de 1. J. M. Gérard et al. ont été les premiers à démontrer une
accélération Fp ∼ 5 en 1998 à l’aide d’une cavité à micro-piliers [26]. Dernièrement Fp ∼ 65
a pu être atteint en 2018 grâce à une cavité à cristal photonique [100]. L’accélération de
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l’émission a permis d’obtenir des photons très indiscernables [31]. Cependant cette approche
souffre de quelques limitations du fait que l’émetteur doit se trouver à la résonance du mode
de cavité. Cette résonance doit être spectrale (la bôıte quantique doit émettre une lumière
monochromatique à la fréquence du mode cavité) et spatiale (l’émetteur doit se trouver au
maximum du champ électrique à l’intérieur de la cavité). Comme nous l’avons vu dans la
première partie de ce chapitre, la méthode de croissance Stransky-Krastanov fait crôıtre des
bôıtes quantiques de manière aléatoire dans le plan orthogonal à la direction de croissance
z. De plus il existe une dispersion dans la taille, la forme et la composition des BQs pour
une même croissance menant à une dispersion spectrale inhomogène autour de 20− 50 meV.
Il n’est possible de contrôler la longueur d’émission de la bôıte que sur une plage de ∼
1 meV en jouant sur la température et cela s’accompagne généralement d’un élargissement
spectral. On comprend alors qu’il est très difficile sur un échantillon donné d’obtenir une
cavité optimale. Ces difficultés ont été surmontées au cours des dix dernières années avec la
mise en place de procédés de fabrication déterministes. Cela consiste à localiser spatialement
et spectralement la bôıte quantique avant de graver la cavité. C’est le groupe de A. Imamoglu
qui, en premier, a réalisé des cavités connaissant la position de l’émetteur à 50 nm près.
Ils ont utilisé un microscope électronique à balayage [101] ou bien un microscope à force
atomique [90]. D’autres équipes ont résolu la condition spatiale en “forçant” la nucléation
des bôıtes quantiques dans des trous à forme pyramidale [102,103]. Cependant ces techniques
ne peuvent pas donner l’énergie d’émission de l’émetteur. Le groupe de P. Senellart a réussi
a surmonter ce problème en développant une technique de lithographie in situ déterministe
[104]. La position et l’énergie sont repérées à T = 10 K par photoluminescence, puis un laser
insole une résine photosensible déposée à la surface de l’échantillon pour définir les cavités.
Ces techniques permettent l’obtention de cavités sur bôıte unique de très grande qualité
mais sont assez complexes à mettre en place demandant un grand effort technologique. De
plus il est important que l’émetteur soit monochromatique. Cette condition est remplie avec
des bôıtes quantiques auto-assemblées à température cryogénique mais ce n’est pas le cas
des émetteurs large bande comme les centres NV dans le diamant. Enfin, il est important
de noter que la réalisation de paires de photons intriqués ou le développement de calcul
quantique en optique linéaire demandent un grand nombre de sources de photons uniques en
accord spectral [105]. La réalisation de telles systèmes semble très difficile avec des cavités
optiques. Pour dépasser toutes ces limitations, l’utilisation d’un guide d’onde (au lieu d’une
cavité résonante) a été envisagée pour offrir un contrôle de l’émission spontanée sur une large
bande passante. Nous allons détailler cette stratégie dans la suite de ce chapitre.

2.4 Guides d’ondes

Une seconde stratégie pour contrôler le taux d’émission spontanée est de placer l’émetteur
au sein d’un guide d’onde optique. Plusieurs types de guides d’onde ont été développés depuis
les début des années 2000 pour se rapprocher de la limite β → 1. Les guides d’onde à cristaux
photoniques ou à plasmons permettent une accélération de l’émission dans un mode donné
comme pour les cavités. Cependant une autre méthode pour augmenter β est d’inhiber for-
tement l’émission dans les modes d’espaces libre γ (voir équation I.32). Les guides à cristaux
photoniques et les fils photoniques peuvent permettre cette forte inhibition. Comme pour les
cavités optiques on peut calculer le taux d’émission spontanée couplée à un mode guidé et
en déduire un facteur de Purcell.
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2.4.1 Taux d’émission dans un mode guidé

Dans un guide d’onde, la lumière peut se propager librement dans une seule direction alors
qu’elle subit un fort confinement dans les deux directions transverses. Pour plus de simplicité
on considère un guide d’onde infini suivant la direction z et supportant un seul mode guidé.
La forme générale du champ électrique associé à ce mode guidé s’écrit :

−→
E (−→r , t) =

−→
E (−→r ⊥)exp[i(ωt− kzz)] , (I.46)

où
−→
E (−→r ⊥) est la distribution du champ dans le plan perpendiculaire à l’axe z. Ici, le champ

se propage selon z avec une constante de propagation kz et à la fréquence angulaire ω.
Pour trouver le taux d’émission spontanée dans un mode guidé, il faut déterminer la

densité spectrale de modes accessibles ρ1D. Pour faciliter les calculs on se place dans le cas
où le fil a une longueur finie L� λem (λem étant la longueur d’onde d’émission de l’émetteur
modélisé comme un dipôle ponctuel) et on applique les conditions aux limites périodiques :
−→
E (z,−→r ⊥, t) =

−→
E (z + L,−→r ⊥, t). Il en résulte une quantification de kz avec un intervalle

∆kz = 2π/L. La densité de modes présents dans la structure est alors :

ρ1D(ω) =

{
0 si ω < ωco

2 L
2π|vg(ω)| si ω ≥ ωco

(I.47)

où vg = dω/dkz est la vitesse de groupe du mode considéré et ωco est la fréquence angulaire
critique (co pour cut-off en anglais) à partir de laquelle un dipôle ponctuel intégré dans la
structure est toujours couplé à ce mode guidé. Le facteur 2 correspond au fait que les modes
se propageant vers z > 0 et z < 0 sont pris en compte.

La densité spectrale étant calculée, il nous faut maintenant trouver le maximum de l’am-
plitude des fluctuations de point zéro associées à un mode donné. Comme nous l’avons déjà
fait dans le cas d’un émetteur dans un matériau massif (voir section 2.2), lorsque l’émetteur
se trouve au maximum du champ électrique nous trouvons :

Emax
zpf =

√
~ωem

2ε0n2LSeff

avec Seff =

∫∫
n2(−→r ⊥)|

−→
E (−→r ⊥)|2d3r

n2max
(
|
−→
E (−→r ⊥)|2

) , (I.48)

et n l’indice de réfraction à la position de l’émetteur et Seff la surface effective du mode guidé.
Ce dernier décrit la capacité du guide d’onde à confiner la lumière dans le plan transverse à z.
On peut le voir comme la section d’un guide imaginaire dans lequel est confiné une distribution
uniforme du maximum d’intensité du champ du guide réel, ces deux guides (imaginaire et
réel) confinant la même énergie. En reprenant l’équation I.30, pour un émetteur ponctuel
dont le dipôle est aligné avec la direction de polarisation de champ électrique, nous trouvons
un taux d’émission spontanée maximum :

Γmax
wg =

2dem
2ωem

~ε0n2Seff|vg(ω)|
. (I.49)

On peut remarquer que la longueur L introduite artificiellement pour le calcul a disparu.
Comme pour le cas de cavité, on définit un facteur de Purcell généralisé aux guides d’onde
tel que :

FP,wg =
Γmax

wg

Γ0

=
3

4πn

(λem/n)2

Seff

ng(ω) , (I.50)
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où ng(ω) = c/|vg(ω)| est l’indice de groupe du mode considéré à la fréquence ω. Comme
pour les cavités optiques, ce facteur caractérise la modification du taux d’émission spontanée
lorsque la bôıte quantique se trouve dans un guide d’onde. D’ailleurs, ces deux facteurs
(equ. I.45 et I.50) ont une profonde analogie. On y retrouve le paramètre caractérisant le
confinement spatial du mode (Seff ↔ Veff) et celui jouant sur la densité de modes accessibles
(ng/n ↔ Q). Pour avoir un fort facteur de Purcell il faut donc minimiser Seff et maximiser
l’indice de groupe ng. Nous allons voir dans la suite de cette section les principales stratégies
employés depuis les vingt dernières années pour réaliser des guides d’ondes.

2.4.2 Quelques exemples de guides d’ondes à fort β

Guides d’onde plasmonique. Une première stratégie est l’utilisation de structures à
guide d’onde métallique. Le but est de placer un émetteur très proche (quelques nanomètres)
d’un nanofil métallique. La lumière est ensuite couplée aux plasmons de surface guidé du
nanofil. Ce nanofil peut être très fin avec des diamètres correspondant à une petite fraction
de la longueur d’émission de l’émetteur menant alors à un fort confinement transverse du
mode (Seff � (λem/n)2). De plus le couplage peut se faire sur une large bande spectrale. En
2006 Chang et al. ont montré que théoriquement il serait possible d’atteindre des facteurs
de Purcell supérieurs à 500 sous certaines conditions [106]. C’est un 2007 qu’une première
réalisation expérimentale est accomplie en couplant une bôıte quantique collöıdale CdSe à
un fil plasmonique en argent (figure I.15 a)). Cependant seul une accélération de l’émission
spontanée de Fp,wg = 2.5 (β ∼ 0.7) a été atteinte [107]. Cette stratégie souffre d’une forte
limitation liée aux fortes pertes par absorption dans le métal [106,108]. Des solutions ont été
proposées comme coupler adiabatiquement un mode de plasmon à un guide diélectrique [106]
ou bien de créer un mode de plasmon entre deux nanofils métalliques [109]. Toutefois, ces
structures sont encore en cours de développement.
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b) Guides à cristal photonique c) Fil photoniquea) Fil plasmonique

Fig. I.15 – Exemples de guides d’ondes. Chaque panneau montre une image réalisée
par microscope électronique à balayage d’une structure réelle et un schéma permettant de
mieux comprendre comment les photons émis par la bôıte quantique sont guidés par ces
structures. a)Guide d’onde à fil plasmonique en argent couplé à une bôıte quantique unique
CdSe entourée par un cercle rouge sur l’image. Image tirée de [107]. b) Guide d’onde à cristal
photonique. La membrane à cristal photonique est suspendue et héberge en son centre une
couche de bôıtes quantiques (triangles jaunes). L’image est tiré de [110]. c) Guide d’onde à fil
photonique GaAs contenant une couche de bôıtes InAs. Le fil repose sur un miroir d’or (couche
jaune) doté d’une fine couche de SiO2 (couche verte) permettant une meilleure réflectivité.
L’autre extrémité du fil a une forme d’aiguille qui a pour but d’augmenter l’efficacité de
collection. Image tirée de [40]. Figure adaptée de [25].
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Guides d’onde à cristaux photoniques. Le second type de guide d’onde est celui des
guides à cristaux photoniques. Ici l’obtention d’un β proche de 1 se fait d’une part en di-
minuant la vitesse de groupe du mode guidé (effet de dispersion) mais aussi en inhibant le
couplage avec le continuum de mode d’espace libre (γ � Γ0). Ce type de guide a été proposé
dans les débuts des années 1990 avec l’intégration d’une ligne de défaut mono-mode au sein
d’une structure photonique 3D [111]. Cependant ce sont des membranes (2D) à cristal photo-
nique qui sont majoritairement utilisées car elles sont bien plus simples à fabriquer (voir figure
I.15 b) ). Le guide est créé en enlevant à la matrice photonique une rangée de trous. Puis
un émetteur comme une bôıte quantique est placée au centre de la rangée. Ces guides sont
capables en théorie de supprimer complètement le couplage aux modes de pertes (ou d’espace
libre) pour des dipôles planaires menant alors à β = 1 [112,113]. Mais ceci est vrai pour une
structure sans aucune imperfection de fabrication et pour une seule fréquence. En effet les
modes guidés par ces structures présentent une très forte dispersion de groupe, en d’autres
termes leur indice de groupe ng dépend fortement de la fréquence ω. Cette caractéristique
peut être utilisée pour accélérer fortement l’émission spontanée dans un mode donné. Effecti-
vement pour une gamme de fréquence plus ou moins restreinte on se retrouve dans le régime
dite des vitesses lentes. Ainsi en 2005 un indice de groupe ng ∼ 300 a été démontré à l’aide
d’une membrane silicium, pouvant mener à un facteur de Purcell Fp ∼ 60 [114]. Néanmoins
un indice de groupe élevé implique en général une plage spectrale restreinte pour l’utilisation
du guide et plus grande sensibilité aux imperfections de fabrication qui augmentent alors
les pertes optiques en transmission [115,116]. Mais un compromis peut être trouvé en ayant
un indice de groupe modéré. Le contrôle de ce paramètre est possible en jouant sur les pa-
ramètres géométriques du cristal photonique. Ainsi le groupe de P. Lodahl est parvenu à
obtenir un β record de 0.984 avec une une membrane GaAs (β > 0.9 sur plage spectrale de
10 nm) [35]. Ce même groupe avait également démontré β > 0.89 sur une plage de 20 nm en
2008 avec une structure GaAs plus simple [117].

Guides d’onde à fil photonique diélectrique. La dernière stratégie pour contrôler
l’émission spontanée d’un émetteur quantique est de l’intégrer au sein d’un nanofil diélectrique
à fort indice de réfraction (voir figure I.15 c)). C’est sur ce type de structure que porte
l’ensemble des résultats obtenus durant ce travail de thèse. Ces structures sont constituées
d’un cylindre diélectrique pouvant être obtenu en gravant un échantillon planaire ou bien
directement par épitaxie. Ces nanofils ont en général un grand indice de réfraction (comme
avec le GaAs dont n = 3.45). Ces guides supportent plus ou moins de modes guidés selon
le diamètre du fil. Nous y reviendrons dans le prochain chapitre plus en détail mais on
peut considérer que pour des diamètres d < (λem/4) un seul mode guidé est confiné dans
le fil. Ce type de structure est inspiré des travaux des années 1990 portant sur des lasers
dont la cavité est formée par un nanofil diélectrique en anneau [34,118]. La grande force
des nanofils est d’inhiber fortement l’émission spontanée dans les modes d’espace libre du
fait d’un effet d’écrantage diélectrique pour les dipôles perpendiculaires à l’axe du fil. Cet
effet sera détaillé dans la prochaine section. Pour rappel avec ce début de chapitre, une
bôıte quantique crue selon l’axe z peut être modélisée comme l’association de deux dipôles
perpendiculaires transverses (plan (x, y)). Dans ces conditions des simulations ont montré que
l’émission spontanée peut être couplée efficacement au mode guidé fondamental avec β > 0.95
pour un fil infini avec une bôıte placée sur l’axe du fil [36]. En 2011, une inhibition d’un facteur
16 dans les modes d’espace libre (γ ∼ Γ0/16) a été démontrée dans l’équipe [13]. Cette
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inhibition est comparable à celle mesurée dans le cas des guides d’onde à cristal photonique.
Mais contrairement aux cristaux photoniques les modes guidés par les fils diélectriques sont
très peu dispersifs permettant de maintenir leur efficacité optique sur une large plage spectrale
(∆λ > 100 nm a été calculé pour un fil infini [36]). Néanmoins ces structures ne permettent
pas une accélération significative de l’émission spontanée. Pour un dipôle transverse sur l’axe
du fil et pour un diamètre de fil optimal Γ = 0.9×Γ0 est atteint. Pour augmenter le facteur de
Purcell, on peut ajouter un miroir entre le substrat et le nanofil [37,38]. Dans ces conditions,
un facteur de Purcell Fp,wg ∼ 1.5 a été mesuré [13]. Nous y reviendrons dans le détail au
cours du chapitre II.

Ces structures permettent également une émission très directive et un couplage efficace à
un faisceau Gaussien. Ceci est rendu possible en modifiant l’extrémité supérieure du nanofil
pour élargir adiabatiquement le faisceau à la sortie de la structure [39]. Une extrémité en
forme d’aiguille a été d’abord mise en place en 2010 [40] réalisant une des sources de photons
uniques les plus brillantes à cette époque. Une autre extrémité en forme de “trompette” a
ensuite été étudiée, se révélant tout aussi performante mais moins sensible aux imperfections
de procédé de fabrication. Une transmission à un faisceau Gaussien supérieure à 99% a été
démontrée [43,44]. Les structures évoquées ici sont réalisées en gravant un échantillon planaire,
on parle de fil “top-down”. Cependant il est aussi possible de réaliser des nanofils photoniques
uniquement par épitaxie. On parle alors de structure “bottum-up”. En 2012 un nanofil InP
en aiguille intégrant une bôıte unique InAsP a été réalisé mais seul un β = 0.85 fut atteint
[41]. Cette équipe a également démontré une excellente transmission à un faisceau Gaussien
[45]. Ces structures sont donc des candidats sérieux dans le domaine de la cryptographie
quantique pour coupler efficacement des photons uniques à des fibres optiques [119,120] et
plus généralement pour des études d’optique quantique. De plus, une source de photons
uniques dans la gamme des longueurs d’ondes télécom a été réalisée avec ce type de fil
“bottum-up” crû sur silicium [42], facilitant l’intégration de cette technologie aux techniques
de communication actuelles.

2.5 Conclusion

Nous avons vu dans cette section que l’utilisation de guides d’onde pour contrôler l’émission
spontanée d’un émetteur quantique est une alternative prometteuse aux micro-cavités op-
tiques. En effet, un guide d’onde offre en général une large bande passante, ce qui permet de
réaliser des sources accordables en longueur d’onde, ou de collecter efficacement la lumière
issue de plusieurs transitions désaccordées. Parmi les guides offrant un fort β, les guides
métalliques offrent potentiellement une très forte accélération de l’émission spontanée, mais
souffrent de très fortes pertes par absorption. Les guides à cristal photonique permettent
une accélération notable de l’émission spontanée dans le mode guidé sur une plage spectrale
raisonnable, et inhibent simultanément l’émission dans les autres modes. Cette stratégie est
particulièrement adaptée à la réalisation de circuits photoniques intégrés (même si ces guides
d’onde présentent des pertes en transmission significatives, nécessitant le couplage à d’autres
guides pour la propagation sur de longues distances). Enfin, les guides à nanofils diélectriques
sont quant à eux très large bande. Les antennes optiques qui s’appuient sur cette stratégie ont
une émission très directive en champ lointain, qui présente de plus un profil angulaire gaus-
sien. Par contre, cette stratégie s’accompagne d’un faible facteur de Purcell, ce qui complique
la réalisation de sources de photons indiscernables.
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Le prochain chapitre porte sur les guides d’ondes à fil photonique et plus particulièrement
les antennes en “aiguilles”, stratégie introduite par notre équipe de recherche à la fin des
années 2000. Les différentes études réalisées au cours de ce travail de thèse portent sur ce
type de structure [40].
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2.1 Modèle Fabry-Perot . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60

2.2 Conception de l’antenne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 63
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CHAPITRE II. ANTENNES À FIL PHOTONIQUE

Le chapitre précédent nous a permis de poser le cadre général de ce travail de thèse, à
savoir l’étude de sources de photons uniques. Nous avons pu voir la grande diversité des
stratégies adoptées par la communauté scientifique durant les trente dernières années pour
concevoir et réaliser des sources de plus en plus performantes. Ce chapitre va se concentrer
sur les antennes à fil photonique qui sont au cœur des études menées dans ce manuscrit. Dans
un premier temps, nous étudierons en détail l’émission spontanée d’un émetteur quantique
intégré au sein d’un guide à fil photonique infini. En exploitant un modèle Fabry-Perot, qui
prend en compte la réflexion sur les facettes du fil, ceci nous permettra dans un deuxième
temps de décrire l’émission spontanée dans une structure finie. Cette approche modale offre
un cadre très intuitif pour la conception des antennes à fils photoniques. La dernière section
de ce chapitre portera sur l’échantillon utilisé lors de ce travail de thèse. Nous détaillerons
les procédés de fabrication pour le réaliser et ses principales caractéristiques structurales.
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1 Émission spontanée dans un fil photonique infini

Cette première section va nous permettre de définir les modes guidés par un fil diélectrique
cylindrique infini. Nous étudierons ensuite l’émission spontanée dans ces modes guidés, puis
dans les modes d’espace libre qui se propagent à l’extérieur du fil. Nous verrons que l’émission
couplée aux modes guidés peut être décrite analytiquement alors que celle liée aux modes
d’espace libre nécessite en général un calcul numérique plus lourd. Néanmoins le couplage aux
modes d’espace libre peut être appréhendé analytiquement dans l’approximation électrostatique
(limite des fils fins où d � λ). Enfin, nous étudierons la fraction β de l’émission spontanée
d’une bôıte quantique couplée au mode guidé fondamental.

1.1 Modes guidés par un cylindre diélectrique

On considère ici un fil photonique infiniment long de section circulaire et de diamètre d =
2a. Le fil, de fort indice de réfraction n, est plongé dans un milieu d’indice nc (figure II.1). Dans
une telle géométrie, le calcul des modes peut se faire analytiquement dans la base cylindrique
(r, θ, z). Seule l’équation de dispersion (à une inconnue) nécessite une résolution numérique.
Nous allons nous intéresser dans cette section aux différents modes guidés accessibles dans le
fil selon son diamètre d et la longueur d’onde de travail dans le vide λ.

d=2a

nc

a)

�r

n

z

n(r)

n

nc

r

b)

a�

Fig. II.1 – Géométrie du guide d’onde. a) Schéma d’un fil circulaire de diamètre d = 2a,
d’indice de réfraction n baignant dans un milieu d’indice plus faible nc. Une description en
base cylindrique (r, θ, z) sera adoptée au cours de ce chapitre. b) Indice de réfraction n(r) en
fonction de la position radiale r dans ce système.

1.1.1 Structure des modes guidés

Nous allons dans cette section détailler la démarche pour trouver la forme analytique
du champ électromagnétique des modes guidés par le fil diélectrique. Ces calculs sont basés
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sur le chapitre 3 de la référence [121]. Les composantes du champ électromagnétique seront

notées Er, Eθ, Ez, Hr, Hθ et Hz. Ici
−→
H est lié au champ magnétique

−→
B par la relation

−→
B =

µ0
−→
H avec µ0 la perméabilité magnétique du vide (l’aimantation des matériaux considérés est

négligeable). Les vecteurs −→e r et −→e θ n’étant pas constants, l’équation d’onde impliquant les
composantes transverses du champ est complexe. Cependant la composante en z du champ
est régie par l’équation de Helmhotz :

(∇2 + k2)

{
Ez
Hz

}
= 0 , (II.1)

où k = ωn/c et ∇2 est l’opérateur Laplacien donné par :

∇2 =
∂2

∂r2
+

1

r

∂

∂r
+

1

r2

∂2

∂θ2
+

∂2

∂z2
. (II.2)

Dans une structure cylindrique, le problème est traité de la manière suivante : on trouve
les composantes Ez et Hz avec l’équation (II.1), puis on exprime Er, Eθ, Hr et Hθ en fonction
de Ez et Hz grâce aux équations de Maxwell. On considère ici un mode guidé se propageant
selon z avec une constante de propagation kz. Le champ électromagnétique s’écrit donc :[−→

E (−→r , t)
−→
H (−→r , t)

]
=

[−→
E (r, θ)
−→
H (r, θ)

]
exp[i(ωt− kzz)] . (II.3)

Les relations donnant Er, Eθ, Hr et Hθ en fonction de Ez et Hz sont détaillées dans [121] et
il n’est pas nécessaire de les redéfinir pour comprendre ce qui suit. En exploitant la dépendance
en z du champ (II.3) on peut réécrire l’équation de Helmholtz (II.1) comme suit :[

∂2

∂r2
+

1

r

∂

∂r
+

1

r2

∂2

∂θ2
+ (k2 − k2

z)

] [
Ez
Hz

]
= 0 . (II.4)

Cette équation différentielle est séparable en r et en θ. En omettant des constantes de nor-
malisation, la solution peut donc s’écrire :[

Ez
Hz

]
= Ψ(r) exp(±ilθ) , (II.5)

où l est un entier positif ou nul qui correspond à l’indice azimutal des modes de propagation.
Physiquement, l joue le même rôle que le nombre quantique décrivant la composante selon z
du moment orbital angulaire d’un électron dans un potentiel à symétrie cylindrique. Ainsi,
le signe + correspond à une rotation du photon dans le sens horaire autour de l’axe z alors
que le signe − correspond à une rotation anti-horaire. Dans un fil photonique circulaire, il
n’y a pas de préférence sur le sens de rotation. Ces deux états sont donc dégénérés, sauf dans
le cas où l = 0. En développant l’équation (II.4), Ψ(r) est solution de l’équation différentielle
de Bessel d’ordre l : [

∂2

∂r2
+

1

r

∂

∂r
+

(
k2 − k2

z −
l2

r2

)]
Ψ = 0 . (II.6)

Les solutions de cette équation font intervenir les fonctions de Bessel et Ψ(r) s’écrira donc
de manière générale tel que :
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Ψ(r) = c1Jl(hr) + c2Yl(hr) si k2 − k2
z > 0 , (II.7)

Ψ(r) = c3Il(qr) + c4Kl(qr) si k2 − k2
z < 0 , (II.8)

où h2 = k2−k2
z , q

2 = k2
z−k2, ci des constantes, Jl et Yl les fonctions de Bessel de première et

seconde espèce d’ordre l respectivement et enfin Il et Kl les fonctions de Bessel modifiées de
première et seconde espèce d’ordre l respectivement. Dans le cas de la géométrie explicitée
sur la figure II.2 a) il faut s’intéresser à deux régions distinctes : l’intérieur du fil (r < a) et
l’extérieur (r > a), avec a le rayon du fil.

A l’extérieur du fil (r > a). Pour les modes guidés par le fil, kz doit impérativement être
supérieur à kc = ncω/c (soit k2

c − k2
z < 0). Ainsi dans la région r > a la solution est donnée

par l’équation II.8. De plus pour r → ∞ le champ évanescent doit tendre vers 0 imposant
c3 = 0. Ainsi pour r > a le champ électromagnétique d’un mode guidé s’écrit :[

Ez(
−→r , t)

Hz(
−→r , t)

]
=

[
C
D

]
Kl(qr) exp(±ilθ) exp[i(ωt− kzz)] , (II.9)

où C et D sont des constantes et q est donné par :

q2 = k2
z − k2

c . (II.10)

A l’intérieur du fil (r < a). On doit considérer ici le comportement du champ dans
la limite r → 0. En r = 0 le champ doit rester fini. Les fonctions Yl et Kl divergent en
0, ne pouvant alors être prises en compte pour décrire le champ à l’intérieur du fil : c2 =
c4 = 0 (équations II.7 et II.8). A l’interface r = a les composantes tangentielles du champ
électromagnétique doivent être continues. Au regard de l’équation II.9 on peut montrer que
la fonction Il ne convient pas. On en déduit alors que kz est inférieur à k = nω/c (soit
k2 − k2

z > 0). Ainsi pour r < a le champ électromagnétique d’un mode guidé s’écrit :[
Ez(
−→r , t)

Hz(
−→r , t)

]
=

[
A
B

]
Jl(hr) exp(±ilθ) exp[i(ωt− kzz)] , (II.11)

où A et B sont des constantes et h est donné par :

h2 = k2 − k2
z . (II.12)

Ces résultats nous permettent de définir une première condition nécessaire pour qu’un mode
guidé puisse exister :

nck0 < kz < nk0 avec k0 =
ω

c
. (II.13)

Avec les relations de Maxwell et les équations II.11 et II.9 nous trouvons la forme analy-
tique de toutes les composantes du champ électromagnétique du mode guidé à l’intérieur et à
l’extérieur du fil [121]. Pour un l donné, les conditions aux limites à l’interface entre le guide
diélectrique et le milieu l’entourant, imposant la continuité des composantes électriques Ez
et Eθ et magnétiques Hz et Hθ, nous mènent à la deuxième condition d’existence du mode :
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(
J
′

l (ha)

haJl(ha)
+

K
′

l (qa)

qaKl(qa)

)(
n2J

′

l (ha)

haJl(ha)
+
n2
cK

′

l (qa)

qaKl(qa)

)
= l2

[
1

(qa)2
+

1

(ha)2

]2(
kz
k0

)2

. (II.14)

Pour un l et une fréquence angulaire ω donnés, seules un nombre fini de valeurs propres
kz respectent les conditions des équations II.13 et II.14. Ces valeurs propres sont notées (kz)m
avec m un entier positif non nul. Ce dernier représente l’indice radial des modes de propaga-
tion. m = 1 correspond au premier mode satisfaisant la relation de dispersion II.13 et II.14,
m = 2 est le second, et ainsi de suite. Ainsi la forme générale du champ électromagnétique
associé aux modes guidés s’écrit :[−→

E (−→r , t)
−→
H (−→r , t)

]
=

[−→
E l,m(r)
−→
H l,m(r)

]
exp(±ilθ) exp[i(ωt− kzz)] . (II.15)

1.1.2 Familles de modes et conditions d’existence

Les différentes familles de modes guidés. Les modes guidés se classent en quatre
familles. Les premiers sont les modes dit “purs” Transverse Électrique TE (Ez = 0) et
Transverse Magnétique TM (Hz = 0). Ces modes se caractérisent par un indice azimutal nul
(l = 0) et ne sont pas dégénérés. Ils sont notés TE0m et TM0m.

TM01
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Fig. II.2 – Indice effectif des premiers modes guidés dans un fil photonique. Calcul
numérique des indices effectifs des premiers modes de propagation en fonction du diamètre
réduit d/λ. Les calculs sont effectués dans le cas d’un fil GaAs (n = 3.495) plongé dans l’air
(nc = 1). La zone grisée indique les diamètres réduits optimaux pour réaliser des sources de
photons uniques avec un fort β (> 0.85) : 0.20 < d/λ < 0.28 [37].
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1. Émission spontanée dans un fil photonique infini

Les deux autres familles de modes ont un indice azimutal l ≥ 1. Ce ne sont plus désormais
des modes “purs” TE ou TM mais des modes “hybrides” (les composantes Ez et Hz sont non
nulles). Si la composante électrique Ez est dominante par rapport à la composante magnétique
Hz alors le mode est noté EH ; et inversement si la composante Hz est majoritaire alors le
mode est noté HE. Ces modes sont doublement dégénérés (voir le paragraphe associé à la
discussion de l’équation (II.5)).

La figure (II.2) permet de visualiser les premiers modes guidés dans un fil photonique.
Nous y présentons l’indice effectif neff des premiers modes guidés dans un fil photonique en
fonction du diamètre réduit d/λ. L’indice effectif est égal à :

neff =
kz
k0

, (II.16)

soit le ratio de la vitesse de la lumière dans le vide sur la vitesse de phase du mode. On
remarque sur la figure que neff = nc = 1 lorsque le diamètre est égal au diamètre critique
dcritique d’apparition du mode. Ceci s’explique par le fait que lorsque l’on s’approche du
diamètre critique le champ est déconfiné à l’extérieur du fil, c’est-à-dire dans le milieu d’indice
nc. Par le même raisonnement, on comprend que lorsque le mode est très largement confiné
dans le fil (d�dcritique), neff tend vers n.

Conditions d’existence des modes. La figure II.2 nous indique que les modes guidés
apparaissent dans le fil pour des diamètres réduits supérieurs à des valeurs critiques. Seul
le mode HE11 est toujours présent dans le guide quel que soit le diamètre du fil : c’est le
mode fondamental. Les autres modes apparaissent pour des diamètres réduits bien précis.
Les valeurs de ces diamètres d’apparition proviennent de l’équation II.14. Cette équation
est quadratique en J

′

l (ha)/haJl(ha) et lorsque nous la résolvons pour cette quantité, nous
obtenons deux équations correspondant aux deux racines de II.14. Les valeurs propres issues
de ces deux équations se référent aux deux classes de modes EH et HE (voir paragraphe
précédent). On a alors pour les modes EH :

Jl+1(ha)

haJl(ha)
=

(
n2 + n2

c

2n2

)
K
′

l (qa)

qaKl(qa)
+

(
l

(ha)2
−Rl

)
, (II.17)

et pour les modes HE :

Jl−1(ha)

haJl(ha)
= −

(
n2 + n2

c

2n2

)
K
′

l (qa)

qaKl(qa)
+

(
l

(ha)2
−Rl

)
, (II.18)

avec

Rl =

[(
n2 − n2

c

2n2

)2(
K
′

l (qa)

qaKl(qa)

)2

+

(
lkz
nk0

)2(
1

(qa)2
+

1

(ha)2

)2
]1/2

. (II.19)

Les modes TE et TM sont obtenus pour l = 0. Dans ce cas particulier les équations II.17
et II.18 deviennent :

J1(ha)

haJ0(ha)
= − K1(qa)

qaK0(qa)
(TE) (II.20)

J1(ha)

haJ0(ha)
= − n2

cK1(qa)

n2qaK0(qa)
(TM) (II.21)
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Pour un m donné ces deux équations conduisent aux mêmes diamètres critiques d’apparition
tel que : (

d

λ

)
0m

=
x0m

π
√

(n2 − n2
c)
, (II.22)

où x0m est le m-ième zéro de la fonction de Bessel J0(x).

Pour l = 1 les modes HE1m et EH1m apparaissent pour des diamètres réduits supérieurs
à : (

d

λ

)
1m

=
x0m′

π
√

(n2 − n2
c)
, (II.23)

où m′ = m pour les modes EH1m et m′ = m − 1 pour les modes HE1m ; x0m est le m-ième
zéro de la fonction de Bessel J1(x), en ne comptant pas celui à x = 0. Il est important de
noter que le mode HE11 est toujours présent dans le guide quelque soit le diamètre du fil.
C’est le mode guidé fondamental.

Pour l > 1 les conditions d’apparition sont données par des formules plus complexes :(
d

λ

)EH

lm

=
xlm

π
√

(n2 − n2
c)

(II.24)

(
d

λ

)HE

lm

=
zlm

π
√

(n2 − n2
c)
, (II.25)

où xlm est le m-ième zéro de la fonction de Bessel Jl(x) et zlm est la m-ième solution de
l’équation :

zJl(z) = (l − 1)(1 +
n2

n2
c

)Jl−1(z) . (II.26)

Le tableau II.1 donne les valeurs numériques des diamètres réduits critiques des premiers
modes guidés qui sont présents sur la figure II.2.

Mode HE11 TE01 TM01 HE21 EH11 HE12(
d
λ

)
cri

0 0.229 0.336 0.364

−→
E ⊥(0) 6= −→0 −→

0 6= −→0

Table II.1 – Diamètre réduit critique pour les premiers modes guidés. Ces valeurs sont
calculées pour un fil de GaAs entouré d’air (n = 3.495 et nc = 1). La dernière ligne indique

la valeur du champ électrique transverse
−→
E ⊥ = Er

−→e r + Eθ
−→e θ sur l’axe du fil.

L’ensemble des études présentées dans ce manuscrit porte sur des antennes à fil photonique
possédant des diamètres réduits compris entre 0.2 et 0.3. Dans cette gamme, seuls les trois
premiers modes guidés HE11, TE01 et TM01 sont susceptibles d’être présents au sein du guide
(tableau II.1). Nous allons les présenter plus en détail dans le paragraphe suivant.
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1. Émission spontanée dans un fil photonique infini

Cartes de champ des premiers modes guidés. Les calculs menés dans cette section
nous permettent de connâıtre l’amplitude du champ électromagnétique pour chaque mode
présent dans le fil et pour un diamètre réduit donné. Une simulation, reprenant ces calculs,
a été réalisée avec un code disponible au laboratoire. La figure (II.3) présente les cartes
bi-dimensionnelles des composantes du champ électrique pour les trois modes HE11, TE01

et TM01, pour un diamètre réduit d/λ = 0.3. Pour chaque mode, le niveau d’intensité est
normalisé par max

(
[|Er|2 + |Eθ|2 + |Ez|2]1/2

)
. On peut remarquer sur cette figure que les

modes HE11 et TE01 sont très bien confinés à l’intérieur du fil : la majeure partie du champ
électrique se trouve à l’intérieur du fil. Contrairement à ces deux modes, l’amplitude Er du
mode TM01 est quasiment nulle à l’intérieur du fil. L’énergie se propage majoritairement dans
dans le milieu entourant le guide. Ceci se comprend très bien avec la figure II.2 où l’on voit
que, pour la plage de diamètre considérée, l’indice effectif de ce mode reste très proche de nc.

HE11

Er = 0 Ez= 0

E�= 0

TE01

TM01

a)

b)

c)

Er E� Ez

Fig. II.3 – Cartes de l’amplitude des composantes Er, Eθ et Ez associées aux
modes HE11, TE01 et TM01. Pour chaque mode, la couleur jaune correspond au maximum
d’intensité et le noir au minimum. Pour un mode donné, les composantes sont normalisées par
max

(
[|Er|2 + |Eθ|2 + |Ez|2]1/2

)
. La circonférence du fil est représentée par un cercle blanc.

Le calcul est réalisé pour un fil de diamètre réduit d/λ = 0.3.

Cette section nous a permis de mieux comprendre la structure des différents modes guidés
dans un fil photonique circulaire et infiniment long. Nous allons maintenant voir comment
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un dipôle optique linéaire et ponctuel peut se coupler à ces modes optiques.

1.2 Émission spontanée dans les modes guidés

On suppose dans la suite que l’axe z du fil cöıncide avec l’axe de croissance de la bôıte
quantique. Nous avons vu au cours du premier chapitre que les niveaux de valence d’une
bôıte quantique auto-assemblée sont construits avec des états de trous lourds : on peut par
conséquent associer à la transition optique interbande fondamentale de la bôıte quantique des
composantes de dipôles optiques transverses à z. Dans un premier temps, nous allons nous
intéresser à l’émission d’un dipôle optique linéaire, qui peut prendre une orientation radiale

(
−→
d r) ou orthoradiale (

−→
d θ). Nous verrons en fin de section comment utiliser ces résultats pour

modéliser l’émission spontanée d’une bôıte quantique. Comme nous considérons uniquement
des dipôles transverses, il ne peut pas y avoir de couplage à un mode guidé via sa composante
Ez. La composante Er du mode TM01 est très faible à l’intérieur du fil (voir figure (II.3)),
du fait de la discontinuité de Er à l’interface entre deux milieux à fort contraste d’indice. La
composante Eθ de ce mode est de plus nulle. Le couplage de l’émission spontanée entre notre
émetteur et le mode TM01 peut donc être négligé. Les deux seuls modes guidés à prendre en
compte dans le cadre de l’émission spontanée (et pour des diamètres d/λ < 0.3) sont donc le
mode HE11 (qui est deux fois dégénéré en polarisation), via le couplage avec les composantes
Er et Eθ et le mode TE01 via le couplage avec la composante Eθ (Er = 0).

Les antennes à fil photonique offrent des performances optimales pour le contrôle de
l’émission spontanée lorsque l’émetteur est placé sur l’axe du fil. Néanmoins, la croissance
des bôıtes auto-assemblées étant aléatoire dans le plan transverse, il y a une forte probabilité
de trouver des bôıtes hors axe. Nous allons donc examiner dans la suite les deux cas de
figures : émetteur sur l’axe et émetteur hors axe.

Émetteur sur l’axe du fil. Sur l’axe du fil le mode TE01 a un champ électrique nul.
Pour un fil ayant un diamètre réduit d/λ < 0.364 (valeur du diamètre critique d’apparition
du mode EH11, cf tableau II.1) un émetteur positionné sur l’axe ne pourra se coupler qu’au
mode guidé fondamental HE11 avec un taux d’émission spontanée ΓHE11 . Par symétrie, on
peut considérer uniquement le cas du dipôle radial. La figure II.4 représente ce taux d’émission
spontanée normalisé par Γ0, le taux d’émission spontanée dans le GaAs massif. Elle présente
également le taux d’émission γ dans les modes d’espace libre qui sera discuté dans la section
1.3. On peut remarquer que ΓHE11 est très proche de zéro pour des petits diamètres (d/λ <
0.15). Dans ce cas le mode est largement déconfiné à l’extérieur du fil, sa surface effective
Seff augmentant fortement lorsque d/λ diminue. On observe également que pour des plus
grands diamètres (d/λ > 0.25), ΓHE11 diminue. Le mode s’étend de plus en plus dans le fil.
Dans ce régime Seff crôıt comme d2. Entre ces deux régimes on atteint un optimum lorsque
d/λ ∼ λ/n. Plus précisément pour d/λ = 0.235, un confinement transverse du mode optimal
(Seff = 0.41×(λ/n)2), associé à une légère augmentation de l’indice de groupe (ng = 1.55×n)
permet d’atteindre ΓHE11 = 0.9× Γ0. Ceci témoigne d’un bon couplage entre l’émetteur et le
mode fondamental. Par contre il n’y a ici pas d’accélération de l’émission spontanée par effet
Purcell comme nous l’avons vu dans le cas des micro-cavités optiques.
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1. Émission spontanée dans un fil photonique infini

Ta
u
x 

n
or

m
ai

lis
é 
�/
�

0
�

d/�

�

���

�

�

���

�

��� ��� ������

�

�HE11

�EH11

��0.85

radiatif

�HE11guidé

Fig. II.4 – Émission spontanée pour un émetteur sur l’axe. Nous considérons toujours
un fil cylindrique de diamètre d infiniment long abritant un dipôle transverse sur son axe
(flèche noire au centre du fil). Le graphique du bas représente les taux d’émission spontanée
(normalisés par Γ0) dans les modes guidés HE11 (trait plein rouge), EH11 (trait pointillé rouge)
et dans les modes radiatifs (trait plein bleu) en fonction du diamètre réduit d/λ. Le graphique
du haut représente la fraction β d’émission spontanée couplée au mode fondamental HE11 en
fonction de d/λ. Figure extraite de [122].

Émetteur hors axe. Un émetteur hors axe brise la symétrie cylindrique du problème. Il
est alors nécessaire de séparer la contribution des dipôles orientés selon les directions radiale

et tangentielle
−→
d r et

−→
d θ. Le premier se couple uniquement au mode HE11, via sa composante

radiale et le second se couple aux modes HE11 et TE01 via leur composante tangentielle. La
figure II.5 illustre l’émission spontanée pour des émetteurs hors axe. a) représente un calcul
numérique des taux d’émission spontanée pour fil infini dont d/λ = 0.22 (avant l’apparition
du second mode guidé TE01) en fonction de la position radiale de l’émetteur 2r/d. Cette
figure nous révèle que le couplage au mode fondamental se fait de façon assez similaire entre
les deux dipôles. On a de plus un couplage optimal au niveau de l’axe du fil mais qui se
dégrade en se rapprochant du bord du fil. Cette diminution illustre directement la baisse
d’amplitude du mode lorsqu’on se rapproche des flancs du fil.

La figure II.5 b) représente les taux d’émission spontanée en fonction de d/λ pour un
émetteur hors axe positionné à 2r/d = 0.6, en séparant les taux d’émission pour le dipôle
tangentiel en haut et radial en bas. On y voit la contribution des modes guidés présents pour
des fils dont d/λ < 0.4. Ce calcul est issu des mêmes simulations menées par Andreas D.
Osterkryger et Niels Gregersen du DTU Fotonik au Danemark.
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Fig. II.5 – Émission spontanée pour un émetteur hors axe. Nous considérons toujours
un fil de GaAs cylindrique de diamètre d infiniment long. a) Graphique du bas : Calcul du

taux d’émission pour les deux dipôles
−→
d r et

−→
d θ pour d/λ = 0.22 en fonction de leur position

radiale normalisée au sein du fil 2r/d. Ces deux dipôles se couplent de façon similaire au mode
fondamental HE11 (courbes rouges). Par contre le couplage aux modes radiatifs est fortement
affecté par l’orientation du dipôle (courbes vertes). Graphique du haut : Facteur β associé au
graphique du bas (voir sec. 1.4 pour le calcul détaillé). b) Calcul du taux d’émission spontanée
en fonction du diamètre réduit d/λ pour un émetteur hors axe positionné à 2r/d = 0.6. Le

graphique du haut vaut pour le dipôle tangentiel
−→
d θ et celui du bas pour le dipôle radial−→

d r. Les courbes jaune et violette font référence aux modes guidés supérieurs EH21 et EH11.
Les traits horizontaux en pointillés permettent de faire le lien entre a) et b) pointant sur
2r/d = 0.6 a) et d/λ = 0.22 b). Ces calculs sont issus de simulations vectorielles réalisées par
Andreas D. Osterkryger (DTU Fotonik au Danemark).

1.3 Émission spontanée dans les modes d’espace libre

L’émission spontanée ne se fait pas uniquement dans les modes guidés par la structure.
Comme nous l’avons vu au cours des paragraphes précédents une partie des photons est émise
dans les modes d’espace libre (continuum 3D de modes non guidés par le fil) avec un taux
γ. Dans cette section, nous allons voir que dans un fil photonique, l’émission dans les modes
d’espace libre est fortement inhibée par un phénomène d’écrantage diélectrique.

1.3.1 Écrantage diélectrique

On observe sur la figure II.4 une inhibition marquée de l’émission spontanée dans les modes
de d’espace libre. Le taux γ dans ces modes n’excède pas 0.1 × Γ0 pour d/λ < 0.3. Cette
inhibition provient d’un effet d’écrantage diélectrique. Le phénomène d’écrantage diélectrique
peut être décrit très simplement dans l’approximation électrostatique, c’est-à-dire pour un
diamètre de fil très petit par rapport à la longueur d’onde (d� λ/n).
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1. Émission spontanée dans un fil photonique infini

Écrantage diélectrique dans la limite électrostatique. La figure II.6 a) illustre ce
mécanisme au sein d’un fil cylindrique traversé par un champ incident perpendiculaire à son

axe. Lorsqu’un champ extérieur noté
−→
E inc est appliqué à un matériau diélectrique il induit

une polarisation diélectrique homogène (ceci est vrai dans l’approximation électrostatique),
menant à une distribution de charges négatives sur une des surfaces perpendiculaires au
champ incident et de charges positives sur la surface opposée. La polarisation induite par le

champ électrique incident
−→
E inc a pour effet de créer un champ électrique dépolarisant

−→
E dep

s’opposant au champ
−→
E inc et qui est donné par :

−→
E dep = −

(
n
nc

)2

− 1(
n
nc

)2

− 1 + p

−→
E inc , (II.27)

où p est un entier positif qui dépend de la géométrie considérée (pour un cylindre p = 2).
Pour un contraste d’indice fort (n/nc � 1), l’amplitude du champ dépolarisant tend vers

celle du champ incident. Le champ total dans le fil tend donc vers 0. En conséquence, les
fluctuations de point zéro des modes non guidés par le fil sont amorties [123]. En reprenant
la règle d’or de Fermi I.30 nous pouvons calculer le taux d’émission γ pour un dipôle linéaire
et transverse :

γ ∝

 p(
n
nc

)2

− 1 + p


2

ρ3D . (II.28)

Comme nous l’avons fait dans le chapitre précédent, nous normalisons ce taux par Γ0. Sachant
que Γ0 ∝ (n/nc)ρ3D (équation I.41) nous trouvons :

γ

Γ0

=
p2

n
nc

[(
n
nc

)2

− 1 + p

]2 . (II.29)

Dans le cadre de l’approximation électrostatique, ce résultat est valide pour tous les
dipôles transverses, même hors axe. On remarque que cet effet est d’autant plus marqué
que le contraste d’indice n/nc est fort. Dans notre cas où l’on travaille avec un fil de GaAs
plongé dans le vide, c’est-à-dire n/nc = 3.45, nous avons γ/Γ0 = 0.007. En ce qui concerne
les dipôles longitudinaux alignés avec la dimension infinie, ils ne subissent aucun écrantage
et présentent un taux γ/Γ0 = nc/n [124].

Cet effet d’écrantage apparâıt également pour des géométries différentes. La figure II.6
b) illustre ce mécanisme dans le cas d’une plaque infinie de faible épaisseur, d’un fil cylin-
drique et d’une sphère. Seuls les dipôles alignés selon les petites dimensions (flèches rouges
en pointillées) subissent un écrantage. Pour ces dipôles, les équations II.27 et II.29 sont va-
lides en utilisant p = 1 pour la plaque [125] et p = 3 pour la sphère [123]. La figure II.6 c)
présente le facteur d’inhibition Γ0/γ en fonction de n/nc pour les dipôles écrantés pour ces
trois géométries.

Écrantage diélectrique pour des diamètres finis. En réalité, nous ne sommes pas dans
l’approximation électrostatique car d∼λ/n lorsque le couplage au mode guidé est optimal. Le
taux d’émission γ doit alors être calculé par simulation numérique. Ces calculs sont présentés
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Fig. II.6 – Écrantage diélectrique dans la limite électrostatique. a) Illustration de
l’effet d’écrantage au sein d’un fil cylindrique d’indice de réfraction n baignant dans un milieu
d’indice nc. Le cercle gris correspond à la section circulaire du fil. Le champ électrique incident−→
E inc dont la direction est perpendiculaire à l’axe du fil a pour effet de créer une distribution
de charges sur les bords (signes + et -). Cette distribution créé à son tour un champ électrique

dépolarisant
−→
E dep. b) Écrantage diélectrique dans trois géométries différentes. A gauche une

plaque infinie d’épaisseur W ; au centre un fil cylindrique infini de diamètre d et à droite une
sphère de diamètre d. Les dipôles sont schématisés par les flèches rouges. Seuls les dipôles
polarisés le long des dimensions réduites des structures subissent un écrantage (flèches rouges
en pointillées). Les dipôles orientés selon les dimensions infinies ne subissent aucun écrantage
(flèches rouges pleines). Pour chaque géométrie le facteur d’inhibition Γ0/γ pour les dipôles
en pointillés est donné en fonction de n/nc. c) Γ0/γ en fonction de n/nc pour les dipôles
écrantés pour ces trois géométries. Cette figure est adaptée de la référence [37].

dans [36] et sur les graphiques des sections précédentes. Il existe plusieurs différences avec le
cas des fils fins où d� λ/n. Tout d’abord l’inhibition de l’émission dans les modes d’espace
libre est globalement réduite. Néanmoins cet effet reste suffisamment présent et un dipôle
transverse positionné sur l’axe du fil a un taux d’émission γ/Γ0 < 0.1 pour un fil de diamètre
normalisé d/λ < 0.3 [37] (figure II.4).

Dans l’approximation électrostatique, l’effet d’écrantage est homogène et isotrope, c’est-
à-dire que qu’il reste identique quelque soit la position et l’orientation du dipôle à l’intérieur
du fil. La figure II.5 a) nous montre que dans le cas réel (d/λ = 0.22) γr diminue quand on
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1. Émission spontanée dans un fil photonique infini

s’éloigne de l’axe. En effet, sur l’axe γr = 0.06× Γ0 et devient quasi nul pour r = 0.9× d/2,
traduisant le caractère non homogène de l’effet d’écrantage pour des fils plus épais. De plus
on observe une forte anisotropie de cette effet entre les dipôles radial et tangentiel (figure II.5
b)). Selon les dimensions du fil γr et γθ peuvent avoir des valeurs complètement différentes.

L’inhibition de l’émission spontanée a été observée expérimentalement en 2011 sur des
antennes à fils photoniques [40]. Bleuse et al. ont effectué des mesures de temps de vie
sur un ensemble de fils avec différents diamètres [13]. Pour des fils de faibles diamètres
d/λ < 0.16 dans lesquels l’émission dans le mode guidé peut être négligée, ils ont pu mesurer
une inhibition de l’émission dans les modes d’espace libre très marquée, avec γ/Γ0 = 1/16. Ce
facteur d’inhibition est comparable à ce qui peut être obtenu avec des structures beaucoup
plus complexes, comme les structures à cristaux photoniques 2D et 3D [126,127].

1.3.2 Modes quasi-guidés

La figure II.5 montre que les taux d’émission couplée au modes radiatifs γr et γθ ont
des profils complètement différents. L’anisotropie de l’effet d’écrantage n’est pas la seule
responsable de cette différence entre les deux dipôles. Il faut introduire le concept de modes
quasi-guidés (leaky modes en anglais) pour le comprendre.

On peut remarquer que quel que soit l’orientation du dipôle, les figures II.4 et II.5 b)
montre que γ augmente lorsque d/λ se rapproche du diamètre critique d’apparition des
modes guidés supérieurs pour ensuite diminuer rapidement dès que d/λ devient supérieur
au diamètre critique. Par exemple, pour un émetteur sur l’axe, la figure II.4 montre que
le couplage à ces modes radiatifs augmente significativement pour des fils dont d/λ > 0.3
avant l’apparition du mode guidé supérieur EH11 à d/λ = 0.364 (voir tableau II.1), pour
ensuite diminuer rapidement. La même observation peut être faite pour un émetteur hors
axe sur la figure II.5 b). Avant leur apparition stricte, les modes (hors le mode fondamental)
sont présents sous la forme de modes quasi-guidés. On peut considérer ces modes comme des
modes guidés qui dissipent progressivement de l’énergie en rayonnant vers les modes d’espace
libre.

Par exemple le second mode guidé TE01 apparâıt strictement à partir de d/λ = 0.229 (cf
tableau II.1). Cependant on le considérera comme quasi-guidé dès d/λ = 0.2. On peut aussi
remarquer sur la figure II.5 a) que le taux d’émission γθ (en fonction de la position radiale du
dipôle) a un profil spatial en forme d’anneau similaire à celui du mode TE01 (figure II.3 b)),
confirmant le lien fort entre les modes radiatifs et le mode TE01 juste avant son apparition
stricte. Avant les diamètres critiques, ces modes quasi-guidés sont comptabilisés dans les
modes radiatifs, ce qui se traduit par une hausse de γ. Mais l’effet d’écrantage reste présent
en ce qui concerne le couplage aux modes radiatifs (hors modes quasi-guidés) car γ chute
juste après le diamètre critique où ces modes ne sont plus comptabilisés dans les modes
radiatifs. Nous reviendrons sur la notion de mode quasi-guidé au chapitre III. La technique
de localisation qui y est présentée utilise un effet d’interférence entre les modes HE11 et TE01.
Elle fonctionne toujours lorsque TE01 est présent sous forme d’un mode quasi-guidé [55].
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1.4 Fraction couplée au mode fondamental : facteur β

1.4.1 Modèle de l’émetteur

Pour l’instant, nous avons décrit les processus d’émission spontanée pour deux dipôles

linéaires
−→
d r et

−→
d θ indépendants. Pour modéliser la bôıte quantique, on ajoute un ingrédient

supplémentaire : un couplage rapide entre ces deux dipôles (ici le terme rapide signifie plus
rapide que la dynamique d’émission spontanée). Un tel couplage a pour conséquence d’égaliser
les populations associées à ces deux dipôles. Dans ce cas, la dynamique de l’émission spontanée
dans un mode M est décrite par un taux moyen ΓM = 1

2

(
ΓrM + ΓθM

)
, avec ΓrM (resp. ΓθM) le taux

d’émission spontanée associé au dipôle radial (resp. tangentiel). Dans la suite, nous justifions
rapidement l’emploi de ce modèle pour décrire les principaux complexes excitoniques que l’on
retrouve dans une bôıte quantique.

Pour une bôıte chargée (trion positif ou négatif) la recombinaison radiative d’un exciton
est modélisée par deux dipôles circulaires et planaires notés −→σ + et −→σ − (figure I.13). Ces
deux dipôles circulaires peuvent être décrit, de façon équivalente, par deux dipôles linéaires
couplés de manière cohérente, avec une constante de temps très rapide (la période optique).
Par symétrie, le choix de la base pour décrire les dipôles linéaires est arbitraire, on peut
prendre en particulier la base cylindrique (−→e r,−→e θ).

En ce qui concerne une bôıte sans charge supplémentaire, la recombinaison radiative de
l’exciton neutre se comporte comme deux dipôles linéaires orthogonaux et perpendiculaires

à l’axe du fil selon les directions
−→
H et

−→
V (figure I.12). Ces axes ne cöıncident généralement

pas avec les axes
−→e r

et −→e θ. La description rigoureuse de l’émission spontanée fait donc intervenir les orientations

relatives des axes de la base (−→e r,−→e θ) et des axes
−→
H et

−→
V. Cependant, dans le cas particulier

où une relaxation de spin (spin-flip en anglais, voir chapitre IV) couple rapidement (et de
manière incohérente) les états |H〉 et |V 〉, leur populations s’égalisent. Dans ce cas, on peut se
placer dans n’importe quelle base pour décrire l’émission spontanée, validant ainsi le modèle
proposé ici.

Enfin, nous avons vu que le bi-exciton neutre (deux paires électron-trou piégées au sein
de la bôıte quantique) est un état singulet qui décline suivant les canaux H et V avec un
taux total ΓXX = ΓH + ΓV . On peut montrer que ΓXX = Γr + Γθ, pour tout choix de base
(−→e r,−→e θ) sans hypothèse supplémentaire.

1.4.2 Facteur β

Comme nous l’avons évoqué lors du premier chapitre, les structures photoniques sont
caractérisées par la figure de mérite β (équation I.32) qui permet de caractériser l’efficacité
du couplage entre l’émetteur et un mode optique (mode de cavité pour les structures à micro-
cavité ou mode guidé pour les guides d’onde). Dans le cas du fil photonique, β caractérise la
part de l’émission spontanée couplée au mode guidé fondamental HE11. Il s’écrit :

β =
ΓHE11

ΓHE11 + Γg + γ
, (II.30)

avec Γg le taux d’émission spontanée dans les autres modes guidés potentiels. En considérant
le modèle de l’émetteur du paragraphe précédant, β est calculé en utilisant les taux d’émission
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1. Émission spontanée dans un fil photonique infini

spontanée moyens ΓHE11 = 1
2

(
ΓrHE11

+ ΓθHE11

)
, Γg = 1

2

(
Γrg + Γθg

)
et γ = 1

2

(
γr + γθ

)
.

Cas du fil infini. La figure II.4 montre ce facteur β en fonction de d/λ dans le cas où
l’émetteur est positionné sur l’axe. A défaut d’une accélération de l’émission spontanée, la
forte inhibition dans les modes d’espace libre permet d’atteindre une émission quasi mono-
mode avec β = 0.95 pour d/λ = 0.25. On remarque également que β > 0.85 sur une large
plage de diamètre réduit 0.2 < d/λ < 0.28. Une telle tolérance permet de réduire fortement les
contraintes de fabrication. En effet pour une émission à λ = 950 nm, des fils GaAs ayant des
diamètres entre 200 nm et 300 nm permettent d’obtenir un très bon couplage au mode HE11.
De plus cela indique que ces structures permettent de contrôler l’émission spontanée sur une
large bande spectrale, ce qui est un grand avantage compte-tenu de la dispersion spectrale
des bôıtes quantiques. Cela nous permet aussi de pouvoir collecter efficacement plusieurs
transitions d’une même bôıte (exciton et bi-exciton), ce qui est crucial pour pouvoir réaliser
des sources de paires de photons intriqués [48,49].
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Fig. II.7 – Facteur β pour un émetteur isotrope dans un fil semi-infini GaAs.
Calculs issus de simulations menées pour un fil GaAs semi-infini reposant sur un miroir d’or.
a) Facteur β en fonction de la position radiale de l’émetteur et du diamètre réduit du fil.
b) Représentation de la section circulaire d’un fil dont d/λ ∼ 0.21 permettant de voir la
correspondance entre β et la distribution spatiale des bôıtes quantiques dans le fil. Figure
adaptée de [128].

Pour un émetteur hors axe, le facteur β se dégrade rapidement. Il est tracé sur la figure
II.5 a) (graphique du haut) en fonction de la position radiale de l’émetteur à l’intérieur du fil.
De manière générale, le couplage au mode guidé fondamental diminue lorsqu’on se rapproche
des bords du fil. De plus, pour des fils avec 0.2 < d/λ < 0.3, plus le dipôle se rapproche du
bord, plus il sera couplé au mode guidé (ou quasi-guidé) TE01. Ainsi β se rapproche de zéro
pour un émetteur très proche du bord.

Fil semi-infini reposant sur un miroir. Ce problème peut être réduit dans le cas d’un fil
GaAs semi-infini, l’extrémité inférieure reposant sur un miroir. Ce dernier permet d’accélérer
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l’émission spontanée dans le mode fondamental par un facteur proche de 2, de collecter plus
efficacement la lumière et aussi d’accélérer l’émission spontanée dans le mode fondamental.
Nous verrons dans la suite de ce chapitre que c’est la stratégie qui est adoptée pour réaliser
des antennes à fil photonique (voir section 2.1). Le groupe de Philippe Lalanne a effectué des
simulations numériques pour plusieurs positions radiales et plusieurs diamètres de fil dans ce
cas de figure. Le résultat de ces calculs est visible sur la figure II.7 a) qui représente le facteur
β en fonction de la position radiale de l’émetteur 2r/d et de d/λ. Pour un fil avec d/λ ∼ 0.21
et en considérant une distribution spatiale homogène des bôıtes quantiques dans le fil, une
bôıte sur 15 aura un β > 0.9, une sur 5 un β > 0.8 et le reste un β > 0.6 (figure II.7 b)).
Ceci nous indique que la position aléatoire des bôıtes permet de préserver un rendement de
fabrication raisonnable.

Nous allons voir dans la prochaine section comment exploiter ces nanofils pour réaliser
une antenne optique qui optimise la collection des photons par des optiques en espace libre.

2 Antenne à fil photonique

Nous avons pu voir que l’intégration d’une bôıte quantique dans un fil diélectrique infini
permet d’obtenir une émission mono-mode efficace (fort β) sur une large bande spectrale.
Néanmoins un fil réel est borné par deux facettes inférieure et supérieure, et présente une
longueur finie. La collection les photons émis par de telles structures dépend alors de la
géométrie de ces deux extrémités. Nous considérons un fil vertical reposant sur un substrat
planaire. En considérant un émetteur intégré au sein du fil, les photons émis ont autant de
chance de se coupler aux modes se propageant vers le haut et vers le bas. La collection se
faisant via la facette supérieure, la moitié des photons sont perdus. La solution est d’insérer
un miroir sous le fil avec une forte réflectivité modale pour le mode fondamental HE11. Le
second problème se trouve au niveau de l’extrémité supérieure. Dans la gamme de diamètre
considérée, le mode HE11 est fortement confiné : l’extension latérale typique du mode (∼ λ/n)
est petite devant la longueur d’onde dans le vide (λ). En conséquence, les photons quittent le
fil avec des angles très grands, limitant alors la collection de la lumière dans le champ lointain
[129]. La solution pour obtenir une émission directive est de déconfiner progressivement le
mode à l’extérieur du fil en réduisant progressivement le diamètre du fil [130]. L’extrémité
supérieure présente alors une forme de cône (ou d’aiguille) [39]. Ces deux solutions seront
détaillées au cours de cette section. Nous commencerons par introduire le modèle de Fabry-
Perot développé dans [36], nous permettant de modéliser simplement la structure, et d’obtenir
le taux d’émission spontanée ainsi que l’efficacité de collection des photons.

2.1 Modèle Fabry-Perot

La figure II.8 permet d’illustrer le modèle Fabry-Perot qui a été initialement introduit
par l’équipe de P. Lalanne pour modéliser ces structures. Un dipôle optique linéaire est placé
sur l’axe d’un fil. Il se trouve à une distance hb de la facette inférieure et ht de la facette
supérieure. Ce modèle fait l’hypothèse que les réflections des deux facettes du fil n’impactent
que le couplage au mode guidé considéré. Le couplage aux modes radiatifs se fait de la même
manière que dans le cas du fil infini. Nous n’avons besoin que de la position de l’émetteur et
des réflectivités rb = |rb|eiΦb et rt = |rt|eiΦt des facettes inférieure et supérieure pour pouvoir
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déterminer le taux d’émission spontanée de l’émetteur. Ce modèle simple donne des résultats
en bon accord avec des calculs vectoriels complets.

Substrat

A-

A+

d

rb

rt

T(�)

��

hb

ht

� �

Fig. II.8 – Schéma illustrant le modèle Fabry-Perot. Un dipôle linéaire
−→
d est placé sur

l’axe du fil. A+ et A− sont les amplitudes du mode guidé HE11 se propageant vers le haut et
vers le bas, respectivement. rt et rb correspondent aux réflectivités des facettes supérieure et
inférieure pour le mode guidé considéré. Le taux d’émission dans les modes radiatifs est noté
γ. L’intensité transmise en champ lointain T (θ) représente la fraction de l’énergie propagée
par le mode HE11 sortant du fil qui se trouve dans un cône défini par l’angle θ. Figure adaptée
de [36].

Taux d’émission spontanée. Nous verrons dans la prochaine section que l’extrémité
conique de l’antenne photonique annule la réflectivité de la facette supérieure (rt = 0). Seule
la facette inférieure joue le rôle de miroir et réfléchit les photons émis vers le bas. On note
A+ et A− les amplitudes du mode guidé HE11 se propageant vers le haut et vers le bas
respectivement. Elles sont données par :

A+ = As
(
1 + |rb|ei(Φ+Φb)

)
(II.31)

A− = As , (II.32)

où Φ = πneffhb/λ, neff l’indice effectif du mode considéré et λ la longueur d’onde dans le vide.
Φ représente la la phase accumulée lors de la propagation. As est directement lié au taux

d’émission spontanée couplée au mode fondamental dans un fil infini As =
√

Γ∞HE11
/2. Pour

que le taux d’émission spontanée soit maximal il faut des interférences constructives entre les
photons réfléchis et ceux se propageant directement vers le haut. En d’autres termes il faut
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que la phase du faisceau réfléchi soit égale à 2πm, avec m en entier strictement positif. Cette
condition définit une série de positions verticales optimales hm pour l’émetteur telles que :

2neffhm

λ
+

Φb

2π
= m . (II.33)

m = 1 correspond au nœud le plus proche du miroir inférieur. Pour un émetteur placé à
n’importe quelle hauteur hm, nous trouvons un taux d’émission spontanée couplé au mode
HE11 :

ΓHE11 = Γ∞HE11
(1 + |rb|) . (II.34)

L’ajout d’un miroir parfait (|rb| = 1) permettrait alors de doubler le taux d’émission spon-
tanée couplé au mode fondamental. Sachant que Γ∞HE11

/Γ0 = 0.9 pour d/λ = 0.23 (figure
II.4), une accélération par effet Purcell d’un facteur Fwg

p = 1.8 pourrait théoriquement être
atteinte.

Efficacité de collection. Outre le facteur β, une autre figure de mérite plus globale est
généralement utilisée pour caractériser les sources de photons à guides d’onde. C’est l’efficacité
de collection η(θ) définie par la fraction des photons émis par l’émetteur qui est collectée en
champ lointain dans un cône d’ouverture numérique NA = sin θ (figure II.8). Ce facteur est
défini tel que η(θ) = T (θ)|A+|2/(ΓHE11 +γ), avec T (θ) la transmission de la facette supérieure
dans ce même cône. En utilisant les équations précédentes nous trouvons alors :

η(θ) =
1

2
β∞

(1 + |rb|)2

1 + β∞|rb|
T (θ) . (II.35)

β∞ correspond à la fraction de l’émission couplée au mode fondamental dans le cas d’un fil
infini. Dans le cas optimal d’un miroir parfait |rb| = 1 et d’une transmission T (θ) = 1, η(θ)
ne dépend que du facteur β∞. Pour un fil dont d/λ ∼ 0.25 nous avons montré que β∞ = 0.95
(figure II.4) menant à une valeur maximale η(θ) = 0.97.

Efficacité externe. Pour caractériser la brillance d’une source de photons uniques, on
utilise souvent l’efficacité externe ηext(θ), définie comme la probabilité d’émettre un photon
dans une lentille d’ouverture NA = sin θ après une impulsion d’excitation. Considérant une
transition excitonique neutre X, ηext(θ) peut se décomposer de la manière suivante :

ηext(θ) = (pX≥1.ηrad.f0) η(θ) , (II.36)

où le terme entre parenthèses est lié à l’émetteur et η(θ) est lié à l’efficacité d’extraction du
fil. pX≥1 est la probabilité d’injecter au moins un exciton dans la bôıte quantique par impul-
sion d’excitation. Pour une puissance d’excitation assez élevée pX≥1 ∼ 1. ηrad est l’efficacité
quantique de la bôıte : c’est la probabilité que la bôıte quantique se désexcite via l’émission
d’un photon, plutôt que via un mécanisme de recombinaison non radiatif. Pour des bôıtes
auto-assemblées InAs il a été montré que les mécanismes de recombinaison non-radiatifs pou-
vaient être négligés pour des émetteurs suffisamment loin des bords du fil (50 nm de distance)
menant à ηrad ∼ 0.97 [12]. Ceci a été confirmé par les mesures de temps de vie menées par
J. Bleuse dans [13]. f0 représente la fraction temporelle pendant laquelle la bôıte reste dans
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2. Antenne à fil photonique

un état de charge neutre. Pour un environnement électrostatique parfaitement contrôlé au-
tour de l’émetteur f0 = 1. Dans ces conditions d’un émetteur quasi-parfait nous avons alors
ηext(θ) ∼ η(θ). Toutefois, nos antennes ne bénéficient pas encore de ce contrôle. On parvient
toujours à trouver des émetteurs pour lesquels f0 approche 1, mais une fraction significative
n’a pas un état de charge stable. C’est en pratique la principale source de déviation entre
l’efficacité externe et efficacité de collection.

Nous allons voir dans la suite quelles solutions technologiques ont été adoptées pour
réaliser le miroir inférieur et l’extrémité supérieure.

2.2 Conception de l’antenne

La figure II.9 a) schématise les antennes à fil photonique que j’ai utilisées au cours de
mon travail de thèse. Ces antennes reposent sur un miroir métallique à forte réflectivité
et possèdent une extrémité supérieure en forme de cône inversé permettant une émission
directive en champ lointain.

Miroir inférieur. Comme nous l’avons vu au cours du paragraphe précédent, il est im-
portant d’intégrer un miroir entre le fil et le substrat avec une réflectivité associée au mode
d’intérêt (mode fondamental HE11) la plus proche de 1. Il est aussi crucial que cette réflectivité
reste élevée sur une large plage spectrale pour pour préserver la bande passante de l’antenne.
La conception d’un tel miroir a été discutée en détail d’un point de vue théorique dans [36,38].
Plusieurs stratégies ont été envisagées, comme l’utilisation de miroirs de Bragg diélectriques.
Un miroir de Bragg planaire localisé sous le fil est inefficace car la lumière quitte le fil avec
des angles bien supérieurs à l’angle d’acceptance du miroir (20◦ pour un miroir GaAs/AlAs).
Une solution est d’intégrer directement ces miroirs de Bragg au sein du fil. C’est ce qui a
été proposé par Chen et al. [131] dans le cadre des nanolasers, montrant qu’une réflectivité
supérieure à 0.9 pouvait être atteinte. Cependant cette solution n’est adaptée que pour des
diamètres de fil supérieurs à d/λ > 0.3. Pour les diamètres inférieurs, le contraste d’indice
effectif diminue, ce qui implique un nombre énorme de périodes pour obtenir une réflectivité
significative, représentant un sérieux défi de fabrication. De plus, le contraste d’indice effectif
limité limite aussi l’étendue spectrale d’utilisation du miroir [132].

La solution qui a été adoptée est l’utilisation d’un miroir métallique d’or entre le substrat
et le fil. Un tel miroir a l’avantage d’être facile à intégrer et d’offrir une large bande spectrale
d’utilisation dans le domaine de l’infrarouge. La figure II.9 c) représente un calcul de la
réflectivité modale associée au mode HE11 (coefficient |rb|2) d’une couche d’or de 250 nm
d’épaisseur en fonction du diamètre réduit d/λ. Ce graphique nous apprend que |rb|2 chute
autour de zéro pour d/λ ∼ 0.2. Nous suspectons que ceci est principalement dû à un couplage
à des modes surfaciques de plasmons [38]. L’ajout d’une fine couche diélectrique (ici SiO2)
permet fort heureusement de restaurer une réflectivité élevée. Pour une couche d’épaisseur 9
ou 11 nm, |rb|2 > 0.9 sur toute la gamme de diamètres d’intérêt. En utilisant l’équation II.34,
une accélération par effet Purcell Fwg

p = 1.7 pourrait théoriquement être atteinte avec cette
structure. Notre équipe à démontré expérimentalement un facteur Fwg

p = 1.55 pour une bôıte
intégrée dans une telle antenne [13]. Le faible écart entre la mesure expérimentale et la valeur
théorique provient vraisemblablement du fait que la bôıte n’est pas exactement localisée sur
l’axe du fil.
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Fig. II.9 – Antennes à fil photonique. a) Schéma d’une antenne photonique reposant
sur un miroir Au-SiO2. L’extrémité supérieure est en forme d’aiguille avec une ouverture
totale d’angle α et permet d’étendre le mode HE11 à l’extérieur du fil, pour obtenir une
émission directive en champ lointain. b) Transmission de l’extrémité supérieure Tα dans un
cône d’ouverture numérique NA = sin θ = 0.75 en fonction de l’angle α. Pour α < 10◦ la
réflectivité rt peut être négligée. c) Réflectivité modale associée au mode HE11 (coefficient
|rb|2) d’une couche d’or de 250 nm d’épaisseur associée à une fine couche de SiO2 pour
différentes épaisseurs (0, 7, 9 et 11 nm) en fonction du diamètre réduit du fil d/λ. Figure
adaptée de [37].

Extrémité supérieure : adaptateur de mode. Le but d’une ingénierie de l’extrémité
supérieure est double. Elle doit supprimer la réflectivité modale associée au mode HE11 et
permettre une bonne collection en champ lointain par un objectif de microscope commercial.
Ces deux objectifs ont été atteints en réduisant progressivement le diamètre du fil de la partie
supérieure du fil. L’extrémité a alors une forme d’aiguille avec un angle d’ouverture α (voir
figure II.9 a)). La réduction progressive du diamètre diminue l’indice effectif neff du mode
HE11 (voir figure II.2). Le mode est donc de moins en moins confiné par le fil jusqu’à être
complètement déconfiné dans l’air entourant le fil. Cette expansion permet de supprimer la
réflection de la facette supérieure (rt = 0) et d’obtenir une émission directive. Il a été montré
qu’à partir d’un diamètre d/λ = 0.15 le mode est totalement déconfiné dans l’air [39]. Le
cône de l’extrémité peut donc être tronqué sans impacter sa transmission. L’angle α doit être
suffisamment petit pour obtenir une transformation adiabatique du mode le long du fil. La
figure II.9 b) représente la transmission T (θ) de la facette supérieure en fonction de l’angle
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α pour NA = sin θ = 0.75. Ce graphique est issu de simulations présentées dans [39], pour
un fil avec dQD/λ = 0.23 et dtop/λ = 0.15. Tα reste très proche de 1 pour α < 2◦. Pour des
angles supérieurs la transmission décrôıt rapidement, ce qui traduit une transformation non
adiabatique du mode.

Antennes “top-down” et “bottom-up”. Les antennes photoniques utilisées durant
cette thèse sont réalisées par une stratégie “top-down” en gravant un échantillon planaire
(voir section 3). Cette stratégie ne permet pas d’atteindre de très faibles angles α. Nous
verrons qu’un angle α ∼ 5◦ a été atteint, limitant l’efficacité externe de ces structures à
ηext = 0.72 [40]. Cependant il est possible d’atteindre des angles faibles avec une approche
“bottum-up” en faisant crôıtre directement l’antenne par épitaxie [133,134]. En 2012, M.
E. Reimer et al. ont réalisé une antenne InP intégrant une unique bôıte quantique InAsP,
l’angle de l’antenne ne faisant que α = 2◦, assurant une collection Tα = 0.98 [41]. Cependant
l’intégration d’un miroir inférieur avec une telle stratégie est pour l’instant mal contrôlée et
limite alors l’efficacité de la structure à ηext = 0.42. Une autre stratégie permettant d’obtenir
une émission directive est d’augmenter progressivement le diamètre du fil donnant lieu à une
forme de “trompette” avec un angle d’ouverture α′ [135]. Dans ce cas le mode HE11 est de
plus en plus étendu à l’intérieur du fil. Cette stratégie permet d’obtenir une excellente trans-
mission T > 0.99 pour un angle α′ < 10◦ [43] traduisant une transformation adiabatique
quasi-parfaite du mode HE11. En ajoutant une couche anti-reflet sur la facette supérieure
pour éliminer la réflexion à l’interface GaAs/air, une efficacité ηext = 0.75 a été atteinte avec
une telle structure. Mon travail de thèse aurait dû porter sur l’étude de trompettes photo-
niques mais suite à divers incidents (destruction accidentelle d’un échantillon prêté à une
autre équipe et problèmes lourds sur le bâti de la MBE empêchant la réalisation de nou-
veaux échantillons) j’ai utilisé un échantillon “aiguille” historique [40]. La prochaine section
va détailler les procédés de fabrication de ces antennes photoniques.

3 Échantillon étudié durant la thèse

Les antennes à fil photonique utilisées lors de ce travail de thèse ont été développées et
fabriquées durant la thèse de Nitin Singh Malik entre 2008 et 2009 au sein de notre laboratoire.
Dans cette section, nous décrivons le procédé de fabrication, puis nous détaillons la géométrie
des structures étudiées durant la thèse.

3.1 Nanobafrication

Le procédé de fabrication peut se diviser en quatre étapes. Les antennes sont définies avec
une approche “top-down”, c’est-à-dire en gravant un échantillon planaire crû par épitaxie.
Il n’est pas possible d’obtenir des croissances de semiconducteurs de bonne qualité sur de
l’or. Le miroir planaire Au-SiO2 doit donc être déposé après la croissance. Puis l’échantillon
planaire est collé du côté miroir sur un substrat GaAs. C’est l’étape du “flip-chip”. La dernière
étape est celle de la gravure définissant les structures finales.

Croissance MBE. La première étape de fabrication est la croissance de plusieurs couches
de matériaux semiconducteurs en épitaxie par jet moléculaire. Cette technique, mise au point
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dans les années 1970, permet de déposer des matériaux sur un substrat préalablement choisi
avec une vitesse de croissance d’environ une monocouche (MC) par seconde (c’est-à-dire
1µm/h). C’est un procédé assez lent comparé aux autres procédés de croissance mais il
permet d’obtenir une excellente qualité et un contrôle en temps réel du nombre de couches
atomiques déposées. Le substrat est placé dans une chambre sous ultra-vide (de l’ordre de
10−12 mbar). Ce vide est effectué par une pompe ionique permanente, assisté d’un pompage
cryogénique pendant la croissance. Les matériaux de croissance sont sublimés dans des cellules
séparées puis, par transport balistique, vont se déposer sur le substrat. En effet, le vide
poussé à l’intérieur de la machine permet d’avoir un libre parcours moyen plus grand que les
dimensions de la chambre d’épitaxie.

La composition des couches déposées durant la première étape est présentée dans la
figure II.10 a). La croissance commence à partir d’un cristal monocristallin et planaire de
GaAs(100). La première couche épitaxiée est une couche sacrificielle de 500 nm composée
de Al0.8Ga0.2As. Ce matériau possède un paramètre de maille très proche de celui de GaAs
et peut donc facilement crôıtre sur le substrat. La deuxième couche est composée de GaAs
et possède une épaisseur de 2.5 µm. Cette couche servira à réaliser le guide d’onde final et
détermine donc la hauteur des futures structures. Une fois cette couche déposée, on procède
à la fabrication des BQs en bombardant l’échantillon par des atomes d’indium et d’arsenic.

80 nm

2.5 �m

500 nm

InAs BQs

GaAs

Al0.8Ga0.2As

GaAs (001)

SiO2

(11 nm)

Au (250 nm)

Colle Epoxy

Substrat
GaAs

a) Croissance MBE b) Dépôt du miroir c) "Flip-chip"

Fig. II.10 – Premières étapes de la fabrication. a) Croissance par épitaxie d’un
échantillon planaire. La ligne rouge correspond à la couche de mouillage d’InAs et les tri-
angles rouges représentent les BQs. b) Dépôt du miroir par évaporation par canon à électrons
(e-beam evaporation en anglais). Ce miroir est constitué par une couche d’or (250 nm) et
une fine couche de SiO2 (11 nm). Cette dernière permet d’augmenter la réflectivité pour le
mode fondamental HE11. c) Étape du “flip-chip” : un substrat GaAs est collé côté miroir à
l’aide d’une colle Epoxy. Puis le cristal GaAs(001) qui a servi de substrat à la croissance et
la couche sacrificielle Al0.8Ga0.2As sont retirés.

La formation des BQs nécessite l’évaporation de 1.9 MC d’InAs, et la densité des BQs est
d’environ 100 BQs/µm2. Une fois les BQs formées, une couche de GaAs de 80 nm d’épaisseur
est déposée pour encapsuler les BQs. Cette épaisseur correspond à la distance optimale par
rapport au miroir, qui sera ensuite déposé à la surface de l’échantillon [36] (voir section 2.1).
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Dépôt du miroir. La seconde étape consiste à déposer le miroir Au-SiO2 sur la face
supérieure de l’échantillon épitaxié (figure II.10 b)). Une couche de SiO2 de 11 nm est déposée
via un bâti d’évaporation à canon d’électrons. Puis une couche d’or de 250 nm est déposée
par pulvérisation magnétron (RF magetron sputtering en anglais). L’or possède une faible
adhérence sur le dioxyde de silicium. Pour y remédier, une très fine couche de Ti de 3 nm est
préalablement déposée avant le dépôt de l’or [136].

Flip-chip. La troisième étape est celle dite du “flip-chip” (figure II.10 c)). L’échantillon est
collé du côté miroir sur un substrat GaAs à l’aide d’une colle Epoxy (M-bond 610). Puis le
substrat GaAs(001) ayant servi lors de la croissance MBE est partiellement supprimé par une
série de gravures mécaniques utilisant des disques abrasifs de différentes rugosités. L’abrasion
est interrompue en laissant une épaisseur de GaAs ∼ 35 µm pour éviter de créer des défauts
dans les couches actives. La couche de GaAs restante est ensuite supprimée par une gravure
chimique sélective (acide citrique et H2O2 dilués dans de l’eau déionisée) avec une vitesse
typique de gravure du GaAs de ∼ 1.5µm/min [137]. Lorsque la couche d’AlGaAs est exposée
à la gravure, de l’oxyde d’aluminium est formé et ne peut alors plus être dissout par l’acide
citrique. Finalement la couche sacrificielle Al0.8Ga0.2As est enlevée par une seconde gravure
chimique sélective utilisant de l’acide fluorhydrique concentré. Ce produit chimique grave
sélectivement AlGaAs par rapport à GaAs [138,139]. La couche active en GaAs n’est donc
pas affectée par cette gravure.

Gravure des antennes. La forme finale des antennes photoniques avec une extrémité
en forme d’aiguille est obtenue avec une approche “top-down” en utilisant deux étapes de
gravure ionique réactive (RIE pour reactive ion etching en anglais). Le principe, illustré sur
la figure II.11 est de transférer la forme de cône d’un masque de Si3N4 sur la couche de GaAs.

a)

InAs BQs

GaAs

Au
SiO2

Si3N4

Al

SF6 SiCl4 + Ar SiCl4 + Ar

�

�'

b) c) d)

Fig. II.11 – Définition de l’antenne. a) Première gravure ionique réactive utilisant un gaz
SF6 optimisée pour graver la couche Si3N4 en forme de cône avec un angle α′. b) Deuxième
gravure ionique réactive utilisant un gaz SiCl4-Ar permettant de graver verticalement le
GaAs. c) Une fois le masque en aluminium complètement gravé, le cône Si3N4 commence à
être gravé permettant de transférer la forme conique au GaAs avec un angle plus faible α
(d).

La première étape (Figure II.11 a)) est le dépôt d’une couche de Si3N4 d’épaisseur 400
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nm qui servira à définir la forme en cône de la structure finale. Cette couche est déposée par
dépôt chimique en phase vapeur assisté par plasma (PECVD pour plasma enhanced chemical
vapour deposition en anglais). Puis un masque métallique en aluminium d’une épaisseur de
40 nm est défini par lithographie électronique à haute résolution. Ce masque sert à définir
l’organisation globale de l’échantillon (matrice de structures avec des diamètres nominaux
différents).

La première gravure RIE qui permet de graver la couche Si3N4 utilise un plasma SF6 [140].
Le masque en aluminium est très robuste contre ce plasma [141] et ne subit quasiment aucune
érosion. Tout autour des zones couvertes par l’aluminium, la couche Si3N4 est supprimée. Les
conditions de gravure sont choisies pour favoriser la gravure chimique ce qui permet d’obtenir
un cône sous les zones recouvertes d’aluminium avec un angle total d’ouverture α

′ ∼ 40◦

(figure II.11 b)).

a)

b)

Au
BQs

GaAs

SiO2

c)

Fig. II.12 – Échantillon réalisé. a) Image par microscope optique de l’échantillon après
flip-chip et avant gravure. La zone active en GaAs est délimitée par le carré blanc en pointillé.
Sa dimension est ∼ 5×5 mm. b) Image réalisée au microscope électronique à balayage (MEB)
d’une matrice de d’antennes gravées avec des diamètres nominaux de 800 nm à 100 nm avec
un pas de 20 nm. On y voit également des flèches gravées permettant de s’orienter sur
l’échantillon. La barre d’échelle correspond à 15µm. c) Image MEB tiltée d’une antenne. Les
barres d’échelle représentent 500 nm. Cette figure est tirée de [122].

La dernière étape de la nanofabrication consiste à définir la forme finale des antennes.
Pour cela, une deuxième gravure RIE utilisant un mélange de gaz SiCl4-Ar, bien connu pour
graver efficacement le GaAs [142,143] est mise en place. Le SiCl4 permet de favoriser la gravure
chimique alors que l’Ar favorise la gravure physique. Le but étant de graver verticalement,
un équilibre est trouvé entre les deux mécanismes, permettant de définir un fil de même
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diamètre que celui du masque en aluminium (figure II.11 c)). De plus, lors de la gravure les
atomes de silicium et d’oxygène (et de chlore dans une moindre mesure) se recombinent pour
former une couche de passivation tout autour du cœur en GaAs du fil. Cette couche est très
importante car elle permet de stopper la gravure chimique latérale et d’obtenir des surfaces
peu rugueuses. Une fois le masque en aluminium complètement gravé, la couche de Si3N4

commence également à être gravée permettant de transférer la forme de cône au fil GaAs
avec un angle α < α

′
, car le GaAs est gravé plus rapidement que Si3N4 (figure II.11 d)). Ces

deux angles sont liés par la relation :

tan
(α

2

)
=

1

S
tan

(
α
′

2

)
, (II.37)

avec S la sélectivité de la gravure (rapport entre les vitesses de gravure des deux matériaux).
Avec α

′
= 40◦ et S ∼ 10, un angle α ∼ 4◦ devrait donc être atteint. La gravure s’arrête

sur le miroir inférieur. La fin de la gravure est déterminée grâce à un suivi par laser in-
terférométrique.

Cette section nous a permis de comprendre les différentes étapes de fabrication permettant
de structurer l’échantillon planaire pour obtenir des antennes photoniques. La dernière étape
de gravure est cruciale car les performances de ces structures sont directement liées à la
géométrie des antennes.

3.2 Géométrie de l’antenne étudiée au Chapitre III

La figure II.12 montre l’échantillon utilisé lors de ce travail de thèse. Il a été réalisé par
Nitin Malik et Julien Claudon en 2009. On peut y voir l’échantillon dans son ensemble avant
les deux gravures RIE (a). La second image (b) est une image MEB montrant une matrice
de structures avec des diamètres nominaux différents. (c) est un zoom sur un fil photonique
avec un diamètre ∼ 210 nm. Le fil de 2.8 µm de hauteur possède une surface peu rugueuse
et une extrémité supérieure bien définie en forme de cône. Ce travail de thèse a porté sur
l’étude de fils photoniques ayant des diamètres au niveau du plan des bôıtes quantiques com-
pris entre 200 et 300 nm. Dans cette gamme de taille ces structures photoniques offrent un
couplage optimal au mode fondamental HE11. Cette section détaillera la géométrie réelle de
l’antenne étudiée au chapitre III. Nous avons effectué des analyses structurales par microsco-
pie électronique à balayage (MEB) sous plusieurs directions et également à l’aide de coupes
transverses faites par usinage par un faisceau d’ions focalisés (FIB pour focused ion beam
etching en anglais). La connaissance de la géométrie complète des fils est utile pour analyser
les mesures de champ lointain du chapitre III.

3.2.1 Anisotropie de gravure et ellipticité des fils

La première étude structurale a porté sur une antenne photonique dont le diamètre no-
minal est de 240 nm. Les principaux résultats du chapitre suivant ont été obtenus sur cette
structure. Nous avons réalisé des images MEB selon deux directions orthogonales qui cor-
respondent environ aux axes de clivage de GaAs (soit [110] et [110]). Ces deux images sont
visibles sur la figure II.13.

Ces images nous apprennent que la structure fait environ 2.8 µm de hauteur avec une
surface assez lisse. On remarque également un élargissement du fil atteignant un maximum

69



CHAPITRE II. ANTENNES À FIL PHOTONIQUE
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Fig. II.13 – Image MEB de la structure étudiée au chapitre III. Images MEB tiltées
à 70◦ d’une antenne photonique dont le diamètre nominal est 240 nm. Cette structure a
une hauteur de 2.8 µm. Le plan des BQs est indiqué par les traits rouges en pointillés et se
situe à 80 nm au dessus du miroir inférieure. Ces deux images, qui ont été réalisées selon
deux directions orthogonales, révèlent une légère ellipticité. Les barres d’échelle blanches
correspondent à 500 nm.

à mi-hauteur sous l’extrémité supérieure en forme de cône. Nous verrons dans la prochaine
section que cet élargissement est majoritairement dû à la couche de passivation entourant le fil
en GaAs. De plus, le fil n’est pas parfaitement cylindrique, en raison d’une légère anisotropie
de gravure lors de la dernière étape de nanofabrication. Au niveau des bôıtes quantiques, le
fil a un diamètre dQD = 232 nm selon la direction x et dQD = 177 nm selon la direction y
révélant une ellipticité ∼ 24 %. Cette ellipticité diminue le long de l’axe z pour entièrement
disparâıtre à l’extrémité supérieure du fil.

Diamètre Axe x Axe y Ellipticité Moyenne

dsup 70 nm 70 nm 0 % 70 nm

dmid 317 nm 266 nm 13 % 292 nm

dQD 232 nm 177 nm 24 % 204 nm

Table II.2 – Dimensions du fil selon les deux directions orthogonales x et y.

Les dimensions de cette structure sont résumées dans le tableau II.2. L’ellipticité est assez
faible pour considérer en première approximation un fil parfaitement cylindrique ayant un
diamètre au niveau des BQs dQD = 204 nm, à mi-hauteur dmid = 292 nm et à la facette
supérieure dsup = 70 nm (dernière colonne du tableau II.2).
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3. Échantillon étudié durant la thèse

3.2.2 Géométrie de la couche de passivation — Coupes FIB

Nous avons vu à la section 3 qu’une couche de passivation est déposée sur les flancs du
fil lors de la gravure. L’indice de réfraction de cette couche est vraisemblablement proche de
celui de la silice (1.5), soit très proche de celui de l’air, et très inférieur à celui du cœur de
GaAs (3.5). Cette couche ne joue donc pas un rôle important dans les propriétés optiques du
fil. Les images MEB (figure II.13) ne nous permettent pas de connâıtre la géométrie réelle
du cœur GaAs qui détermine les propriétés optiques de ces antennes. Durant ma thèse, nous
avons alors effectué des coupes FIB transverses sur une structure dont le diamètre nominal
est 260 nm à différentes hauteurs pour pouvoir observer le cœur de l’antenne. Ces coupes
sont assez difficiles à réaliser du fait qu’il faut être quasi-rasant à l’échantillon pour obtenir
des coupes transverses. Elles ont été effectuées avec l’aide d’Eric Gautier à SPINTEC (CEA-
CNRS-UGA). La figure II.14 montre trois images MEB prises après découpes FIB effectuées
à trois hauteurs différentes hi. On y voit clairement une différence de contraste entre le cœur
GaAs et la couche de passivation.

�

SiO2

Au

InAs BQs

GaAs

Passivation 

h1=1500 nm

h2=800 nm

h3=450 nm

Fig. II.14 – Coupes FIB et géométrie du cœur de l’antenne. A droite : représentation
schématique du fil photonique GaAs entouré d’une couche de passivation SiO2. Les traits en
pointillés représentent les coupes FIB effectuées aux trois hauteurs hi. La première a été
faite à mi-hauteur où le fil est le plus large h1 = 1500 nm, la seconde à h2 = 800 nm et la
dernière à h3 = 450 nm. A gauche : une image MEB a été prise après chaque coupe FIB
nous permettant de mesurer l’épaisseur de la couche de passivation epass. Les barres d’échelle
blanches correspondent à 200 nm.

L’analyse de ces images nous a alors permis de déterminer l’épaisseur de cette couche epass

le long du fil. A mi-hauteur du fil, epass = 37 nm. A 800 nm au dessus du miroir d’or epass = 18
nm et enfin à 450 nm de hauteur epass = 12 nm. L’épaisseur de cette couche suit donc un profil
linéaire le long du fil et nous pouvons extrapoler qu’au niveau des bôıtes quantiques (hQD =
80nm) epass = 2 nm. Comme l’extrémité supérieure est produite par abrasion progressive
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du masque, on peut raisonnablement supposer que la couche de passivation présente une
épaisseur nulle au sommet de la structure. Nous faisons de plus l’hypothèse que l’épaisseur
de la couche augmente de manière linéaire jusqu’au milieu du fil. Nous avons également fait
l’hypothèse que cette couche de passivation se comporte de la même manière pour toutes
les antennes ayant des diamètres nominaux équivalents à ±20 nm près. En reprenant les
dimensions du fil photonique de la section précédente, nous pouvons déterminer complètement
la géométrie de son cœur en GaAs. Ces dimensions sont résumées dans le tableau suivant en
se plaçant dans l’approximation d’un fil à géométrie cylindrique.

Hauteur
Diamètre externe

moyen
Épaisseur de la couche

de passivation
Diamètre moyen

du cœur

hsup = 2.8 µm 70 nm 0 nm 70 nm

hmid ∼ 1.5 µm 292 nm 37 nm 218 nm

hQD = 70 nm 204 nm 2 nm 200 nm

Table II.3 – Dimensions du cœur en GaAs du fil photonique dans l’approximation d’un fil
à géométrie cylindrique.

On peut remarquer que l’élargissement à mi-hauteur du fil mesuré à la section précédente
est majoritairement dû à la couche de passivation qui est plus épaisse à cette hauteur du
fil. Cette analyse nous permet également de déterminer précisément l’angle α du cône de
l’extrémité supérieure. Pour le fil étudié ici nous trouvons α = 6◦ en bon accord avec la
prévision de l’équation (équation II.37). Cet angle de 6 degrés est également en excellent
accord avec les prévisions théoriques de champ lointain du chapitre III.

4 Conclusion

Ce chapitre nous a permis de mieux comprendre comment est couplé un émetteur, comme
une bôıte quantique, à une antenne à fil photonique. Pour des diamètres de fil de l’ordre de
λ/n, la fraction d’émission spontanée couplée au mode fondamental approche l’unité grâce
à un bon confinement transverse du mode guidé et à une forte inhibition de l’émission dans
les modes radiatifs. Une antenne à fil photonique offre une légère accélération de l’émission
spontanée grâce à l’intégration d’un miroir d’or entre le substrat et le fil. De plus, la géométrie
particulière en forme d’aiguille de l’extrémité supérieure du fil permet obtenir une émission
directive en sortie de fil, ce qui assure une excellente collection de la lumière en champ loin-
tain. Ces structures sont de plus large bande et offrent de bonnes performances sur une large
plage de diamètres, ce qui relaxe les contraintes de fabrication. Nous avons également passé
en revue la fabrication des antennes, qui passe par la structuration d’un échantillon planaire
crû par épitaxie par jets moléculaires. Cette technique permet de contrôler très finement la
position longitudinale des bôıtes quantiques par rapport au miroir inférieur. Toutefois, en
raison de la nucléation aléatoire des bôıtes dans le plan de croissance, et en l’absence de tech-
nique de lithographie déterministe, la position transverse des émetteurs est aléatoire. Nous
avons vu que ces antennes offrent des performances optimales pour des émetteurs positionnés
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sur l’axe du guide. Outre la qualité du couplage avec le mode fondamental du guide, la po-
sition de l’émetteur a également un profond impact sur sa cohérence spectrale. En effet la
largeur spectrale des transitions d’une bôıte quantique peut être fortement affectée par des
vibrations thermiques, même à des températures cryogéniques [53]. En particulier, le cou-
plage avec des modes de flexions présentent une dépendance forte avec la position spatiale
de l’émetteur [144]. De plus la proximité avec les bords du fil peut avoir également avoir
un impact sur la cohérence des bôıtes en augmentant les canaux non radiatifs [12] ou via
le couplage avec des charges ou des défauts surfaciques. Pour comprendre les propriétés de
l’antenne, et guider ensuite l’optimisation des ces structures, il est important de pouvoir
connâıtre la position de l’émetteur au sein du fil. C’est l’objet du chapitre suivant qui pro-
pose et démontre expérimentalement une méthode de localisation tout-optique (et donc non
destructive) permettant de déterminer la position transverse des bôıtes quantiques intégrées
à des fils photoniques.
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Détermination optique de la position
radiale de bôıtes quantiques intégrées
dans un fil photonique
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CHAPITRE III. DÉTERMINATION OPTIQUE DE LA POSITION RADIALE DE
BOÎTES QUANTIQUES INTÉGRÉES DANS UN FIL PHOTONIQUE

La position latérale d’une bôıte quantique dans une antenne à fil photonique conditionne
la force de l’interaction lumière-matière dans ces structures. De plus, elle influence le cou-
plage à certains canaux de décohérence, et a donc un impact sur sa largeur spectrale. La
connaissance de cette position est donc très utile pour comprendre et analyser les perfor-
mances des antennes à fils photoniques, en vue de les améliorer. Dans ce chapitre, nous
proposons et démontrons expérimentalement une technique tout-optique qui permet de lo-
caliser une bôıte quantique dans la section d’un fil photonique (la position longitudinale de
l’émetteur est supposée connue). Ce travail a été réalisé en collaboration avec l’équipe de
Niels Gregresen (DTU Fotonik, Danemark), spécialiste en simulation numérique de nano-
structures photoniques. Andreas Osterkryger, en thèse sous la direction de Niels Gregersen,
a réalisé un séjour de trois mois dans l’équipe pour contribuer aux développements théoriques
associés à ce projet. Après une section introductive, ce chapitre reproduit l’article associé à
ces résultats, publié dans Nano Letters (langue anglaise). Nous présentons enfin en annexe
quelques données additionnelles qui permettent de compléter les résultats expérimentaux.
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1. Introduction

1 Introduction

Nous avons vu au chapitre précédent que la position d’une bôıte quantique au sein de la
section d’un fil photonique a un impact important sur l’interaction lumière-matière. D’une
part, le couplage au mode guidé fondamental est maximal sur l’axe et diminue quand on se
rapproche des bords. Le couplage aux modes non-guidés augmente lorsqu’on se rapproche
des bords du fil. D’autre part, la position de la bôıte influence le couplage à des canaux
de décohérence potentiels. On pense immédiatement aux surfaces du fil, qui sont suscep-
tibles d’héberger des états de charge plus ou moins bien définis et fluctuants. Leur influence
dans les fils photoniques reste à explorer. Un autre canal de décohérence, plus inattendu,
a été découvert récemment dans l’équipe. Même à température cryogénique (T = 4 K), les
vibrations thermiques d’un nanofil sont suffisantes pour induire un élargissement spectral
significatif de la BQ (bien supérieur à la largeur radiative). En effet, lorsque le fil vibre, des
fluctuations de contrainte sont générées à sa base, venant induire des fluctuations du gap du
matériau constituant la bôıte quantique, et donc des fluctuations de son énergie d’émission.
Ceci a été mis en évidence expérimentalement pour les premiers modes de vibration dans la
Ref. [53], puis analysé théoriquement et plus en détail dans la Ref. [54]. Il ressort de cette
étude que l’impact des modes de flexion est très dépendant de la position latérale de la bôıte :
il est nul sur l’axe du fil et atteint une valeur maximale sur les flancs. Ainsi, il est important
de connâıtre la position de la bôıte pour comprendre les performances des dispositifs à base
d’antenne à fil photonique. On peut tout de suite remarquer que pour être utile, cette loca-
lisation doit être très précise, avec une résolution spatiale bien meilleure que le rayon du fil
(typiquement 100 nm).

Il existe deux grandes approches pour réaliser une antenne à fil photonique contenant des
bôıtes quantiques. La première, utilisée par l’équipe et décrite au Chapitre II, repose sur la
gravure d’un échantillon planaire crû par épitaxie par jets moléculaires. Dans cette approche
top-down, la position verticale des émetteurs est très bien contrôlée. Par contre, leur position
latérale est complètement aléatoire. Une autre approche, dite bottom-up, permet d’obtenir le
fil complet directement par croissance [41,42]. Cette croissance est en général catalysée par
une gouttelette d’or et consiste en deux étapes. Dans une première étape de croissance axiale,
on fait crôıtre un fil fin (diamètre typique de 10 nm) dont le diamètre est grossièrement défini
par le diamètre du catalyseur). La bôıte quantique est définie comme une hétérostructure lon-
gitudinale. On change ensuite les conditions de croissance, pour induire la croissance latérale
d’une coquille dont les dimensions sont compatibles avec de bonnes propriétés photoniques.
Idéalement, le fil contient une seule bôıte, localisée précisément sur l’axe du fil. En pratique,
des instabilités des conditions de croissance ou des effets d’ombrage peuvent conduire à des
bôıtes hors axe [49,145]. Même avec cette stratégie de croissance a priori déterministe, il est
donc intéressant de déterminer la position de la bôıte.

Dans ce contexte, des techniques d’analyse structurales comme l’imagerie TEM, ou la
tomographie par rayons X permettent de localiser très précisément la bôıte. Toutefois, ces
mesures nécessitent en général de préparer la structure à étudier en la désolidarisant de son
substrat, rendant toute étude optique ultérieure délicate, sinon impossible. D’autre part, nous
avons déjà observé que la simple exposition à un faisceau d’électrons modérément accélérés (10
kV), lors d’une séance d’imagerie MEB, peut modifier significativement le spectre d’émission
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d’une bôıte quantique. Dans un TEM, qui met en jeu des tensions accélératrices bien plus
élevées, des modifications structurales irréversibles ont déjà été reportées [146]. Pour corréler
résultats optiques et position de l’émetteur, il est bien sûr toujours possible de réaliser d’abord
les mesures d’optiques et ensuite l’analyse structurale. D’un point de vue pratique, il se-
rait toutefois préférable de pouvoir réaliser les deux mesures en parallèle, sans préparation
d’échantillon préalable.

La technique que nous proposons fait uniquement appel à des mesures optiques, elle est
donc non destructive. De plus, elle peut être mise en œuvre sur un banc de micro photolumi-
nescence standard, et donc être réalisée en parallèle d’autres expériences d’optique. L’idée est
d’utiliser deux familles de modes qui présentent des profils spatiaux très différents : le mode
guidé fondamental (HE11, deux fois dégénéré en polarisation) et le second mode guidé (TE01,
non dégénéré). Nous verrons plus loin qu’il est suffisant que TE01 soit présent sous forme
d’un leaky mode (que l’on peut voir comme un mode guidé qui fuirait vers l’espace libre), ce
qui étend la plage d’applicabilité de la méthode. En champ proche, les émissions dans HE11

et TE01 interfèrent, et la figure d’interférence obtenue dépend fortement de la position de la
bôıte. Cette figure d’interférence se retrouve dans le champ lointain, que l’on peut mesurer
en microscopie de Fourier, associée à un filtrage spectral pour isoler l’émission d’une bôıte
quantique unique.

La microscopie de Fourier sur bôıte unique a précédemment été utilisée dans l’équipe
pour mesurer le diagramme de rayonnement de trompettes photoniques “géantes” [44]. Le
filtrage spectral est obtenu grâce à deux filtres passe-bande de type Fabry-Pérot, dont on
peut ajuster la longueur d’onde centrale en les inclinant suivant un axe (ici supposé verti-
cal). Toutefois, cette inclinaison les rend sélectifs en polarisation : la polarisation verticale
reste bien transmise, tandis que la polarisation transverse est partiellement éteinte, d’autant
plus que le filtre est incliné. Ces effets de polarisation ne posaient pas de problèmes pour
les mesures mentionnées plus haut (réalisées pour des structures opérant dans un régime
strictement monomode et dégénéré en polarisation). Par contre, pour mettre en œuvre la
technique de localisation proposée dans ce chapitre, il faut absolument rendre la cartogra-
phie du champ lointain insensible à la polarisation. Pour résoudre ce problème, j’ai introduit
un polariseur vertical et une lame λ/2 avant les deux filtres Fabry-Pérot. La carte de champ
lointain est alors reconstruite en sommant deux mesures, réalisées pour des angles de la lame
λ/2 différant de 45◦.

2 Article dans sa version originale

Main text

Introduction. Quantum emitters embedded into photonic nanostructures form the ba-
sis of modern solid-state quantum optics [25]. In this context, semiconductor quantum dots
(QDs) integrated in nanowire antennas have recently attracted a large interest. Indeed, a ta-
pered nanowire efficiently collects the QD spontaneous emission and shapes it into a directive
free-space beam, enabling bright quantum light emission [40,41,43,46,48–50,147–149]. Impor-
tantly, this waveguide approach offers a broad operation bandwidth, a crucial asset to realize
widely tunable single-photon sources [46,47] as well as bright sources of entangled photons
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pairs [48,49] or correlated photon triplets [50]. Moreover, a tapered single-mode nanowire deli-
vers a Gaussian output beam [44,150], which enables efficient coupling to a single-mode fiber,
either using free-space optics [45] or through direct ‘butt’ coupling [120]. Beyond non-classical
light emission, QD-nanowire antennas also constitute an appealing platform to explore the
rich physics associated with waveguide quantum electrodynamics [151–155]. For example,
this system enables a broadband and dramatic enhancement of optical non-linearities [52],
eventually down to the single-photon level [51].

The position of the emitter inside such a photonic nanostructure has a profound impact
on the device performance. It obviously determines the strength of the light-matter coupling,
but also impacts the emitter spectral coherence. As shown recently, the QD optical linewidth
is strongly affected by the nanowire thermal vibrations, even at cryogenic temperature [53].
In particular, the coupling to flexural modes features a steep spatial dependence [144]. In
addition, the potential impact of surface states, which likely depends on the distance to the
wire sidewall, remains to be explored in these structures. Therefore, further understanding
and optimization of this promising light-matter interface call for a precise mapping of the QD
position, on a spatial scale much smaller than the sub-micrometer wire diameter. The interest
of position mapping is obvious for top-down structures embedding self-assembled QDs with a
random lateral location [40,43,46]. In contrast, bottom-up approaches, via a combination of
axial and subsequent radial overgrowth, nominally define a single QD on the nanowire axis
(see for example Refs. [41,149]). However, in some cases, growth instabilities may result in
an off-axis emitter [49,145].

In this context, conventional analysis techniques such as X-ray tomography or transmis-
sion electron microscopy yield precise structural information. However, they require delicate
and time-consuming sample preparation, and moreover often irreversibly damage the pho-
tonic structure. Here, we propose an all-optical technique to locate individual QDs in a
nanowire section. It exploits interferences associated with the simultaneous emission into
two guided modes having different transverse profiles, which lead to a position-dependent
far-field emission pattern. We demonstrate the method on a GaAs nanowire antenna em-
bedding self-assembled InAs QDs. Using spectrally-resolved Fourier microscopy, we measure
the far-field angular profile of individual QDs. Comparison with numerical simulations ba-
sed on the structure geometry then yields the emitters position with an excellent accuracy
(±10 nm). This non-destructive mapping technique, which can be implemented on a stan-
dard micro-photoluminescence setup, constitutes a valuable tool for the future developments
of QD-nanowire devices.

Principle of the localisation technique. The heart of a nanowire antenna is a “vertical”
waveguide made of a high-index dielectric material [37]. We suppose in the following that the
embedded emitter features optical dipole components which are perpendicular to the wire
axis. Such a transverse configuration, demonstrated with top-down [13] or bottom-up [156]
QDs, optimizes spontaneous emission control. The proposed mapping technique exploits the
QD emission into two families of guided modes, which feature very different transverse pro-
files. A dielectric waveguide always supports a fundamental guided mode, commonly denoted
HE11. In a circular wire, this mode is two-fold polarization-degenerate. We choose a linear
polarization basis (r̂, θ̂), where the radial (r̂) and orthoradial (θ̂) directions are defined by
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CHAPITRE III. DÉTERMINATION OPTIQUE DE LA POSITION RADIALE DE
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the QD position r (Fig. III.1(a)). In the following, HEr
11 (HEθ

11) features a dominant in-plane
electrical field component parallel to r̂ (θ̂). Inside the wire, the field amplitude features a
roughly Gaussian profile, with a maximum on the wire axis. For a proper choice of the wire
diameter, the QD is also coupled to a higher-order, non-degenerate guided mode 1, TE01. Its
polarization is purely transverse, with an orthoradial local orientation. The field distribution
assumes a ring shape, with a node on the wire axis.

Fig. III.1 – Principle of all-optical position mapping. (a) Sketch of the photonic
waveguide. It supports two families of guided modes : the fundamental guided mode (HE11),
which is two-fold polarization-degenerate, and a higher-order mode (TE01). (b) A radial
optical dipole (black arrow) only couples to HEr

11. (c) An orthoradial optical dipole (black
arrow) simultaneously feeds HEθ

11 and TE01, leading to an interference pattern which strongly
depends on the emitter position. (b) and (c) are color maps of the in-plane electric field
intensity inside the waveguide. The white arrows represent the local polarization of the in-
plane electric field.

To illustrate the mapping principle, we consider the intensity pattern in the near field,
in the waveguide section that hosts the QD. This emitter is modelled as two in-plane linear
optical dipoles with radial and orthoradial orientations. Moreover, these dipoles are supposed
to be mutually incoherent : the total intensity is the sum of the contribution of each dipole. As
illustrated in Fig. III.1(b), the radial dipole essentially excites HEr

11 (the small contribution
to HEθ

11 can be safely neglected). Therefore, a variation of the QD position only influences

1. Another mode, TM01, has a cut-off identical to the one of TE01. It is however not optically-coupled to
an emitter with in-plane dipole components.
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the global brightness, but does not affect the spatial structure of the intensity pattern. In
contrast, the orthoradial dipole simultaneously feeds HEθ

11 and TE01 and the corresponding
optical fields interfere. Since the dipole locally imposes the same phase for the electric fields,
the resulting interference pattern features a maximum on the QD side. On the opposite
side, the fields associated with HEθ

11 and TE01 partially cancel each other, which reduces the
intensity (see Fig. III.1(c)). This allows us to retrieve the QD azimuth in the wire section.
Moreover, the shape of this interference pattern brings information on the radial QD position.
For a close-to-axis QD, the contribution of HEθ

11 is dominant, and the small correction induced
by TE01 shifts the intensity pattern associated with HEθ

11. As the QD approaches the wire
sidewall, the spontaneous emission into TE01 becomes dominant and the intensity pattern
adopts a pronounced crescent shape. There is thus an intimate link between the near-field
intensity distribution and the QD position. Similarly, the angular distribution of the far-field
intensity emitted by a nanowire antenna strongly depends on the QD position, which enables
emitter mapping using free-space optics.

Fig. III.2 – Nanowire antenna. (a) Sketch of the nanowire antenna. The waveguide
stands on a planar mirror, composed of a gold layer capped by a thin silica spacer. To
achieve directive far-field emission, the top end of the wire features a conical taper. (b)
Tilted scanning electron micrograph image of a representative nanowire (false colors). The
scale bar represents 200 nm. (c) Micro-photoluminescence spectrum of the device, measured
at cryogenic temperature. The spectrum, obtained under relatively high pumping power,
features excitonic and multi-excitonic contributions.
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Results. Figure III.2(a) is a schematics of the nanowire antenna investigated in this work.
The device embeds a single layer of self-assembled InAs QDs. To optimize light collection
with free-space optics, the GaAs nanowire stands on a bottom planar mirror and features a
top conical taper. As detailed in Ref. [37], the structure was defined through the dry etching
of a planar sample grown by molecular beam epitaxy. While this fabrication strategy offers an
excellent control over the vertical position of the QDs, their lateral position in the waveguide
section is however completely random. A scanning electron micrograph of the fabricated
device is shown in Fig. III.2(b). Detailed inspection reveals that the waveguide features a
slightly elliptical section, due to a small anisotropy of the etching. At the QD level, the mean
diameter is d = 200 nm. More details on the structure geometry are given in Methods.

As a first characterization, we measure the nanowire micro-photoluminescence at cryoge-
nic temperature (T = 4 K). The nanowire is attached to the cold finger of a liquid helium
cryostat equipped with an optical window. Non-resonant optical excitation is provided by
a continuous wave Ti-Sapphire laser, focused on the nanowire with a microscope objective
(NA=0.75). The laser is tuned to λlaser = 825 nm, below the bandgap energy of GaAs, and
generates charge carriers in the QD wetting layer. The same microscope objective collects the
QD luminescence, which is sent to a grating spectrometer equipped with a CCD camera for
spectral analysis. The corresponding spectrum is shown in Fig. III.2(c). It features a series
of sharp peaks, which correspond to the recombination of excitonic complexes trapped in
QDs. In the following we focus on three spectral lines, labelled QD1, QD2 and QD3, whose
central emission wavelength are 891.5 nm, 907.1 nm and 912.0 nm, respectively. In all cases,
the emitted intensity increases linearly with the optical pumping power. In addition, polari-
zation analysis reveals a fine-structure splitting for lines 1 and 2 : they are unambiguously
attributed to the recombination of a neutral exciton. QD3 could be either a neutral exciton
with a non-resolved fine structure splitting, or a charged exciton.

We now map the far-field angular profile associated with individual QD spectral lines. To
this end, we have developed a Fourier-space microscopy setup [44,150,157,158] with narrow-
band spectral filtering. As shown in Fig. III.3(c), the nanowire emission can be decomposed
on a set of plane waves which leave the structure with a direction defined by the polar
and azimuthal angles θ̃ and ϕ̃, respectively. These plane waves are focused on the objective
back focal plane, which is in turn imaged on a CCD camera. The transfer function of the
objective has been carefully calibrated (see Methods), and the data that are presented in the
following are corrected from the objective response. We isolate individual QD lines with a
combination of two band-pass Fabry-Perot filters (F1 and F2). Their central frequency can be
finely tuned by tilting them independently with respect to the optical axis. However, such a
tilt introduces a strongly polarization-dependent transmission. To circumvent this issue, we
additionally employ a combination of a λ/2 waveplate and a linear polarizer. The polarizer
axis is aligned along the filter tilting axis. The waveplate is used to rotate the polarization of
the nanowire output beam, and we reconstruct the far-field map as the sum of two images,
taken for two waveplate angles that differ by 45◦.
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Fig. III.3 – Spectrally resolved Fourier microscopy setup. The angular distribution of
the far-field intensity is mapped by imaging the back focal plane of the microscope objective
onto a CCD camera with two lenses L1 and L2. Tunable, narrow-band spectral filtering is
provided by a combination of two bandpass filters (F1 and F2), which can be independently
tilted. To perform measurements in the presence of the strong polarization anisotropy induced
by the tilted filters, we introduce a λ/2 waveplate and a linear polarizer (P).

Figure III.4(a) illustrates the quality of the spectral filtering achieved thanks to the Fabry-
Perot filters : the lines QD1− 3 stand on a clean background. The corresponding measured
far-field maps are shown in panel (b). The graphs present the color-coded measured intensity
in the θ̃ − ϕ̃ plane. The white circle corresponds to the maximum collection angle of the
microscope objective (θ̃max = 49◦ for NA=0.75). Quite remarkably, one obtains very different
far-field maps for QDs embedded in the same nanowire. Indeed, QD1 features a roughly
Gaussian shape, which indicates a dominant contribution of the emission into HE11, and
thus a relatively central position in the wire section. In contrast, QD2 and QD3 feature a
crescent shape indicating that they are located closer to the sidewall. Interestingly, QD2 and
3 feature nearly mirror-like far-field patterns, indicating opposite positions with respect to the
nanowire axis. The diversity of the measured QD far-field patterns in the same nanowire an-
tenna is a first indication of the large sensitivity of this physical property on the QD position.

For quantitative analysis, we now turn to the numerical modelling of the far-field data.
We take into account the actual QD emission wavelength and we assume a circular symmetry
for the antenna. Most geometrical parameters are fixed, as obtained from structural charac-
terization. The far-field angular profile is calculated with an open-geometry Fourier modal
method [159] and a standard near-field to far-field transformation [160], where the lateral
QD position in the waveguide section is a free parameter, varied to maximize the overlap
with the experimental data. The complete procedure, described in Methods, reproduces the
measurements with an excellent accuracy (see Fig.III.4(c)). Moreover, the fit directly yields
the QD positions, which are shown in Fig. III.5. Owing to the large sensitivity of the far-field
pattern on the QD position, we pinpoint the emitter position with an excellent accuracy
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(typical value : ±10 nm). Here, the error bar along the radial direction is dominated by the
deviation from rotational symmetry. The error bar along the orthoradial direction is set by
the determination of the symmetry axis of the far-field experimental data (±12◦ for QD1 and
±6◦ for QD2 and QD3).

Fig. III.4 – Far-field emission of individual QDs. We focus on three spectral lines
(QD1, QD2 and QD3) from the same nanowire antenna. (a) Spectral filtering of individual
QD lines, obtained by adjusting the tilt of the filters F1 and F2 (see Fig. III.3). The filtered
spectra are acquired with a grating spectrometer. (b) Measured angular distribution of the
far-field intensity emitted by individual QDs. The color codes the light intensity emitted in the
(θ̃, ϕ̃) direction (see Fig. III.3 for angle definition). In each map, the solid circle corresponds
to the maximum collection angle of the microscope objective (θ̃max = 49◦). The data are
corrected for the microscope response. (c) Calculated far-field angular profiles. In each case,
the QD position in the waveguide section is adjusted to maximize the overlap between the
experimental and simulated far-field profiles.
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Fig. III.5 – Map of the positions of the three QDs. As determined from the fit of
far-field measurements. The dot size represents the typical diameter of an InAs QD (10 nm)
and the solid perimeter pictures the position uncertainty.

In Table III.1, we correlate the radial position r of the QDs with their photoluminescence
decay rate, measured with a time-resolved setup. The experimental decay rates, Γ, are here
normalized to the decay rate of similar QDs embedded in bulk GaAs, Γbulk = 0.71 ns−1

(Ref. [13]). In particular, one observes a pronounced inhibition of spontaneous emission for
QD3, with a slow-down by a factor of 2 as compared to the bulk reference. This directly
reflects the significant decrease of the local density of optical states as the emitter approaches
the wire sidewall [13]. For quantitative comparison, the calculated values of the normalized
spontaneous emission rate also appear in the Table. The data are in reasonable agreement
with the calculation.

QD1 QD2 QD3

Normalized radial position 0.5± 0.1 0.7± 0.1 0.9± 0.1

(r/R)

Normalized decay rate Exp. 1.11± 0.03 1.08± 0.01 0.50± 0.04

(Γ/Γbulk) Th. 1.10± 0.2 0.65± 0.2 0.34± 0.2

Table III.1 – QD photoluminescence decay rate. The radial position r of each QD
is determined by the mapping technique, and is here normalized to the nanowire radius
R = 100 nm. The photoluminescence decay curves of QD1 and QD2 are bi-exponential : Γ
then corresponds to the fast, initial decay. QD3 features a mono-exponential decay. Error
bars correspond to the fit uncertainty. The error bars for the calculated value reflect the
uncertainty on the measured radial position.
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Discussion and conclusion. We now discuss the application range of the technique in
terms of wire diameter d and free-space operation wavelength λ. The two-mode (HE11-TE01)
configuration exploited in the mapping procedure is preserved for 0.20λ < d < 0.31λ. Inter-
estingly enough, the lower bound is slightly smaller than the strict cut-off diameter of TE01

(dco = 0.23λ) : for 0.20λ < d < 0.23λ, TE01 is present as a ‘leaky’ mode, which can be
roughly considered as a guided mode with losses into free-space. This contribution appears
as an increase in the emission rate into radiative modes in Fig. III.6.

Fig. III.6 – Normalized spontaneous emission rates as a function of the reduced
diameter d/λ. We consider an off-axis tangential linear dipole, whose relative radial position
is fixed to r/R = 0.6 (R = d/2 is the nanowire radius). The calculation includes the effect of
the bottom mirror. The continuum of radiation modes, which includes ‘leaky’ guided modes,
is denoted ‘Rad’.

For similar reasons, the upper diameter limit is smaller than the cut-off of the next gui-
ded mode, HE21 (dco = 0.33λ). These numerical values correspond to GaAs, with a refractive
index n = 3.495 in the considered spectral range ; general expressions for mode cut-offs are gi-
ven in the Methods section. The positioning accuracy is directly conditioned by the contrast
of the interference between HE11 and TE01. Achieving sufficient contrast implies that an
off-axis QD can feed HE11 and TE01 with limited unbalance between the two modes. As
seen in Fig. III.6, our experimental demonstration was performed on the verge of the appea-
rance of TE01 (d = 0.22λ). As d increases, both modes become similarly confined in the wire,
which further improves the positioning accuracy. Importantly, the diameter range compatible
with position mapping covers nanowire dimensions which offer optimal light-matter coupling
(0.21λ < d < 0.28λ, for which more than 90% of the spontaneous emission of an on-axis QD
is coupled to the fundamental guided mode).

Another interesting question is related to the model used to describe the emitter (radial
and orthoradial optical dipoles, without mutual spectral coherence). At first sight, it might
seem surprising that a single optical dipole configuration can faithfully represent the diversity
of low-energy excitonic complexes that are commonly trapped in a QD. One can show that
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it is indeed the case for a charged exciton under non-resonant excitation, and for a neutral
bi-exciton, without specific condition. The case of the neutral exciton is more subtle : our
model applies only if a fast spin-flip process couples the two bright excitonic states. Previous
work has shown that such a mechanism is at play in our QDs [161]. If it were absent, the
neutral bi-exciton transition could alternatively be exploited to perform the mapping. More
details are given in the methods section ; the full calculation, which is rather technical but
without major difficulty, will be published elsewhere [162].

The all-optical mapping technique introduced in this work complements opto-mechanical
techniques that were recently demonstrated on larger nanowire structures. Their principle,
akin to magnetic resonance imaging, is to probe the optical response of QDs immersed in
a large transverse stress gradient which is generated by flexural vibrations [144]. This ap-
proach requires mechanical driving and detection, and thus imposes additional experimental
complexity. In addition, mechanical detection can be challenging for tiny nanowires, such
as the one investigated in this article. Later on, it was proposed to use thermal noise as a
self-calibrated excitation of vibration modes [53]. Though very elegant, this solution comes
at a price. Without information on the mechanical phase, one can only map the QD position
in a quarter of plane. The method discussed in this work offers a full 2D-mapping in the wa-
veguide section and can be implemented on a standard micro-photoluminescence setup. We
also note that in the case of an off-axis emitter with a known radial position, as in Ref. [148],
far-field mapping can in principle be used to constrain the QD longitudinal position to a
limited set of discrete values.

Potential future applications include the optimization of light-matter interfaces based on
QD-nanowire systems. In particular, achieving an optimal spectral coherence for the emitter
represents a significant challenge, motivated by important applications in quantum techno-
logies. For this it will be necessary to disentangle the impact of decoherence channels, and
these often depend on the QD position. Beyond single-QD devices, the technique will be also
very useful to explore the coupling between distinct emitters, which can be mediated by short
range Coulomb interaction [52], or by the coupling to a common optical guided mode.

Methods

Device geometry. The QD layer is located 80nm above the bottom mirror, which is com-
posed of a SiO2 spacer (11 nm) and a gold layer (250 nm). First information on the nanowire
geometry is obtained from tilted observation with a scanning electron microscope. The total
height of the structure is 2.9 µm. Due to a residual anisotropy of the etching, the waveguide
section features a slightly elliptical shape. At the QD level, the major (minor) axis of the
waveguide section features a diameter dmajor = 225 nm (dminor = 175 nm). This corresponds
to a mean diameter d = 200 nm, as mentioned in the main text. During the dry etching
step, a passivation shell made of a low-index material (SiOx) is deposited around the high-
index core GaAs wire, which governs the optical properties. To determine the shell geometry
and deduce the one of the core, we employed a combination of scanning electron microscopy
and focused ion beam milling on another device with the same nominal dimensions. Cuts at
different heights reveal that the shell thickness is negligible (a few nm) at the QD level. It
progressively increases up to 35 nm at mid-height, and decreases along the tapered section.
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The total opening angle of the core GaAs taper was measured to be α = 6◦.

Measurement of the far-field angular profile. As shown in Fig. III.2(c), the antenna
emission can be decomposed on a set of plane waves with a propagation direction defined by
the polar and azimuthal angles θ̃ and ϕ̃. These plane waves are focused on a point (ρobj(θ̃),ϕ̃)
of the objective back focal plane, with ρobj(θ̃) the radial distance to the optical axis. To obtain
the antenna far-field angular profile, one needs to determine : i) the dependence of ρobj on
θ̃ and ii) the objective transmission Tobj for relevant incidence angles θ̃. Such a calibration
is performed using a collimated beam that can be arbitrary oriented with respect to the
optical axis (see the Supplementary Information of Ref. [44] for more details). The measu-
rements reveal that ρobj(θ̃) is a linear function of θ̃. One then uses the cut-off angle of the
objective, directly visible as a circular border on the CCD image to determine farfield center
θ̃ = 0◦. In practice, this is accomplished with a Matlab routine. The maximum incidence
angle θ̃max = 49◦ is given by the objective numerical aperture (NA = 0.75).

As discussed in the main text, we acquire two farfield maps, corresponding to two orthogo-
nal linear polarizations. In practice, a slight tilt of the λ/2 waveplate can induce a slight shift
of the beam between the two images. Therefore we first determine the center of the far-field
profile using the above-mentioned procedure and then sum the two centered contributions.
The CCD dark counts are subtracted from the data.

Finally, the data are corrected for the objective transmission. The measured Tobj(θ̃) de-
pendence is reproduced with an empirical sine function, used to correct the CCD intensity.
Note that close to the objective cut-off angle, Tobj has dropped by 35% relatively to the
on-axis value. Such a correction is therefore mandatory for a quantitative analysis of the
results.

Simulation of the far-field angular profile. The QDs are modelled as two linear optical
dipoles (a radial and an orthoradial one), which are mutually incoherent. The antenna is
modelled as a circular cylinder of diameter d = 200nm and height h, which is surmounted by
a conical taper with an opening angle α = 6◦. d and α are fixed parameters, which have been
measured on the actual structure. The QD vertical position (80nm above the bottom mirror)
is defined by the epitaxial growth. The QD lateral position is a free parameter, varied to
maximize the overlap with the experimental data. The procedure is repeated for values of h
which increase by steps of 50nm. This increment is much smaller than the spatial period of the
oscillation of the field profile along the wire axis (λ/∆neff > 1.3 µm, with ∆neff the effective
index difference between HE11 and TE01). For h = 1950nm, we obtain an excellent agreement
with the measurements. Note that although the details of the far-field maps are sensitive to
h, the QD position inferred with this technique is independent of h in the 1900 − 2000 nm
range. This is an indication of the robustness of the mapping technique.

Cut-off of relevant guided modes. The cut-off diameter dco for the various guided modes
supported by a cylindrical dielectric waveguide are given in Ref. [163]. For convenience,
we give here general expressions for a nanowire with a refractive index n, immersed in a
background with a refractive index equal to 1. In the following, λ is the free-space operation
wavelength. The fundamental mode, HE11, is always present : dco(HE11) = 0. The next
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relevant mode is TE01 ; its cut-off is the smaller solution of J0(u) = 0, with u = π(dco
λ

)
√
n2 − 1

and J0 the Bessel function of order 0. This leads to the approximate expression dco(TE01) ≈
0.765 λ√

n2−1
. The cut-off of the next guided mode, HE21, is the first solution of uJ0(u)/J1(u) =

−(n2 − 1), which should be solved numerically.

Optical dipole model. In the main text, we have modelled the emitter as two linear
optical dipoles, πr and πθ, with radial and orthoradial orientations, respectively. Since we
assume that they are mutually incoherent, the local intensity Imodel in a waveguide section
can thus be calculated as Imodel = 1

2
Iπr + 1

2
Iπθ . Here, Iπr (Iπθ) is the intensity radiated by a

fully-populated πr (πθ) dipole and the prefactors account for the population of each dipole.
This writing convention runs along all the section. In the following, we examine in which
conditions this model applies to excitonic complexes that are commonly found in a QD. The
full calculation, which is tedious but without difficulty, will be published elsewhere.

(a) Singly-charged QD. Without loss of generality, we consider in this paragraph that the
QD is populated with a resident hole, whose pseudo-spin can take ‘up’ (⇑) or ‘down’ (⇓)
orientation. The addition of an electron-hole pair leads to two possible trion states, T⇑ and
T⇓. In the absence of external magnetic field, there are two dipole-allowed optical transitions :
⇑↔ T⇑ and ⇓↔ T⇓ ; they are degenerate in energy and their circular optical dipoles, σ+ and
σ−, feature opposite handiness. Non-resonant optical excitation, combined with the absence
of chiral photonic effect, ensures that the total emission is a balanced statistical mixture of
the two contributions : IT = 1

2
Iσ+ + 1

2
Iσ− . Each σ dipole can be separately expressed as

the coherent sum of two linear dipoles, that are in phase quadrature and oriented along the
radial and orthoradial directions. The terms associated with the mutual coherence of r- and
θ-dipoles present in Iσ+ and Iσ− cancel each other, which leads to IT = Imodel.

(b) Neutral QD. The ‘empty’ state, ∅, constitutes the ground state of the system. The
addition of an electron-hole pair leads to four excitonic states. Two of them, so-called bright
excitons, feature a dipole-allowed optical transition with the ground state. Real QDs are
usually elongated along one crystalline direction. Such a symmetry reduction lifts the energy
degeneracy of the two bright excitonic states, H and V. The transition ∅ ↔ H (∅ ↔ V)
features a linear optical dipole, πh (πv). These dipole are mutually orthogonal and their
orientation is fixed by the QD geometry ; we also assume that |πh| = |πv|. The addition of
a second electron-hole pair leads to a singlet bi-exciton state, XX. The transition H ↔ XX
(V↔ XX) features a linear optical dipole πh (πv).

The intensity associated with the bi-exciton recombination reads IXX = 1
2
Iπh + 1

2
Iπv (πh

and πv are mutually incoherent). One then expresses πh and πv in the (r̂, θ̂) basis and finds
that IXX = Imodel.

The case of the exciton is more subtle. Even under non-resonant (and thus unpolarized)
excitation, the population of H and V may differ, because these states can experience dif-
ferent spontaneous emission decays. A fast spin-flip between these states however establishes
a population equality. Previous work has shown that such a mechanism is at play in our
QDs [161]. In these conditions, IX = 1

2
Iπh + 1

2
Iπv , and one obtains IX = Imodel.
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3 Annexe : Données additionnelles

Nous présentons ici quelques résultats supplémentaires obtenus durant ce travail et qui
n’apparaissent pas dans l’article en lui-même. Nous présentons ainsi : i) des mesures de
caractérisation des BQs 1, 2 et 3 (montée en puissance, analyse de la structure fine et temps
de déclin), ii) la calibration de la transmission de l’objectif de microscope en fonction de
l’angle d’incidence et iii) des cartes de champ lointain pour des BQs intégrées dans une
antenne strictement monomode.

Fig. III.7 – Caractérisation optique des trois raies individuelles QD1, QD2 et
QD3. (a) Intensité intégrée en fonction de de la puissance d’excitation Pexc pour les trois
BQs QD1, QD2 et QD3 sous excitation continue. Les courbes en rouge sont des fits linéaires
reproduisant les premiers points expérimentaux. Ils nous donnent log(IQD1) ∼ 1.34×log(Pexc),
log(IQD2) ∼ 1.06 × log(Pexc) et log(IQD3) ∼ 1.11 × log(Pexc). (b) Analyse en polarisation de
ces mêmes BQs. On ajoute ici une lame demi-onde λ/2 et polariseur linéaire sur le trajet
optique. Le polariseur est aligné selon une direction fixe alors que la lame est utilisé pour
faire tourner la polarisation du faisceau incident. Spectres normalisés pour différents angles
de la lame demi-onde à la puissance Pexc = 2 µW.

Caractérisation optique des BQs 1, 2 et 3. Comme évoqué dans l’article, nous avons
réalisé plusieurs caractérisations optiques sur les trois raies spectrales étudiées pour pouvoir
identifier à quels complexes excitoniques elles sont associées. La figure III.7 a) présente les
dépendances en puissance de l’intensité associée à chaque raies. La figure III.7 b) montre
l’analyse en polarisation de ces raies pour déterminer si elles présentent un splitting de struc-
ture fine. La dépendance linéaire des montées en puissance montre que ces trois raies sont
associées à des excitons neutres ou chargés. QD1 et 2 présentent un splitting de structure
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fine : ce sont donc des excitons neutres. QD3 est associée soit à un exciton neutre avec un
splitting de structure fine non-résolu, soit à un exciton chargé.

La figure III.8 montre les mesures de temps de vie des trois BQs permettant d’obtenir
les taux de recombinaison radiative résumés dans le tableau III.1. Ici, le laser d’excitation
Ti :sapphire est réglé en mode pulsé (impulsions avec une largeur temporelle à mi-hauteur de
0.2 ps, à la fréquence de 76 MHz). Coté détection, la résolution temporelle est obtenue avec
une photo-diode à avalanche (APD). Ces mesures de temps de vie sont reproduites avec une
fonction bi-exponentielle décroissante. Le temps rapide est normalisé par rapport au temps
de recombinaison d’une BQ dans le matériau massif, et reporté ensuite dans le tableau III.1.

Fig. III.8 – Mesures de temps de vie des trois BQs. Les courbes bleues correspondent
à l’évolution temporelle de l’intensité de photoluminescence des trois BQs QD1, QD2 et
QD3 (de haut en bas). Les courbes oranges correspondent à des fits utilisant des fonctions
bi-exponentielles décroissantes de temps caractéristiques τ1 et τ2.

Calibration de la transmission de l’objectif de microscope. La figure III.9 présente
la mesure de la transmission Tobj de l’objectif de microscope en fonction de l’angle de l’angle
d’incidence θ̃. Pour ce faire, l’objectif est éclairé par un faisceau collimaté de faible diamètre,
qui peut être incliné d’un angle θ̃ par rapport à l’axe optique. Ce faisceau est produit par une
fibre optique clivée et un diaphragme (voir les SI de la Ref. [44] pour plus de détails). Comme
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la transmission de l’objectif varie de plus de 30% sur toute la plage d’angles d’incidence, cette
calibration est absolument nécessaire pour une analyse quantitative des cartes de champ
lointain.

Fig. III.9 – Transmission de l’objectif de microscope. Intensité normalisée transmise
par l’objectif Tobj en fonction de l’angle d’incidence θ̃ du faisceau sur l’objectif de micro-
scope (NA= 0, 75). La courbe rouge en trait plein est un fit empirique utilisant une fonction
sinusöıdale plus une constante.

Champs lointains de BQs intégrées dans une structure strictement monomode.
Cette section n’apparâıt pas dans l’article mais permet d’observer une antenne photonique
avec un comportement différent de celle étudiée précédemment. En effet, nous nous intéressons
ici à une structure mono-mode où seul le mode fondamental HE11 est présent dans le fil.
Cette antenne photonique possède un diamètre nominal au niveau des BQs dnom = 220 nm
(le diamètre nominal de la structure étudiée dans l’article est 240 nm). Son spectre de photo-
luminescence est présenté sur la figure III.10 (a). Nous avons mesuré la distribution angulaire
de l’intensité en champ lointain de trois raies spectrales individuelles notées QD*1, QD*2 et
QD*3 (figure III.10 (b)). Ces trois raies sont spectralement assez espacées pour considérer
qu’elles sont associées à trois BQs différentes. On observe que les cartes en champ lointain
de ces trois BQs ont un toutes un profil gaussien permettant de conclure que le mode TE01

n’est pas présent dans ce fil.
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Fig. III.10 – Émission en champ lointain résolue en angle d’une antenne mono-
mode. (a) Spectre de micro-photoluminescence de la structure sous excitation continue (CW)
à la puissance Pexc = 1µW, à la longueur d’onde λexc = 825 nm et à température cryogénique
(T = 5 K). Nous nous concentrons sur trois raies spectrales QD*1, QD*2 et QD*3 émettant
aux longueurs d’ondes λQD∗1 = 909, 7 nm, λQD∗2 = 915, 4 nm et λQD∗3 = 925, 5 nm, respecti-
vement. (b) Mesure de la distribution angulaire de l’intensité en champ lointain de ces trois
raies individuelles à la même puissance d’excitation. Pour chaque carte, le cercle blanc cor-
respond à l’angle maximal de collection de l’objectif de microscope (θ̃max = 49◦). Les données
sont corrigées de la réponse du microscope.

4 Conclusion

Pour conclure, nous avons développé et démontré une technique de localisation tout-
optique (et donc non destructive) qui permet de localiser précisément une BQ dans la section
du nanofil. En champ proche, l’émission simultanée dans le mode guidé fondamental (HE11,
deux fois dégénéré en polarisation) et le second mode guidé (TE01, non dégénéré) donne
naissance à une figure d’interférence qui dépend fortement de la position de la bôıte. Cette
figure d’interférence se retrouve dans le champ lointain, que l’on peut mesurer en micro-
scopie de Fourier résolue spectralement. La comparaison entre les cartes en champ lointain
expérimentales et les simulations numériques nous a permis de déterminer la position trans-
verse des émetteurs au sein du fil avec une très bonne précision (±10 nm sachant que le rayon
typique des antennes est entre 100 et 150 nm). Pour pouvoir réaliser cette comparaison nous
avons décrit l’émetteur (la BQ) comme la somme de dipôles optiques radial et orthoradial

93
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mutuellement incohérent. Ceci est rigoureusement justifié pour le cas des excitons chargés
sous excitation non-résonante et du bi-exciton neutre sans conditions particulières. Dans le
cas de l’exciton neutre, cette description est valide uniquement si le spin-flip entre les états
brillants de l’exciton est bien plus rapide que les temps de recombinaison radiative pour
égaliser les populations de ces états. Cette technique de localisation est utilisable sur une
large plage de diamètre (0.20λ < d < 0.31λ dans le cas du GaAs) et est donc compatible
avec les fils qui offrent un couplage optimal avec le mode guidé fondamental. En effet, dans
la plage 0.21λ < d < 0.28λ, plus de 90% de l’émission spontanée d’un émetteur sur l’axe est
couplée au mode guidé fondamental HE11.

Pour compléter cette étude il serait intéressant de la comparer avec la technique de lo-
calisation opto-mécanique développée récemment dans le groupe de J-P. Poizat [144]. Cette
dernière exploite des vibrations mécaniques pour induire un stress oscillant dans la section
du fil. En excitant un mode de flexion, on génère un stress oscillant qui fait osciller l’énergie
d’émission de l’émetteur. L’amplitude du stress mécanique présente un fort gradient spatial
transverse : l’amplitude de l’oscillation de l’énergie démission de la BQ permet alors de re-
monter à la distance à l’axe de l’émetteur. La phase de l’oscillation permet de savoir de quel
côté se trouve la BQ. En exploitant le second mode de flexion, qui présente une direction d’os-
cillation perpendiculaire à celle du premier, on obtient une localisation en deux dimensions
de l’émetteur. Dans le même ordre d’idées, on pourrait également comparer la localisation
optique démontrée dans ce manuscrit à des expériences de détermination structurales, comme
la tomographie TEM ou par diffraction X cohérente. Concernant ce dernier point, on peut
citer des expériences préliminaires réalisées à l’ESRF dans le cadre d’une collaboration avec
Vincent Favre-Nicolin.

Nous avons vu que la position de l’émetteur dans une antenne à fil photonique est impor-
tante, car elle conditionne la force de l’interaction lumière-matière et le couplage à certains
canaux de décohérence. Nous avons pu vérifier le premier point expérimentalement. Comme
attendu, on observe une augmentation du temps de vie excitonique lorsque l’émetteur se
rapproche des flancs du fil. Ces mesures du temps de déclin des niveaux excitoniques sont
néanmoins à approfondir. En effet, la détermination de ces temps se base sur un modèle
simple (à double exponentielles), sans déconvoluer proprement le signal de la réponse de
l’instrument et en prenant une géométrie circulaire du nanofil. Il serait intéressant d’utiliser
l’analyse développée au cours du chapitre suivant pour permettre une corrélation plus précise
entre la position de l’émetteur et les temps de déclin des niveaux excitoniques. A l’avenir, il
serait également intéressant de corréler la position spatiale de l’émetteur avec sa largeur de
raie. Pour optimiser cette dernière, il est préférable de recourir à une excitation résonante de
la BQ.
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1.3 Fil photonique à section elliptique : une structure photonique ani-
sotrope . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 100
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CHAPITRE IV. ÉTUDE D’UNE SOURCE DE DÉCOHÉRENCE : LE SPIN-FLIP
ENTRE ÉTATS EXCITONIQUES

Ce chapitre a pour but de présenter une nouvelle méthode pour étudier les processus de
spin-flip entre les états excitoniques hébergés par une bôıte quantique neutre. En intégrant
cet émetteur dans une structure photonique anisotrope, nous créons un déséquilibre entre les
taux de recombinaison radiative des deux excitons brillants. Sous excitation non résonnante,
nous allons voir que le degré de polarisation linéaire de la lumière émise par l’exciton est
profondément affecté par les processus de spin-flip. Dans le régime des basses puissances (bien
en dessous de la saturation de l’exciton), des mesures résolues en temps nous permettront de
distinguer les contributions des spin-flips directs (entre les deux états brillants) des spin-flips
indirects (entre états noirs et états brillants). Nous allons dans un premier temps introduire les
phénomènes de spin-flips, et montrer avec un modèle simple le lien entre degré de polarisation
linéaire de l’exciton et taux de spin-flip. Puis nous présenterons le modèle utilisé pour l’analyse
de nos résultats expérimentaux. La méthode que nous avons développée s’articule autour de
trois grands axes : i) L’analyse de la dynamique de recombinaison de l’état bi-excitonique,
ainsi que la mesure de son degré de polarisation linéaire ; ii) l’étude du degré de polarisation de
l’exciton en fonction de la puissance d’excitation ; iii) l’étude du temps de vie des deux états
brillants de l’exciton neutre. Les trois dernières sections vont présenter les résultats obtenus
sur une bôıte quantique particulière en suivant ce protocole. Nous finirons ce chapitre en
examinant les implications de notre étude pour le contrôle de l’émission spontanée dans des
structures photoniques anisotropes, et pour la cohérence spectrale des sources de photons
uniques utilisant comme émetteurs des bôıtes quantiques.
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1 Une structure photonique anisotrope pour révéler

les processus de spin-flip

1.1 Processus de spin-flip de l’exciton neutre

Comme nous l’avons vu au cours du chapitre I à la section 1.4, les états excitoniques (à un
seul exciton) d’une BQ neutre sont construits avec un état d’électron de la bande de conduc-
tion (| ↓〉 ou | ↑〉 correspondant à la projection de spin −1/2 et 1/2 respectivement) et avec un
état de la bande de trous lourds (| ⇓〉 ou | ⇑〉 correspondant à la projection du moment angu-
laire total −3/2 et 3/2 respectivement). Quatre états de paire électron-trou peuvent alors être
formés que l’on peut classer selon la somme des projections du moment angulaire total Jehz . Les
excitons brillants | ↓⇑〉 et | ↑⇓〉, avec Jehz = ±1, sont couplés à la lumière et peuvent alors se
recombiner radiativement. Les excitons |↓⇓〉 et |↑⇑〉, avec Jehz = ±2, ne sont pas optiquement
actifs. En raison des interactions d’échange et à cause de l’asymétrie du potentiel de confine-
ment, l’exciton neutre des bôıtes quantiques auto-assemblées InAs/GaAs possède une struc-
ture fine composée de deux états brillants |H〉 = 1√

2
(|↓⇑〉 − |↑⇓〉) et |V〉 = 1√

2
(|↓⇑〉+ |↑⇓〉)

et deux états noirs |D1〉 = 1√
2

(|↑⇑〉 − |↓⇓〉) et |D2〉 = 1√
2

(|↑⇑〉+ |↓⇓〉) (voir figure I.11).
Des mécanismes de relaxation peuvent mener au retournement du spin d’un électron ou du
pseudo spin d’un trou (spin-flip dans la suite) limitant la durée de vie des états excitoniques.
On distingue plusieurs types de spin-flips ; le spin-flip direct entre les deux états brillants où
les spins de l’électron et du trou se “retournent” ; le spin-flip indirect entre un état noir et
un état brillant où un seul spin se “retourne” et le spin-flip direct entre deux états noirs qui
fait intervenir un double retournement.

Le temps de vie des états excitoniques est important pour la plupart des applications des
BQs aux technologies quantiques de l’information. Ce temps de vie a tout d’abord été étudié
dans un contexte où le spin de l’exciton est utilisé pour encoder de l’information (la BQ est
alors le support d’un qubit de spin). On peut toutefois remarquer que dans le cas d’une BQ
neutre, le temps de vie des excitons brillants est de toute façon limité par les processus radia-
tifs à des durées de l’ordre de la nanoseconde. Les BQs chargées avec un trou ou un électron
résidant sont bien plus intéressantes dans ce contexte. Néanmoins, la relaxation de spin dans
une BQ neutre reste importante pour l’émission d’états non-classiques de la lumière. En li-
mitant la durée de vie des états brillants, ce mécanisme limite la cohérence spectrale d’une
source de photons uniques [4]. Il vient aussi perturber la cascade radiative du bi-exciton, qui
est exploitée pour émettre des paires de photons enchevêtrés en polarisation [6]. En règle
générale, les spin-flips vers les états noirs sont un problème, car la BQ n’est plus optiquement
active, ce qui équivaut à une perte de rendement radiatif. Enfin, de manière contre intui-
tive, la durée de vie et la cohérence des états noirs peut être importante pour l’émission de
certains états non-classiques. C’est notamment le cas dans une démonstration récente, qui
utilise l’exciton noir comme une mémoire qui permet de construire de l’enchevêtrement au
sein d’un état photonique cluster [7].

Par rapport à des porteurs libres, le confinement des porteurs dans la BQ augmente
grandement le temps de vie des spins. Toutefois, plusieurs mécanismes peuvent encore in-
duire un spin-flip significatif. On peut citer le couplage aux phonons (acoustiques [164,165]
ou optiques [166]), l’interaction avec des porteurs libres dans l’environnement proche de la
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BQ [167] ou bien l’interaction avec les spins nucléaires par l’intermédiaire de l’interaction
hyperfine [168]. Dans le cas particulier de l’interaction avec les phonons, qui est toujours
présente, les taux de spin flips dépendent fortement de la température [169,170].

Durant les vingt dernières années, les travaux portant sur l’étude des processus de spin-flip
ont révélé que ces processus dépendent fortement du type d’excitation employé pour exci-
ter les bôıtes quantiques. Plusieurs études ont montré que le mécanisme de relaxation était
très ralenti pour des ensembles de bôıtes quantiques InAs/GaAs sous excitation résonnante
à température cryogénique. En effet des temps de l’ordre de 10 ns ont été mesurés sachant
que le temps de vie radiatif est de l’ordre de 1 ns [171]. D’autres études sur des ensembles
de bôıtes sous excitation quasi-résonnante ont confirmé cette inhibition de la relaxation de
spin utilisant des techniques pompe-sonde [172,173] ou écho de photons [174]. A l’inverse,
une excitation non-résonnante peut accélérer considérablement les phénomènes de spin-flip.
En effet I. Favero et al. ont montré en 2005 qu’une relaxation longitudinale de spin rapide
avait lieu pour des bôıtes uniques InAs sous excitation non résonnante [170], révélant un
spin-flip très rapide ≤ 100 ps, et ce, même à faible température (T ∼ 4 K). Outre la stratégie
d’excitation utilisée, le spin-flip dépend également du système étudié. Des travaux publiés
en 2002 [175] ont révélés un spin-flip rapide de l’ordre de 100 ps pour des bôıtes quantiques
aux défauts d’interface de puits quantiques GaAs/AlAs sous excitation résonante. Ces bôıtes
quantiques se différencient des BQs auto-assemblées par leur faible confinement transverse,
induisant un potentiel mélange entre trous lourds et trous légers. Et enfin, même pour des
systèmes identiques sous des conditions expérimentales similaires, les processus de spin-flip
peuvent se manifester de manière très différente d’un échantillon à un autre [161,176]. La
grande variété des mécanismes possibles et la grande diversité des situations expérimentales
motivent des études expérimentales supplémentaires.

1.2 Lien entre polarisation de l’émission excitonique et spin-flips
dans une BQ anisotrope

Nous revenons ici sur l’étude de Favero et al. [170]. Cette dernière se focalise sur des BQs
très diluées spatialement et qui sont très anisotropes. Les forces d’oscillateurs des transitions
|H〉 → |g〉 (associées à l’émission de lumière polarisée linéairement πH et caractérisées par le
taux de recombinaison radiative ΓH) et |V〉 → |g〉 (polarisation orthogonale πV et caractérisée
par le taux ΓH) sont donc très différentes, menant à ΓH 6= ΓV. Cette étude, conduite sur des
BQs très particulières, nous permet de voir comment le taux de polarisation peut être utilisé
pour révéler le taux de spin-flip. Elle constitue une source d’inspiration pour la méthode que
nous proposons. Le degré de polarisation linéaire de l’émission excitonique LX est défini par :

LX =

∣∣I|H〉 − I|V〉∣∣
I|H〉 + I|V〉

(IV.1)

avec I|H〉 et I|V〉 les intensités de photoluminescence associées aux déclins radiatifs |H〉 → |g〉
et |V〉 → |g〉. Nous nous plaçons dans le cadre du modèle simplifié présenté à la figure IV.1.
Nous ne prenons pas en compte les états noirs. La puissance d’excitation est suffisamment
faible pour que la population du bi-exciton soit négligeable. La BQ est majoritairement dans
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son état fondamental. Les états brillants |H〉 et |V〉 sont peuplés avec un taux de photo-
création PH et PV, et le spin-flip entre ces deux états est caractérisé par le taux γS. Dans
le cas d’une excitation non-résonnante, les deux taux PH et PV deviennent égaux car il y
a une perte de mémoire de la polarisation du laser excitateur : on pose PH = PV = P. De
plus, nous négligeons les processus de recombinaison non radiative [12,13]. L’intensité totale
associée au déclin |H〉 → |g〉 s’écrit I|H〉 = ΓHnH. De même, celle associée à |V〉 → |g〉 s’écrit
I|V〉 = ΓVnV, où nH et nV sont les populations des états brillants. On suppose dans la suite
que ces deux signaux sont collectés avec la même efficacité.

Fig. IV.1 – Spin-flips dans un modèle simple. ΓH et ΓV sont les taux de recombinaison
radiative des deux états brillants |H〉 et |V〉, γS le taux de spin-flip entre ces deux états, PH

et PV sont les taux de photo-création de ces états.

La résolution des équations de taux du système figurant sur la figure IV.1 nous donne :

LX =
ΓH − ΓV

ΓH + ΓV

1

1 + ΓR/γS

, (IV.2)

avec 1/ΓR = 1/ΓH + 1/ΓV la moyenne harmonique des taux de recombinaison radiative ΓH

et ΓV .

Cette expression nous montre tout d’abord que LX dépend de l’anisotropie des taux de
recombinaison radiative : si ΓH = ΓV alors LX = 0. On remarque aussi que cette expression
dépend du rapport entre le taux de spin-flip et le taux de déclin radiatif moyen. Dans le cas
où la dynamique de spin-flip est très lente par rapport à celle de la recombinaison radiative
(γS � ΓR), nous obtenons LX = 0 : l’anisotropie de polarisation du signal de photolumi-
nescence disparâıt. Dans ce cas, les niveaux H et V se recombinent indépendamment, et ont
le temps d’émettre un photon avant chaque nouvelle excitation. Alors que les populations
stationnaires dépendent de ΓH et ΓV (nH,V = P/ΓH,V), les intensités de photoluminescence
sont proportionnelles au taux de photocréation P (I|H,V〉 ∝ ΓH,VnH,V ∝ P). Ceci assure un
équilibre parfait entre les intensités I|H〉 et I|V〉.
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Lorsque le processus de spin-flip s’accélère, il induit un échange de population de plus en
plus rapide entre les niveaux H et V et crée une compétition entre les deux canaux de recom-
binaison, menant à l’apparition d’une polarisation linéaire. Ce degré de polarisation atteint
un maximum dans la limite où les spin-flips sont beaucoup plus rapides que la recombinaison
radiative (γS � ΓR), menant à LX = (ΓH−ΓV)/(ΓH +ΓV). Dans ce cas, les spin-flips égalisent
les populations des niveaux H et V de sorte que leurs intensités de photoluminescence de-
viennent proportionnelles à ΓH et ΓV. Ce modèle simplifié nous permet de comprendre que
le degré de polarisation linéaire est très sensible à la présence d’un processus de spin-flip.

En général, les BQs trouvées dans des zones denses ne présentent pas des anisotropies de
force d’oscillateur très fortes [177,178]. Pour révéler les processus de spin-flip, nous proposons
d’intégrer l’émetteur dans une structure photonique anisotrope. Cette structure va créer un
fort déséquilibre entre ΓH et ΓV. Une mesure du taux de polarisation linéaire donne accès au
taux de spin-flip. Nous verrons plus loin que les mesures de polarisation permettent aussi de
déterminer les taux de spin-flips dans le régime des fortes puissances de pompage.

1.3 Fil photonique à section elliptique : une structure photonique
anisotrope

Comme illustré sur la figure IV.2 la structure photonique anisotrope que nous avons rete-
nue est une antenne à fil photonique présentant une base elliptique. Le nanofil est constitué
de GaAs et possède une taille d’environ 3µm. Il repose sur un miroir SiO2-Au. Le plan où se
trouvent les bôıtes quantiques est situé 80 nm au dessus de ce miroir. Comme nous l’avons vu
à la section 3.2, l’ellipticité du fil est due à une légère anisotropie de la gravure RIE. Les axes
principaux de cette ellipse sont notés x et y. Ils cöıncident environ avec les axes de clivage
facile de GaAs.

Fig. IV.2 – Fil photonique à section elliptique. Schéma d’une bôıte quantique intégrée
à une antenne à fil photonique à base elliptique. Les axes x et y sont les axes transverses
principaux du fil. Les dipôles optiques de la BQ sont orientés selon les directions mutuellement

orthogonales
−→
H et

−→
V . θ est l’angle entre la base associée aux dipôles de la BQ (H, V ) et la

base photonique (x, y).

Nous nous sommes concentrés sur des antennes relativement fines (diamètre nominal
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inférieur à 300 nm) pour restreindre le nombre de modes optiques présents dans le guide.
Nous avons effectué une analyse structurale de l’antenne photonique étudiée dans ce chapitre.
Des images MEB de la structure selon ces deux axes sont présentées sur la figure IV.3.

Fig. IV.3 – Image MEB de la structure étudiée. Images MEB tiltées à 70◦ de l’antenne
photonique étudiée dans ce chapitre dont le diamètre nominal est 260 nm, selon les deux
directions x (a) et y (b). Cette structure photonique provient du même échantillon utilisé
dans ces autres études [13,40,55]. Le plan où se trouve les BQs est indiqué en pointillés rouges.
Les barres d’échelle blanches correspondent à 500 nm.

On peut remarquer que cette structure est assez elliptique avec un diamètre selon x dx = 230
nm et selon y dy = 160 nm (rapport 2/3). De plus le taper supérieur présente une rugosité
résiduelle.

D’un point de vue optique, cette structure photonique supporte un mode guidé fonda-
mental Mx (My) polarisé localement selon la direction x (y). Mx et My sont équivalents aux
modes HEx

11 et HEy
11 qui sont supportés par un fil à section circulaire comme nous l’avons vu

au cours du chapitre II. Nous posons Γx et Γy les taux d’émission spontanée d’un dipôle aligné
selon l’axe x et y respectivement. Du fait que x correspond au grand axe du fil, le mode Mx

est mieux confiné dans le guide d’onde, menant à la hiérarchie Γx > Γy. Le déséquilibre entre
ces deux taux peut être directement contrôlé en ajustant l’ellipticité de la section transverse
de l’antenne [161]. Des simulations FDTD (acronyme anglais pour “méthode de différences
finies dans le domaine temporel” ou finite différences in the time domain) montrent que l’el-
lipticité de la structure en question mène à une anisotropie photonique Γx/Γy ≈ 4 pour un
dipôle localisé sur l’axe du fil et émettant à la longueur d’onde λQD = 930 nm.
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1.4 Bôıte quantique étudiée

Nous avons réalisé notre étude sur une BQ unique particulière et intégrée dans l’antenne
photonique illustrée sur la figure IV.3. Nous avons retenu une bôıte quantique neutre avec
des raies spectrales excitonique et bi-excitonique clairement identifiables, spectralement assez
séparées l’une par rapport à l’autre et spectralement bien isolées des autres bôıtes quantiques
de la même structure pour pouvoir effectuer des mesures sur raies uniques pour toutes les
gammes de puissance d’excitation souhaitées. Le spectre de photoluminescence de l’antenne
photonique de la figure IV.3 est visible sur la figure IV.4 a). On peut y voir un ensemble de
raies correspondant à la photoluminescence de plusieurs bôıtes quantiques. Nous nous sommes
concentré sur deux raies notées X et XX respectivement à la longueur d’onde λX = 921, 44
nm et λXX = 920, 46 nm.
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Fig. IV.4 – Spectre de photoluminescence de l’antenne photonique étudiée. Me-
sures effectuées sous excitation continue CW à la longueur d’onde λexc = 835 nm et à
température cryogénique (T = 5 K). a) Spectre CCD de photoluminescence de l’antenne
photonique étudiée à la puissance Pexc = 2, 5 µW. La raie associée à la recombinaison de
l’exciton de la bôıte quantique choisie est notée X (λX = 921, 44 nm) et celle liée au bi-
exciton est notée XX (λXX = 920, 46 nm). b) Intensité de photoluminescence intégrée (via
une Photo diode à avalanche APD) en fonction de la puissance d’excitation Pexc pour la raie
X (carrés noirs) et XX (points rouges). La courbe bleue en trait plein est un fit basé sur
le modèle décrit sur la figure IV.6. Ce modèle ne permet pas de décrire correctement IXX

à haute puissance d’excitation car il faudrait tenir compte des niveaux excitoniques d’ordre
supérieur. Pour cette raison, nous avons effectué un simple fit linéaire sur les premiers points
expérimentaux (courbe rouge).

La proximité spectrale de ces deux raies (écart ∆λX-XX ≈ 1 nm) est un premier indice que
ces deux raies sont associées à la recombinaison radiative de complexes excitoniques d’une
même bôıte quantique. Néanmoins il est nécessaire d’effectuer des mesures complémentaires
pour vérifier cette hypothèse. La première est la mesure des intensités intégrées IX et IXX de
ces deux raies en fonction de la puissance d’excitation. Le résultat de cette mesure est donné
sur la figure IV.4 b). L’intensité est intégrée sur la cellule d’une photo-diode à avalanche (APD
pour Avalanche Photo Diode en anglais) sous excitation continue et à T = 5 K. Les premiers
points expérimentaux nous révèlent que log(IX) ∼ 1.09 × log(Pexc) et log(IXX) ∼ 1.90 ×
log(Pexc). Pour prouver définitivement que les raies X et XX sont associées à la recombinaison
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d’un état mono-excitonique et bi-excitoniques d’une BQ neutre, nous avons étudié la structure
fine de ces raies.
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Fig. IV.5 – Structure fine des raies X et XX. a) Spectres normalisés de la raie bi-
excitonique XX pour différentes positions angulaires de la lame λ/2. b) Idem pour la raie
excitonique X. c) Spectre de photoluminescence pour une position angulaire de la lame de 40◦.
La courbe rouge est le résultat d’un fit à quatre lorentziennes pour caractériser la structure
fine des deux raies excitoniques. La raie X est composée d’une paire de raies XH et XV aux
longueurs d’ondes λXH

≈ 921, 45 nm et λXV
≈ 921, 42 nm. De la même manière, la raie

XX est constituée de deux raies XXH et XXV aux longueurs d’ondes λXXH
≈ 920, 44 nm

et λXXV
≈ 920, 47 nm. Spectres réalisés sous excitation continue CW à la longueur d’onde

λexc = 835 nm, à la puissance Pexc = 2, 5 µW et à température cryogénique (T = 5 K).

La résolution spectrale de notre banc optique n’est pas assez bonne pour pouvoir observer
directement le dédoublement des raies associé à la structure fine des complexes excitoniques
neutres. Néanmoins il est possible d’y avoir accès en effectuant des mesures de spectres
résolues en polarisation. Comme nous l’avons déjà fait au cours du chapitre III, nous plaçons
un couple polariseur/lame λ/2 sur le trajet optique avant l’entrée du spectromètre. Le pola-
riseur a une position angulaire fixe ne laissant passer la lumière que selon une seule direction
de polarisation alors que la lame λ/2 (précédent le polariseur) permet de faire tourner la
direction de la polarisation de la lumière incidente. Sur la figure IV.5 a) et b) nous pouvons
voir les raies XX et X selon plusieurs positions angulaires de la lame λ/2. Pour les deux raies
nous observons un décalage périodiques des raies avec l’angle de la lame, nous assurant que
les complexes excitoniques sont neutres. En effet les excitions chargés ne présentent pas de
structure fine sous champ magnétique nul. De plus le décalage de XX est anti-symétrique par
rapport à celui de X. Ceci est un indice fort sur la parenté commune de ces deux raies. Nous
avons alors suffisamment de preuves expérimentales pour considérer que la raie X est associée
à la recombinaison de l’exciton neutre et que la raie XX est associée au bi-exciton d’une même
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bôıte quantique. Pour une position angulaire de la lame λ/2 donnée, nous avons effectué des
fits à double lorentzienne pour déterminer plus précisément la structure fine de chaque raie.
Ce fit est visible sur la figure IV.5 c) et nous permet d’obtenir l’écart en énergie des états
|H〉 et |V〉, ∆HV ≈ 40 µeV, une valeur typique pour une BQ InAs/GaAs auto-assemblée [85].

2 Modèle de l’émetteur et protocole de l’étude

2.1 Modèle

L’émetteur. La figure IV.6 présente les états associés aux complexes excitoniques de la
couche s d’une d’une bôıte quantique neutre. Les quatre états |XX〉, |H〉, |V〉 et |g〉 forment une
structure photonique “en diamant” connectée par des transitions radiatives. Les transitions

optiques |XX〉 → |H〉 et |H〉 → |g〉 présentent un dipôle aligné selon la direction
−→
H, alors

que le dipôle associé aux transitions |XX〉 → |V〉 et |V〉 → |g〉 est aligné selon la direction
−→
V.
−→
H et

−→
V sont orthogonaux et nous supposons que toutes les transitions possèdent des

forces d’oscillateur identiques. Cependant, comme nous l’avons déjà évoqué, les taux ΓH et
ΓV peuvent prendre des valeurs très différentes du fait de l’anisotropie photonique de la
structure dans laquelle la BQ est intégrée. Le niveau bi-excitonique se recombine avec un
taux d’émission spontanée ΓXX = ΓH + ΓV.

Fig. IV.6 – Modèle excitonique complet. Schéma de population de niveaux utilisé pour
cette étude. A gauche : Modèle à 6 niveaux d’une bôıte quantique neutre incluant le niveau
fondamental |g〉 (vide d’exciton), les quatre niveaux de l’exction |H〉, |V 〉 (excitons brillants),
|D1〉 et |D2〉 (excitons noirs) et le niveau bi-excitonique |XX〉. L’anisotropie photonique
implique ΓH > ΓV. A droite : zoom sur la structure fine de l’exciton neutre et sur les
différents chemins de spin-flip.

Comme illustré dans l’encadré de la figure IV.6, les quatre états excitoniques peuvent
être connectés par des processus non radiatifs de spin-flip. Pour simplifier l’analyse, nous
formulons plusieurs hypothèses : (i) Les transitions associées au spin-flip direct entre les deux
états brillants, |H〉 → |V〉 et |V〉 → |H〉, ont le même taux γb. (ii) De même, le spin-flip direct
entre les deux états noirs, |D1〉 et |D2〉 est caractérisé par un unique taux γd. (iii) Les quatre
canaux de conversion des états noirs vers les états brillants sont décrits avec un seul taux γ↑.
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(iv) Il en va de même pour les quatre canaux des états brillants vers les états noirs qui sont
caractérisés par un unique taux γ↓. Ces hypothèses sont valides si les écarts en énergie entre
les deux états brillants ∆HV et celui entre les deux états noirs ∆DD sont suffisamment petits
devant l’énergie thermique kBT (kB est la constante de Boltzman et T la température). Nous
avons vu dans les paragraphes précédents que ∆HV = 40µeV, ce qui correspond à une énergie
thermique d’activation kB × 0, 5 K. A T = 5 K, cela correspond à une différence de moins
de 10% entre les taux des transitions |H〉 → |V 〉 et |V 〉 → |H〉 dans l’hypothèse où les taux
sont gouvernés par une loi d’activation thermique.

La structure photonique. Comme nous l’avons évoqué dans la section 1.3, l’antenne
photonique dans laquelle est intégrée la BQ possède deux modes Mx et My polarisés locale-
ment selon les directions x et y. Cette polarisation est également transmise en champ lointain
(voir chapitre III pour plus détails). Même si l’extrémité supérieure n’est pas parfaitement
définie, nous considérons que ces deux modes sont collectés de la même manière. Nous avons
vu dans les chapitres précédents que pour des fils cylindriques avec des diamètres supérieurs
à environ 200 nm, le mode TE01, qui n’est pas polarisé en champ lointain, doit être pris en
compte. Cependant pour des fils très elliptiques tel que celui présenté sur la figure IV.3, où
une des dimensions transverses est très petite, la contribution de ce mode peut être négligé.
En effet, des simulations obtenues avec le logiciel de simulation électromagnétique FEMSIM
de Synopsis nous ont montré que ce mode est principalement délocalisé à l’extérieur de la
structure. Le résultat de ces simulations est présenté sur la figure IV.7. Nous pouvons y ob-
server les cartes d’amplitude du champ électrique transverse associé aux modes Mx, My et
TE01. De plus nous avons effectué des mesures en champ lointain nous montrant un profil à
symétrie cylindrique, allant dans le sens de l’absence de ce mode au sein du fil étudié.

Fig. IV.7 – Cartes du champ électrique transverse associé aux premiers modes
guidés d’une antenne à base elliptique. De gauche à droite, cartes de l’amplitude nor-
malisée du champ électrique transverse associé aux modes Mx, My et TE01. Les flèches noires
correspondent à la direction de polarisation locale du champ électrique. La circonférence du
fil elliptique est représentée en trait plein noir. Le calcul est réalisé tenant compte de la
géométrie du fil étudié (dx = 230 nm et dy = 160 nm). Ces simulations ont été réalisées par
J-M. Gérard.
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Taux d’émission spontanée. En règle générale, les axes principaux du fil x et y suivent
les axes cristallographiques [110] et [110] du cristal de GaAs (qui sont également les axes de

clivage facile du cristal). Les axes
−→
H et

−→
V de la BQ de nos bôıtes sont aussi alignés selon ces

axes [178]. Pour tenir compte d’un éventuel décalage angulaire entre les axes photoniques et

ceux de la BQ, nous introduisons θ, l’angle entre
−→
H et x (voir l’encadré à droite de la figure

IV.2). Les taux d’émission spontanée des transitions excitoniques et bi-excitonique sont alors
donnés par les expressions suivantes :
• Transitions excitoniques :

ΓH = cos2(θ)Γx + sin2(θ)Γy (IV.3)

ΓV = sin2(θ)Γx + cos2(θ)Γy. (IV.4)

Nous pouvons réécrire ces relations de la manière équivalente :

ΓH + ΓV = Γx + Γy (IV.5)

ΓH − ΓV = cos(2θ)(Γx − Γy). (IV.6)

• Émission du bi-exciton : Le niveau du bi-exciton |XX〉 se recombine radiativement selon
les deux chemins |XX〉 → |H〉 et |XX〉 → |V〉, avec le taux :

ΓXX = ΓH + ΓV = Γx + Γy. (IV.7)

On voit que pour interpréter les expériences, il faut connâıtre les paramètres Γx, Γy et θ.
La méthode utilisée pour déterminer expérimentalement ces paramètres est décrite dans la
section suivante.

2.2 Protocole de l’étude

Le but de cette étude est de déterminer les taux des processus de spin-flips à l’œuvre dans
la BQ sélectionnée. Pour ce faire, il faut aussi déterminer les paramètres Γx, Γy et θ. Comme
la méthode que nous avons développée met en jeu beaucoup de mesures différentes, nous
résumons son principe dans cette section. Les résultats théoriques détaillés et les résultats
expérimentaux seront présentés dans les sections suivantes. En résumé, nous combinons des
mesures de polarisation et des mesures de déclin de la photoluminescence résolu en temps. On
étudie tout d’abord l’émission du bi-exciton, qui permet de déterminer expérimentalement
les paramètres de la structure photonique Γx et Γy. Les mesures sur l’émission excitonique
permettent de déterminer l’angle θ et les différents taux de spin-flip. Ce protocole de mesure
se présente de la manière suivante :

• Mesure du temps de vie de l’état bi-excitonique |XX〉.
Cette mesure est réalisée sous excitation pulsée. Comme nous l’avons vu précédemment, cet
état se recombine radiativement selon les deux chemins |XX〉 → |H〉 et |XX〉 → |V 〉, avec
le taux :

ΓXX = ΓH + ΓV = Γx + Γy. (IV.8)

• Mesure du taux de polarisation linéaire de l’émission bi-excitonique |XX〉.
Dans cette expérience, la bôıte quantique est excitée en continu. On collecte simultanément
les photons des recombinaisons radiatives |XX〉 → |H〉 et |XX〉 → |V〉. De la même manière
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que précédemment (mesures spectrales de la structure fine, figure IV.5), nous utilisons un
couple lame λ/2 et polariseur sur le trajet optique. Cette technique est équivalente à une
analyse de polarisation utilisant un polariseur dont l’angle est 2α, et nous donne accès au
degré de polarisation linéaire explicité dans les sections précédentes tel que :

LXX =
Imax − Imin

Imax + Imin

. (IV.9)

avec Imax et Imin le maximum et le minimum d’intensité après le polariseur.
Comme les modes Mx et My présentent des polarisations orthogonales en champ lointain,
Imax et Imin sont obtenues lorsque le polariseur est aligné le long des axes photoniques x et y.
Sans impact pour la suite, on pose arbitrairement que x est l’axe photonique fort, c’est-à-dire
que Γx > Γy. Les photons issus des déclins |XX〉 → |H〉 et |XX〉 → |V〉 possèdent des énergies
différentes, on peut donc sommer leurs contributions aux intensités Imax et Imin de manière
incohérente :

Imax ∝ n̄XX

[
cos2(θ)Γx + sin2(θ)Γx

]
(IV.10)

Imin ∝ n̄XX

[
sin2(θ)Γy + cos2(θ)Γy

]
, (IV.11)

avec n̄XX la population en régime permanent du niveau |XX〉. On obtient alors :

LXX =
Γx − Γy
Γx + Γy

. (IV.12)

En combinant avec la mesure du temps de vie du bi-exciton nous obtenons alors :

Γx = ΓXX
1 + LXX

2
, (IV.13)

Γy = ΓXX
1− LXX

2
. (IV.14)

• Mesure du taux de polarisation linéaire de l’émission excitonique |X〉.
Ici, la discussion est similaire au cas du bi-exciton, excepté le fait que les modes optiques Mx

et My sont nourris par les transitions radiatives |H〉 → |g〉 et |V〉 → |g〉. Imax et Imin sont
alors données par :

Imax ∝ n̄H cos2(θ)Γx + n̄V sin2(θ)Γx (IV.15)

Imin ∝ n̄H sin2(θ)Γy + n̄V cos2(θ)Γy, (IV.16)

avec n̄H et n̄V les populations en régime permanent des états |H〉 et |V〉. L’expression générale
du degré de polarisation linéaire LX est :

LX =
n̄H

[
cos2(θ)Γx − sin2(θ)Γy

]
+ n̄V

[
sin2(θ)Γx − cos2(θ)Γy

]
n̄HΓH + n̄VΓV

. (IV.17)

Cette expression montre que LX dépend des populations à l’équilibre n̄H et n̄V. Ces po-
pulations étant fortement influencées par les processus de spin-flip (“brillant-brillant” et
“noirs-brillants”), une mesure de LX permet d’obtenir une information sur les processus de
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spin-flip. Ces mesures de polarisation peuvent être conduites dans les régimes de faible et
de forte puissances d’excitation, jusqu’à la saturation de l’émission excitonique. Néanmoins
ces mesures ne nous permettent pas de différencier les contributions du spin-flip “brillant-
brillant” du spin-flip “noirs-brillants”. Ceci est possible dans la limite des basses puissances
d’excitation grâce à des mesures de temps de vie. Ces dernières permettent également de
déterminer l’angle θ.

• Mesure du temps de vie des états |H〉 et |V〉.
Ces mesures de temps de vie sont également résolues en polarisation. On se concentre sur
deux situations, lorsque le polariseur est aligné le long des axes photoniques principaux x et
y. Les intensités correspondant à ces deux directions Ix(t) et Iy(t) mélangent les contributions
des recombinaisons radiatives |H〉 → |g〉 et |V〉 → |g〉 tel que :

Ix(t) ∝ Γx
[

cos2(θ)nH(t) + sin2(θ)nV(t)
]

(IV.18)

Iy(t) ∝ Γy
[

sin2(θ)nH(t) + cos2(θ)nV(t)
]
. (IV.19)

avec nH(t) et nV(t) les populations des états |H〉 et |V〉. Comme pour le cas du régime
permanent, la résolution analytique de la dépendance temporelle des populations nH(t) et
nV(t) n’est pas triviale. Nous l’étudierons plus en détails dans les sections suivantes. On verra
que ces populations déclinent avec trois taux caractéristiques Γ1, Γ2 et Γ3, dépendant des
taux de recombinaisons radiatives ΓH et ΓV mais aussi des différents taux de spin-flip γb, γ↑
et γ↓. Nous effectuerons un ajustement numérique pour analyser les données expérimentales
et pouvoir connâıtre les trois taux Γ1, Γ2 et Γ3. Nous verrons également que lorsque les
processus de spin-flip sont lents, la différence Γ1 − Γ2 est égale en première approximation à
ΓH − ΓV, menant à la connaissance de :

cos(2θ) =
1

LXX

ΓH − ΓV

ΓXX

, (IV.20)

et donc aux valeurs de ΓH et ΓV. L’analyse de ces courbes de temps de vie permet aussi de
séparer les contributions des spin-flips “brillants-brillants” et “noirs-brillants”.

Nous allons maintenant présenter l’ensemble des résultats obtenus sur la bôıte quantique
choisie (figure IV.4). Nous étudierons en particulier l’impact de la puissance d’excitation et
celui de la température sur les différents taux de spin-flip.

3 Émission du bi-exciton

Cette section est dédiée à l’étude de l’émission du bi-exciton. Nous présentons tout d’abord
des mesures de déclin de la photo-luminescence résolues en temps (sous excitation impulsion-
nelle). Nous présentons ensuite une analyse de la polarisation (sous excitation continue).

3.1 Dynamique de recombinaison de l’état bi-excitonique

Méthode de la mesure. Nous nous plaçons ici dans le régime d’excitation impulsionnelle.
Le laser Ti :Saphir est réglé pour émettre des impulsions lasers dont la largeur temporelle
à mi-hauteur est égale à 0, 2 ps, à une période de 13, 2 ns (fréquence de 76 MHz) et à la
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longueur d’onde λexc = 835 nm. La lumière émise par l’état bi-excitonique est ensuite filtrée
par un monochromateur à réseau (1200 traits.mm−1), puis détectée par une photo-diode à
avalanche (APD) en silicium.

Fig. IV.8 – Réponse impulsionnelle du dispositif de détection. Évolution temporelle
de l’intensité mesurée par l’APD après une impulsion laser à la longueur d’onde λ = 920 nm.

Nous avons mesuré la réponse impulsionnelle Rep(t) du dispositif de détection à l’aide
d’une impulsion laser atténuée. Cette réponse est visible sur la figure IV.8. La largeur à mi-
hauteur de cette courbe nous donne une résolution temporelle de l’ordre de 400 ps. Sachant
que le temps de déclin typique pour les bôıtes quantiques InAs/GaAs est de l’ordre de la
nano-seconde [13], il est important de déconvoluer les données expérimentales de la réponse
de l’instrument (ou de manière équivalente, de convoluer la fonction de fit théorique avec la
réponse de l’instrument, ce qui est plus facile à réaliser numériquement).

Résultats expérimentaux. La figure IV.9 présente la mesure de temps de vie, à T = 5 K,
de l’état |XX〉, c’est-à-dire l’évolution de IXX(t). Nous nous sommes placés à une puissance
Pexc = 600 nW lors de cette mesure. A cette puissance, IXX vaut moins de 10 % de l’intensité
à saturation, nous permettant de négliger les états d’ordre supérieur. Considérant le modèle
utilisé dans ce chapitre (voir figure IV.6), la dépendance temporelle de la population du
niveau bi-excitonique nXX(t) suit une décroissance mono-exponentielle. L’intensité associée
à l’émission bi-excitonique (somme des transitions |XX〉 → |H〉 et |XX〉 → |V〉) est alors
décrite par :

IXX(t) ∝ e−(ΓH+ΓV)t. (IV.21)

Nous décrivons alors les données expérimentales par la fonction suivante (courbe rouge sur
la figure IV.9) :

FXX(t) = (I0e
−Γt + y0)⊗Rep(t), (IV.22)

avec I0, y0 et Γ les paramètres libres du fit. I0 est une constante de proportionnalité qui n’a
pas d’importance pour la suite. y0 correspond au bruit d’obscurité de la mesure. Rep(t) est la
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réponse de l’instrument. Ce fit a été réalisé numériquement avec le logiciel Matlabr. Il nous
permet alors de trouver :

ΓXX = ΓH + ΓV = 1, 30± 0, 01 ns−1. (IV.23)
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Fig. IV.9 – Dynamique de recombinaison radiative de l’état |XX〉. Évolution tem-
porelle de l’intensité de photoluminescence de l’état bi-excitonique IXX (puissance moyenne
d’excitation Pexc = 600 nW, température T = 5 K). La courbe noire correspond aux données
expérimentales. La courbe rouge est un fit par une mono-exponentielle convoluée avec la
réponse de l’instrument. L’encadré en haut à droite illustre le modèle de recombinaison ra-
diative du bi-exciton.

3.2 Degré de polarisation linéaire de l’émission bi-excitonique

Méthode de la mesure. Nous nous plaçons ici dans le régime d’excitation continue. La
longueur d’onde d’excitation du laser est toujours λexc = 835 nm. Nous plaçons un couple
lame λ/2 et polariseur sur le trajet optique pour analyser la polarisation de l’émission. De la
même manière que pour la mesure résolue en temps, la lumière émise par l’état bi-excitonique
est filtrée par le monochromateur à réseau, puis détectée par une photo-diode à avalanche
(APD) en silicium. L’APD est utilisée ici pour intégrer spectralement le signal associé à
l’émission bi-excitonique.
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Fig. IV.10 – Degré de polarisation linéaire de l’émission du bi-exciton. Mesure
effectuée sous excitation continue à T = 5 K. a) Graphique en coordonnées polaires de
l’intensité (normalisée) de photoluminescence de la raie bi-excitonique intégrée sur la mono-
cellule de l’APD en fonction de l’angle (2α), où α est l’angle de la lame λ/2, à la puissance
Pexc = 5 µW. La courbe en rouge est un fit sinusöıdal. b) LXX en fonction de la puissance
d’excitation Pexc. La courbe en rouge correspond à la valeur moyenne LXX = 0, 58.

Résultats expérimentaux. La figure IV.10 a) montre une mesure à la puissance Pexc =
5 µW. Les points expérimentaux sont reproduits avec une fonction sinusöıdale fL(α) telle
que :

fL(α) = fcorr(α). (A sin(4(α− αc)) + y0) , (IV.24)

avec α l’angle en radian de la lame demi-onde, y0 l’intensité moyenne, A l’amplitude de
la sinusöıde et αc le décalage angulaire en radian. fcorr(α) est une fonction permettant de
corriger l’asymétrie angulaire des données expérimentales. En effet, pour des positions an-
gulaires de la lame équivalentes, l’intensité mesurée n’est pas parfaitement identique. Si l’on
regarde la figure IV.10 a), on remarque que pour 2α = 30◦ et 2α = 210◦, l’intensité mesurée
est différente alors qu’elle devrait être rigoureusement identique pour ces deux angles. Ceci
provient vraisemblablement d’un défaut géométrique ou optique de la lame λ/2 utilisée. En
effet, les deux faces de la lame peuvent ne pas être parfaitement parfaitement parallèles,
induisant un déplacement du spot légèrement en dehors du pixel de l’APD. Ce problème
peut également provenir d’une inhomogénéité de l’indice optique de la lame. A titre indicatif
fcorr(α) = 1 + B [cos((α− α0))− 1]. B est généralement petit, de l’ordre de quelques pour-
cents. Le degré de polarisation est alors donné par L = A/y0. Cette mesure et cette analyse de
la polarisation sont ensuite répétées pour plusieurs puissances d’excitation. La figure IV.10 b)
présente le degré de polarisation LXX en fonction de Pexc. Comme nous pouvons le voir, LXX

est constant, aux erreurs de mesures près, et a pour valeur LXX = 0, 58. Ceci est logique car
le degré de polarisation linéaire du bi-exciton ne dépend que des taux Γx et Γy et ne dépend
pas de la puissance d’excitation. Nous avons également effectué cette analyse en fonction de
la température et comme attendu, LXX est sensiblement le même. Ces résultats sont résumés
sur le tableau IV.1.
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T (K) 5 20 30 40 50

LXX 0,58 0,54 0,60 0,54 0,59

Table IV.1 – LXX pour différentes températures T .

Pour la suite de cette étude nous avons pris la valeur moyenne de ces mesures :

LXX = 0, 57± 0, 02 . (IV.25)

3.3 Conclusion intermédiaire

L’analyse de la raie bi-excitonique nous permet alors de déterminer les taux Γx et Γy en
utilisant les relations IV.13 et IV.14 :

Γx = 1, 02± 0, 02 ns−1 , (IV.26)

Γy = 0, 28± 0, 02 ns−1 . (IV.27)

Ces résultats nous permettent de connâıtre l’anisotropie photonique de la structure étudiée.
On obtient Γx/Γy = 3, 6, en bon accord avec les simulations FDTD mentionnées dans la
section 1.3 (le léger écart peut s’expliquer par une position hors axe de l’émetteur). Nous
allons maintenant nous concentrer sur l’analyse des niveaux excitoniques, pour pouvoir mettre
en évidence les processus de spin-flip à l’œuvre au sein de la bôıte quantique.

4 Degré de polarisation linéaire de l’exciton

Dans cette section, nous examinons tout d’abord le lien théorique entre le degré de po-
larisation linéaire de l’émission excitonique et les taux de spin-flips. Nous présentons ensuite
les résultats expérimentaux. Nous avons en particulier étudié l’influence de la puissance d’ex-
citation, et celle de la température entre 5 K et 50 K.

4.1 Expression théorique de LX

Nous avons vu que LX dépend des populations en régime permanent n̄H et n̄V (equation
IV.17). Sous excitation continue non résonante, toutes les transitions sont excitées par un
même taux P . Dans ces conditions les populations des niveaux du modèle de la figure IV.6
sont déterminées par le système d’équations ci-dessous :

S


n̄XX

n̄H

n̄V

n̄D1

n̄D2

n̄G

 =


0
0
0
0
0
1

 , (IV.28)
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avec

S =


−ΓXX P P P P 0

ΓH −Γ′H − P γb γ↑ γ↑ P
ΓV γb −Γ′V − P γ↑ γ↑ P
0 γ↓ γ↓ −γd − 2γ↑ − P γd P
0 γ↓ γ↓ γd −γd − 2γ↑ − P P
1 1 1 1 1 1

 , (IV.29)

et Γ′H,V = ΓH,V+γb+2γ↓. La dernière ligne correspond à la loi de conservation de la population
totale du système. Nous introduisons maintenant une nouvelle série de variables définies par :

Σn̄B = n̄H + n̄V (IV.30)

∆n̄B = n̄H − n̄V (IV.31)

Σn̄D = n̄D1 + n̄D2 (IV.32)

∆n̄D = n̄D1 − n̄D2 . (IV.33)

En sommant et soustrayant les lignes 2 et 3, ainsi que les lignes 4 et 5 dans l’équation IV.29,
nous obtenons un nouveau système d’équations. De part la symétrie de ce système, nous
obtenons immédiatement ∆n̄D = 0. Le système d’équations restantes peut alors s’écrire :

−1 0 p p 0

∆β −1
2
− 2γ̃b↓ − p −1

2
∆β 0 0

1 −1
2
∆β −1

2
− 2γ̃↓ − p 2γ̃↑ 2p

0 0 2γ̃↓ −2γ̃↑ − p 2p
1 0 1 1 1



n̄XX

∆n̄B

Σn̄B

Σn̄D

n̄G

 =


0
0
0
0
1

 . (IV.34)

Tous les taux sont ici normalisés par ΓXX. A l’exception du taux de pompage normalisé p =
P/ΓXX, tous les taux normalisés sont notés avec le symbole tilde (par exemple γ̃↑ = γ↑/ΓXX).
Nous avons également introduit ∆β = βH−βV, avec βH,V = ΓH,V/(ΓH +ΓV), et γ̃b↓ = γ̃b+ γ̃↓.
Après substitution de nG et nXX, nous obtenons le système d’équations :−1

2
− 2γ̃b↓ − p ∆β(−1

2
+ p) ∆βp

−1
2
∆β −1

2
− 2γ̃↓ − 2p− 2p2 2γ̃↑ − p− 2p2

0 2γ̃↓ − 2p− 2p2 −2γ̃↑ − 3p− 2p2

∆n̄B

Σn̄B

Σn̄D

 =

 0
−2p
−2p

 . (IV.35)

En soustrayant la ligne 3 à la 2 et en prenant l’opposé du système, nous obtenons finalement : 1
2

+ 2γ̃b↓ + p ∆β(1
2
− p) −∆β p

1
2
∆β 1

2
+ 4γ̃↓ −4γ̃↑ − 2p

0 −γ̃↓ + p+ p2 γ̃↑ + 3
2
p+ p2


∆n̄B

Σn̄B

Σn̄D

 =

0
0
p

 . (IV.36)

Pour déterminer LX, il nous suffit de calculer le rapport des populations :

n̄H

n̄V

=
Σn̄B + ∆n̄B

Σn̄B −∆n̄B

. (IV.37)

Ce rapport ne dépend que de ∆n̄B/Σn̄B qui est déterminé par le système d’équations IV.36
tel que :

∆n̄B

Σn̄B

= ∆β
−(2γ̃↑ + p) + 2p(1

4
+ 2γ̃l + p)

(2γ̃↑ + p)(1 + 4γ̃b↓ + 2p)− 1
2
∆β2p

. (IV.38)
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Cette expression permet alors de déterminer LX pour n’importe quels taux d’excitation P .
Pour illustrer l’impact du spin-flip sur LX nous allons détailler deux cas limites : la limite
faible puissance d’excitation (p� 1) et la limite haute puissance d’excitation (p� 1).

Limite basse puissance. On suppose ici que p� 1 (P � ΓXX), et que P � γ↑,↓ et γb. La
limite p = 0 dans l’équation IV.38 mène à :

∆n̄B

Σn̄B

= − ∆β

1 + 4γ̃b↓
, (IV.39)

d’où :
n̄H

n̄V

=
ΓV + 2γb↓
ΓH + 2γb↓

. (IV.40)

En insérant cette expression dans l’équation IV.17, on peut alors montrer que le degré de
polarisation de l’exciton neutre dans la limite de basse puissance s’écrit :

LX =
γb↓(Γx − Γy) + 1

4
sin2(2θ)(Γ2

x − Γ2
y)

ΓxΓy + γb↓(Γx + Γy) + 1
4

sin2(2θ)(Γx − Γy)2
. (IV.41)

On remarque que LX dépend directement des processus de spin-flip via le terme γb↓ = γb+γ↓.
On examine dans un premier temps le cas où les axes photoniques sont alignés avec les dipôles
de la bôıte quantique (θ = 0). La transition radiative |H〉 → |g〉 nourrit uniquement le mode
Mx avec un taux Γx, alors que la transition |V〉 → |g〉 nourrit le mode My avec un taux
Γy. En l’absence de spin-flip (γb↓ = 0), nous obtenons LX = 0. Comme nous l’avons vu à la
section 1.2, les états |H〉 et |V〉 se recombinent indépendamment et ont le temps d’émettre un
photon avant une nouvelle excitation (P � ΓH,V). Ceci assure alors un équilibre parfait entre
les intensités collectées via les canaux x et y. Un taux de spin-flip non nul γb↓ va mélanger
les populations n̄H et n̄V, créant une compétition entre les deux canaux de recombinaison
radiative et, par conséquent, va mener à l’apparition d’un degré de polarisation non nul. LX

atteint un maximum lorsque les processus de spin-flip sont plus rapides que les processus de
recombinaison radiative (γb↓ � ΓH,V), menant à LX = (Γx − Γy)/(Γx + Γy) ≡ L∞X . Le degré
de polarisation est donc très sensible à la présence des processus de spin-flip. LX varie de 0 à
L∞X quand γb↓ varie de 0 à∞. De plus, on peut remarquer que L∞X correspond précisément au
degré de polarisation de l’émission bi-excitonique. La mesure de LXX offre donc une référence
qui permet de situer la limite des spin-flips rapides.

Limite haute puissance. On suppose ici p� 1 (P � ΓXX). L’équation IV.38 prend alors
la forme :

∆n̄B

Σn̄B

= f̃(p)∆β, (IV.42)

avec

f̃(p) =
( p

2γ̃↑ + p

)(2γ̃↑ + 2γ̃↓ + p

2γ̃b + 2γ̃↓ + p

)
. (IV.43)

f̃(p) dépend de la compétition entre le taux de pompage et les processus de spin-flip. Si p

est très supérieur aux taux de spin-flip, alors f̃(p) = 1. On a un déséquilibre de population à
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cause de la relaxation préférentielle de |XX〉 vers |H〉. A l’inverse, si les taux de spin-flip sont

plus rapides que p, f̃(p) = 0. Le rapport des populations des états brillants s’écrit :

n̄H

n̄V

=
(Γx + Γy) + cos(2θ)f(P )(Γx − Γy)

(Γx + Γy)− cos(2θ)f(P )(Γx − Γy)
. (IV.44)

Cette expression ne présente que des taux non normalisés. On obtient f en enlevant les tildes
sur les taux de spin-flip de f̃ . On obtient alors le degré de polarisation linéaire tel que :

LX =

(
Γ2
x − Γ2

y

)
+ cos2(2θ)f(P )

(
Γ2
x − Γ2

y

)(
Γx + Γy

)2
+ cos2(2θ)f(P )

(
Γx − Γy

)2 . (IV.45)

Nous considérons encore le cas où l’anisotropie photonique est la plus forte (θ = 0). En
l’absence de spin-flip (γb = γ↑,↓ = 0), f(P ) = 1 et LX = (Γ2

x−Γ2
y)/(Γ

2
x+Γ2

y). Cette expression
provient du fait que le bi-exciton se recombine préférentiellement vers l’état |H〉 et que la
transition |H〉 → |g〉 est la plus rapide. Dans la limite opposée où les processus de spin-flip
sont rapides (γb ou γ↑,↓ � P ), f(P ) = 0 et LX = (Γx − Γy)/(Γx + Γy) = L∞X . Dans la limite
haute puissance, LX permet également de déterminer la présence ou l’absence de processus
de spin-flip. Contrairement à la limite basse puissance, la présence de spin-flip réduit ici LX.
Cette quantité passe de (Γ2

x−Γ2
y)/(Γ

2
x+ Γ2

y) à (Γx−Γy)/(Γx+ Γy) entre l’absence de spin-flip
et le régime des spin-flips rapides. Il est important de remarquer que ces deux expressions
tendent vers 1 lorsque Γx � Γy. Pour pouvoir étudier les processus de spin-flip dans le régime
haute puissance, il faut donc une structure photonique avec une anisotropie optique modérée
(Γx/Γy typiquement entre 2 et 6). C’est le cas pour le nanofil considéré dans cette étude qui
a une anisotropie photonique Γx/Γy = 3, 6.

Influence de θ. Considérons maintenant le cas où θ 6= 0. Lorsque θ augmente, chaque
dipôle de la bôıte quantique se couple simultanément aux deux canaux de recombinaison Mx

et My, menant à une valeur non nulle de LX, et ce même en l’absence de spin-flip. Un angle θ
non nul a donc un effet sur LX similaire à la présence de processus de spin-flip. En particulier,
pour θ = π/4, la sensibilité de la mesure de polarisation aux processus de spin-flip disparâıt
complètement. Quelque soit la valeur des taux de spin-flip, LX = L∞X , dans la limite basse ou
haute puissance. Pour étudier les processus de spin-flip, il est alors crucial que θ soit proche
de zéro. De plus, même si θ est faible, il est important de connâıtre sa valeur pour une analyse
quantitative des résultats. Dans la limite basse puissance, la valeur du degré de polarisation
nous permet de connâıtre la valeur maximale de θ. En effet, en utilisant l’équation IV.41,
pour γb,↓ = 0, nous obtenons directement :

sin(2θmax) = 2

√
LX(0)ΓxΓy

Γ2
x − Γ2

y − LX0(Γx − Γy)2
, (IV.46)

avec LX(0) la valeur de LX à la puissance nulle. L’analyse des mesures de temps de vie nous
permettra de déterminer plus précisément θ.

4.2 Influence de la puissance d’excitation à T = 5 K

Nous avons dorénavant tous les outils théoriques pour analyser la forme du degré de po-
larisation LX de l’exciton neutre. La mesure de LX en fonction de la puissance d’excitation
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est présentée sur la figure IV.11. Sur le panneau (a), on peut y voir trois analyses de po-
larisation pour trois puissances d’excitation différentes (Pexc = 50 nW, 1 µW, 20 µW). On
remarque une augmentation nette du degré de polarisation avec la puissance Pexc. De ces
mesures, on déduit la valeur de LX pour chaque puissance d’excitation considérée en utilisant
la même fonction sinusöıdale que celle détaillée à la section 3.2. L’évolution de LX avec la
puissance Pexc est disponible sur la figure IV.11 b). On retrouve sur ce graphique les points
expérimentaux du bi-exciton qui servent de référence pour la limite des spin-flips rapides.
On rappelle que LXX = (Γx − Γy)/(Γx + Γy) = L∞X = 0, 58. Contrairement au bi-exciton, LX

dépend fortement de Pexc. L’extrapolation des données expérimentales à puissance nulle nous
donne LX(0) = 0, 19. Cette valeur, bien inférieure à L∞X , nous indique que les processus de
spin-flip sont lents (γb↓ � ΓH,V) et que θ est petit. En effet, la valeur de LX(0) et l’équation
IV.46 nous permet déjà de savoir que θmax = 15◦ (nous verrons que les mesures de temps de
vie permettent de déterminer θ = 13, 5◦). Lorsqu’on augmente Pexc, LX augmente également
jusqu’à approcher asymptotiquement L∞X . A haute puissance, ceci est la signature d’un pro-
cessus de spin-flip rapide (γb↓ � ΓH,V). A ce stade nous pouvons déjà conclure que le taux
de spin-flip augmente très fortement avec la puissance d’excitation.

Nous avons essayé de reproduire la dépendance de LX avec la puissance d’excitation à
l’aide du modèle explicité précédemment. Dans un premier temps, nous avons supposé que
γb↓ ne dépend pas de Pexc, sa valeur correspondant à la limite de puissance nulle, noté γb↓(0).
On peut déterminer sa valeur directement avec l’équation IV.41. En effet nous connaissons
Γx, Γy, θ et LX(0). On obtient alors γb↓(0) = 0, 02 ns−1. Le seul paramètre du fit est alors le
facteur de proportionnalité entre le taux de pompage P et la puissance d’excitation Pexc : il
est donné par la dépendance en puissance de l’intensité intégrée de la raie excitonique (voir
figure IV.4 b) et prend comme valeur P/Pexc = (0, 07± 0, 02) ns−1.µW−1. Le fit reproduisant
LX est tracé en pointillé bleu sur la figure IV.11 b). Il permet de bien décrire la limite basse
puissance mais échoue à décrire la partie haute puissance. Comme discuté précédemment,
c’est la signature que les processus de spin-flip s’accélèrent lorsque la puissance d’excitation
augmente. Pour tenir compte de ce comportement, nous avons donc ajouté, de manière
empirique, une dépendance linéaire entre γb↓ et P telle que :

γb↓ = γb↓(0) +

(
dγb↓
dP

)
P. (IV.47)

Avec
dγb↓
dP
≈ 4 (nous avons fait peser l’augmentation de la manière identique sur γb et γ↓), ce

modèle permet de reproduire fidèlement les points expérimentaux (courbe bleue en trait plein
sur la figure IV.11). Cette analyse permet de souligner le lien fort entre γb↓ et la puissance
de pompe. Lorsque Pexc varie de 0, 05 µW à 30 µW, γb↓ est multiplié par un facteur 360.
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Fig. IV.11 – Effet de la puissance d’excitation sur le degré de polarisation linéaire.
Mesures effectuées à T = 5 K en régime d’excitation continue (CW). a) Intensités normalisées
de la raie excitonique intégrées via l’APD en fonction de l’angle 2α de la lame λ/2, pour trois
puissances Pexc = 50 nW, 1µW, 20µW (de gauche à droite). Graphiques tracés en coordonnées
polaires. b) Degré de polarisation linéaire en fonction de la puissance d’excitation Pexc en
échelle semi-log. Les carrés noirs correspondent à LX. Nous avons tracé, pour rappel, LXX

(disques rouges). Comme nous l’avons vu LXX est constant aux erreurs de mesures près (ligne
rouge). Par contre LX dépend fortement de Pexc. La courbe bleue en pointillées est un fit de
LX où γb↓ est constant et égal à sa valeur à puissance nulle (c’est-à-dire γb↓ = γb↓(0). La
courbe bleue en trait plein est le même fit mais en considérant que γb↓ augmente linéairement
avec Pexc (le texte détaille ce point).
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ENTRE ÉTATS EXCITONIQUES

4.3 Effet de la température

Nous avons réalisé les mêmes mesures en variant la température du cryostat de 5 K à
50 K. L’évolution du degré de polarisation linéaire LX avec la puissance d’excitation pour
différentes températures est montrée sur la figure IV.12 a).

Fig. IV.12 – Effet de la température sur le degré de polarisation linéaire. a) LX

en fonction de Pexc pour différentes températures. Un décalage vertical de 0, 15 est ajouté
entre chaque courbe pour plus de clarté. Les courbes en trait plein correspondent aux fits
pour chaque mesure (voir paragraphe précédent pour le détail du fit). b) L’extrapolation
de LX à la puissance nulle Pexc = 0 nous mène à la détermination de γb↓(0). Ce taux de
spin-flip est tracé en fonction de la température en échelle semi-log. Les barres d’erreurs
verticales correspondent à l’imprécision sur θ (θmin = 10◦ et θmax = 15◦).Les barres d’erreurs
horizontales correspondent à l’imprécision sur la température réelle de l’échantillon (nous ne
contrôlons que la température du doigt froid sur lequel repose l’échantillon).

On observe que, quelque soit la température, LX augmente avec Pexc. Toutefois, dans le
régime des basses puissances, LX(0) augmente avec T , aplatissant de plus en plus la courbe.
Ceci est le signe que γb↓(0) augmente également avec T . En effet, l’extrapolation des fits de
LX à la puissance nulle nous permet de connâıtre la valeur de γb↓(0) à chaque température.
Le tableau IV.2 résume cette analyse et la figure IV.12 b) montre l’évolution de ce paramètre
avec la température en échelle semi-logarithmique. Il semble que γb↓(0) augmente quasi ex-
ponentiellement avec T avec une énergie thermique d’activation kB × 10 K.

T (K) 5 20 30 40 50

LX(0) 0,19 0,31 0,40 0,44 0,52

γb↓ (ns−1) 0, 02±0, 04 0, 15±0, 05 0, 35±0, 06 0, 52±0, 09 1, 7± 0, 1

Table IV.2 – Détermination de γb↓(0) pour différentes températures T .

A ce stade, on peut se demander si la forte augmentation de γb↓ avec Pexc observée à
T = 5K peut être expliquée par une augmentation locale de la température induite par le
faisceau laser d’excitation. Pour le vérifier, nous avons mesuré le décalage vers le rouge de
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la longueur d’émission des raies excitoniques lorsqu’on augmente Pexc (avec T = 5 K) et
comparé ce décalage avec celui induit par une augmentation de la température du cryostat
(pour une faible puissance d’excitation). Entre Pexc = 50 nW et Pexc = 30 µW on observe
un décalage de 40 pm. L’augmentation de la température du cryostat induit quant à elle
un décalage de 77 pm/K. On en déduit alors que le laser cause seulement une augmentation
locale de 0, 5 K. On peut alors conclure que la hausse de γb↓ avec la puissance d’excitation
ne peut pas s’expliquer par une hausse de la température. Nous reviendrons plus en détails
sur les mécanismes qui pourraient être à l’œuvre à la fin de ce chapitre.

4.4 Conclusion intermédiaire

Nous avons montré que l’analyse de la polarisation de l’émission de l’exciton est un outil
simple mais très efficace pour sonder les processus de spin-flip en jeu dans une bôıte quantique.
Nous avons montré que, pour la bôıte quantique particulière étudiée, les processus de spin-
flip sont très lents dans la limite des basses puissances d’excitation. Par contre nous avons
observé une forte accélération du spin-flip dans le régime des hautes puissances d’excitation
qui ne peut pas s’expliquer avec une hausse locale de la température. L’accès à ce régime des
hautes puissances est l’atout majeur de notre étude, car ce régime est très difficile à étudier
avec des mesures de temps de vie des niveaux excitoniques. En effet, pour éviter les effets
de réservoir associés aux niveaux de plus haute énergie, ces mesures sont habituellement
réalisées dans le régime des basses puissances. Cependant, elles permettent de différencier
les processus de spin-flip direct (“brillant-brillant”) des processus de spin-flip indirect (“noir-
brillant” ou “brillant-noir”), au moins dans la limite basse puissance. Elles apportent donc
une complémentarité à l’analyse de la polarisation pour étudier les processus de spin-flip.
Nous allons détailler ces mesures de temps de vie dans la section suivante.

5 Temps de vie des états |H〉 et |V〉

5.1 Modèle analytique

Nous supposons ici une excitation instantanée et équi-probable, c’est-à-dire qu’à t = 0, les
quatre états de l’exciton neutre ont des populations identiques : nH(0) = nV(0) = nD1(0) =
nD2(0). La puissance d’excitation est fixée à une valeur suffisamment basse pour pouvoir
négliger la population du bi-exciton (nXX = 0). Les populations excitoniques évoluent dans
le temps selon le système à trois équations suivant :

d

dt

 nH

nV

ΣnD

 = M

 nH

nV

ΣnD

 , (IV.48)

avec

M =

−Γ′H γb γ↑
γb −Γ′V γ↑
2γ↓ 2γ↓ −2γ↑

 . (IV.49)

De la même manière que dans le cas de l’excitation continue, nous avons introduit les variables
ΣnD = nD1 +nD2 et ∆nD = nD1 −nD2 . L’équation régissant la différence des populations des
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excitons noirs, d
dt

∆nD = −2(γd+γ↑)∆nD, est découplée des autres équations et mène directe-
ment à ∆nD = 0 pour les conditions initiales considérées. Nous accédons à la dynamique des
populations en mesurant le signal optique associé à la recombinaison radiative des états |H〉 et
|V〉. Nous discutons dans la suite du sous-espace isolé {nH, nV,ΣnD}. L’évolution temporelle
de ces populations est obtenu en diagonalisant la matrice M . Nous obtenons alors : nH

nV

ΣnD

 = α1V1e
−Γ1t + α2V2e

−Γ2t + α3V3e
−Γ3t, (IV.50)

où les taux Γi (i = 1, 2, 3) sont les opposés des valeurs propres de M , Vi les vecteurs propres
qui leur sont associés et αi les constantes scalaires qui sont fixées par les conditions initiales.
Dans la suite de cette section nous allons analyser des mesures de temps de vie résolue
selon les directions linéaires de polarisation x et y. Les intensités Ix(t) et Iy(t) sont données
par l’équation IV.19. Les données expérimentales seront analysées numériquement mais il
est néanmoins intéressant, pour comprendre la physique sous-jacente, d’examiner quelques
cas limites. En utilisant la théorie des perturbations au premier ordre, nous allons donner les
expressions analytiques des populations dans trois régimes : (i) Spin-flip lent (γb, γ↑,↓ � ΓH,V),
(ii) Spin-flip “brillant-brillant” rapide et spin-flip “noir-brillant” lent (γb � ΓH,V � γ↑,↓) et
enfin (iii) Spin-flip rapide (γb, γ↑,↓ � ΓH,V).

Limite des spin-flips lents. Dans ces conditions (γb, γ↑,↓ � ΓH,V) nous pouvons réécrire
le système d’équations IV.48 tel que :

d

dt

 nH

nV

ΣnD

 =
[
R + S

] nH

nV

ΣnD

 . (IV.51)

R correspond à la contribution radiative dominante et s’écrit :

R =

−ΓH 0 0
0 −ΓV 0
0 0 0

 , (IV.52)

et la partie perturbative associée aux processus de spin-flip se retrouve sous la forme :

S =

−γb − 2γ↓ γb γ↑
γb −γb − 2γ↓ γ↑
2γ↓ 2γ↓ −2γ↑

 . (IV.53)

R est diagonale et non dégénérée. La résolution de ce système au premier ordre nous mène
directement à :

Γ1 = ΓH +
(
γb + 2γ↓

)
(IV.54)

Γ2 = ΓV +
(
γb + 2γ↓

)
(IV.55)

Γ3 = 2γ↑. (IV.56)
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Nous avons la hiérarchie Γ1 ≥ Γ2 � Γ3. On applique la théorie perturbative au premier ordre
pour déterminer les vecteurs propres de la matrice R + S. En tenant compte des conditions
initiales, les populations évoluent dans le temps selon :

nH(t) = +
(

1− γb
∆Γ
− 2γ↑

ΓH

)
e−Γ1t +

( γb
∆Γ

)
e−Γ2t +

(2γ↑
ΓH

)
e−Γ3t, (IV.57)

nV(t) = −
( γb

∆Γ

)
e−Γ1t +

(
1 +

γb
∆Γ
− 2γ↑

ΓV

)
e−Γ2t +

(2γ↑
ΓV

)
e−Γ3t, (IV.58)

ΣnD(t) = −
(2γ↓

ΓH

)
e−Γ1t −

(2γ↓
ΓV

)
e−Γ2t +

(
2 +

2γ↓
ΓH

+
2γ↓
ΓV

)
e−Γ3t, (IV.59)

avec ∆Γ = ΓH − ΓV. nH(t) est dominé par le premier terme associé au taux Γ1 ≈ ΓH. Le
spin-flip direct “brillant-brillant” a pour effet de mélanger légèrement les populations des
états |H〉 et |V〉. Ce mélange correspond au deuxième terme associé au taux Γ2 ≈ ΓV. Le
spin-flip indirect “noir-brillant” induit également un faible mélange entre les populations
des états |H〉 et des états noirs, caractérisé par le troisième terme associé au taux Γ3 ≈
2γ↑. Expérimentalement, ce terme perturbatif se manifestera par une “queue” exponentielle
plus lente aux temps longs. Les mêmes considérations peuvent être appliquées à nV(t) en
échangeant les rôles des termes associés à Γ1 et Γ2.

Limite des spin-flips directs rapides et des spin-flips indirects lents. On considère
maintenant la situation intermédiaire (γb � ΓH,V � γ↑,↓). Pour exploiter la symétrie des
processus de spin-flip direct, nous introduisons les nouvelles variables ∆nB = nH − nV et
ΣnB = nH + nV. L’équation IV.48 se réécrit tel que :

d

dt

∆nB

ΣnB

ΣnD

 =
[
S ′b +R′ + S ′l

]∆nB

ΣnB

ΣnD

 . (IV.60)

Le processus de spin-flip direct qui domine ce système est simplement décrit par :

S ′b =

−2γb 0 0
0 0 0
0 0 0

 , (IV.61)

Les deux matrices perturbatives R′ et S ′l sont traitées séparément. Le terme dominant R′ est
donné par :

R′ = −

ΣΓ ∆Γ 0

∆Γ ΣΓ 0
0 0 0

 , (IV.62)

avec ΣΓ = 1
2
ΣΓ = 1

2
(ΓH + ΓV) et ∆Γ = 1

2
∆Γ = 1

2
(ΓH−ΓV). Du fait que S ′b est dégénéré dans

le sous-espace {ΣnB,ΣnD}, nous diagonalisons d’abord la somme S ′b +R′. En se restreignant
au premier ordre, nous obtenons :

P−1(S ′b +R′)P = −

2γb + ΣΓ 0 0

0 ΣΓ 0
0 0 0

 , avec P =

1 −δ 0
δ 1 0
0 0 1

 (IV.63)
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et δ = ∆Γ/(4γb). On exprime maintenant S ′l dans la nouvelle base tel que :

P−1S ′lP =

−2γ↓ 0 2γ↑δ
0 −2γ↓ 2γ↑

2γ↓δ 2γ↓ −2γ↑

 . (IV.64)

Finalement, la théorie perturbative au premier ordre nous permet de trouver les trois taux :

Γ1 = 2γb +
ΣΓ

2
+ 2γ↓ (IV.65)

Γ2 =
ΣΓ

2
+ 2γ↓ (IV.66)

Γ3 = 2γ↑. (IV.67)

Suivant nos hypothèses de départ, nous avons la hiérarchie Γ1 � Γ2 � Γ3. La détermination
des vecteurs propres de (S ′b +R′) + S ′l, toujours au premier ordre, nous mène à :

nH = +
(∆Γ

4γb

)
e−Γ1t +

(
1− 4γ↑

ΣΓ
− ∆Γ

4γb

)
e−Γ2t +

(4γ↑
ΣΓ

)
e−Γ3t (IV.68)

nV = −
(∆Γ

4γb

)
e−Γ1t +

(
1− 4γ↑

ΣΓ
+

∆Γ

4γb

)
e−Γ2t +

(4γ↑
ΣΓ

)
e−Γ3t (IV.69)

ΣnD = −2
(4γ↓

ΣΓ

)
e−Γ2t + 2

(
1 +

4γ↓
ΣΓ

)
e−Γ3t. (IV.70)

A l’ordre zéro, les évolutions temporelles de nH(t) et nV(t) sont identiques et dominées par le
terme associé au taux Γ2 ≈ ΣΓ/2. Le spin-flip rapide entre états brillants entrâıne un moyen-
nage entre les deux canaux radiatifs. Le terme associé à ce mélange rapide des populations
des états |H〉 et |V〉, avec un taux Γ1 ≈ 2γb, apparâıt comme une perturbation car les popu-
lations initiales sont identiques. Finalement, le terme associé au taux Γ3 ≈ 2γ↑ correspond à
une perturbation au premier ordre. Il a pour effet de rajouter une “queue” lente aux temps
longs associée à la conversion des excitons noirs vers les brillants.

Limite des spin-flips rapides. On considère finalement le cas où tous les processus de
spin-flip sont rapides (γb, γ↑,↓ � ΓH,V). Pour pouvoir diagonaliser la contribution totale des
spin-flips, nous introduisons les nouvelles variables ∆l = (γ↓/γl)ΣnB − (γ↑/γl)ΣnD, avec
γl = γ↑ + γ↓ et Σ = ΣnB + ΣnD. L’équation IV.48 se réécrit :

d

dt

∆nB

∆l
Σ

 =
[
S ′′ +R′′

]∆nB

∆l
Σ

 . (IV.71)

S ′′ correspond à la contribution dominante des processus de spin-flip. Cette matrice est de
la forme :

S ′′ =

−2γb↓ 0 0
0 −2γl 0

0 0 0

 , (IV.72)
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avec γb↓ = γb + γ↓. La partie perturbative associée aux processus radiatifs s’écrit :

R′′ = −


ΣΓ ∆Γ

γ↑
γl

∆Γ
γ↓
γl

∆Γ
γ↓
γl

ΣΓ
γ↑γ↓
γ2l

ΣΓ

∆Γ ΣΓ
γ↑
γl

ΣΓ

 . (IV.73)

On exclut la dégénérescence accidentelle où γb↓ = γl (ou de manière équivalente γb = γ↑). Au
premier ordre, la théorie des perturbations nous donne les valeurs propres :

Γ1 = 2(γb + γ↓) +
ΣΓ

2
(IV.74)

Γ2 = 2(γ↑ + γ↓) +
γ↓

γ↑ + γ↓

ΣΓ

2
(IV.75)

Γ3 =
γ↑

γ↑ + γ↓

ΣΓ

2
, (IV.76)

avec la hiérarchie Γ1,Γ2 � Γ3. Comme dans les cas précédents, les vecteurs propres de
(S ′′ + R′′) sont obtenus dans le cadre de la théorie des perturbations au premier ordre. Les
expressions analytiques complètes sont très lourdes et nous ne donnerons que les termes

d’ordre zéro. Dans la suite, nous utiliserons la notation Oi
(

Γ
γ

)
pour désigner les corrections

du premier ordre (Γ est un taux radiatif et γ un taux de spin-flip tel que Γ/γ � 1). Prenant
en compte les conditions initiales, les populations s’écrivent finalement :

nH =
[
O1

H

(
Γ
γ

)]
e−Γ1t +

[γ↓ − γ↑
γl

+O2
H

(
Γ
γ

)]
e−Γ2t +

[
2
γ↑
γl

+O3
H

(
Γ
γ

)]
e−Γ3t

nV =
[
O1

V

(
Γ
γ

)]
e−Γ1t +

[γ↓ − γ↑
γl

+O2
V

(
Γ
γ

)]
e−Γ2t +

[
2
γ↑
γl

+O3
V

(
Γ
γ

)]
e−Γ3t

ΣnD =
[
2
γ↑ − γ↓
γl

+O2
D

(
Γ
γ

)]
e−Γ2t +

[
4
γ↓
γl

+O3
D

(
Γ
γ

)]
e−Γ3t.

avec γl = γ↑ + γ↓. A l’ordre zéro, nH(t) et nV(t) présentent une dépendance temporelle
identique. Le terme associé à la recombinaison rapide avec un taux Γ2 ≈ 2(γ↑ + γ↓) corres-
pond au moyennage entre les populations des excitons brillants et ceux des excitons noirs.
Ce terme est présent à l’ordre zéro car, en général, les conditions initiales ne correspondent
pas aux valeurs d’équilibre définies par les taux γ↑ et γ↓. Le dernier terme associé au taux
Γ3 = (γ↑/γl)(ΣΓ/2), est dominé par les recombinaisons radiatives lentes. Le spin-flip ra-
pide entre les états brillants mène à moyenner le taux de recombinaison radiative de ces
deux états. Le spin-flip rapide entre excitons noirs et excitons brillants mène à une réduction
supplémentaire par un facteur γ↑/γl, la fraction temporelle pendant lequel l’exciton est dans
un état brillant. A haute température, γ↑ ≈ γ↓ et Γ3 ≈ ΣΓ/4.

Nous avons dorénavant toutes les bases théoriques pour analyser les mesures de temps
qui seront présentées dans la section suivante.

5.2 Résultats expérimentaux

De la même manière que lors de la mesure du temps de vie de l’état bi-excitonique, le laser
d’excitation Ti :Saphir est réglé en mode pulsé (des impulsions de l’ordre de 0, 2 ps sont émises

123
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à la fréquence de 76 MHz). La puissance d’excitation est également prise suffisamment basse
pour assurer une population de l’état excitonique autour de 10 % de sa valeur à saturation.
Ceci permet d’éviter les effets de réservoir des états de plus haute énergie. L’état |XX〉 peut
donc être ici négligé. De plus, ces mesures sont résolues en polarisation. La direction d’analyse
peut être alignée selon les directions photoniques x et y. La figure IV.13 montre les mesures
de temps de vie de l’état excitonique selon les directions de polarisation x et y. Ces mesures
ont ensuite été répétées en modifiant la température du cryostat entre 5 K et 50 K.

Fig. IV.13 – Mesures de temps vie de l’état excitonique résolues en temps et en
polarisation. L’intensité de photoluminescence en fonction du temps est tracée en échelle
semi-logarithmique. Ces mesures sont réalisées pour plusieurs températures entre 5 K et 50
K. Pour chaque température, nous présentons les données résolues en polarisation selon les
axes x (en rouge) et y (en bleu). Les données expérimentales (en noir) sont reproduites par
une fonction à trois exponentielles décroissantes convoluée à la réponse de l’instrument de
mesure (courbes rouges et bleues en trait plein).

124



5. Temps de vie des états |H〉 et |V〉

Analyse qualitative. Nous nous concentrons d’abord sur les données à T = 5 K. Les
deux courbes présentent un déclin temporel multi-exponentiel. De plus, le premier déclin
rapide est visiblement très différent entre les canaux x et y. En ce référant à la discussion
des cas limites de la section précédente, cette première observation nous permet de conclure
que nous sommes proches d’un régime où les processus de spin-flip sont lents par rapport
aux processus radiatifs (γb, γ↑,↓ � ΓH,V). Pour un angle θ assez faible (c’est le cas ici, pour
rappel, les mesures de polarisation prévoient que θ ≤ 15◦), le déclin rapide du canal x est
dominé par ΓH, alors que le déclin rapide du canal y est dominé par ΓV. La “queue” lente
aux temps longs peut être directement interprétée par la conversion des états noirs vers les
états brillants, avec un taux dominé par 2γ↑. On remarque aussi qu’il n’y a pas une différence
importante entre les intensités intégrées temporellement entre les canaux x et y. Ces obser-
vations sont cohérentes avec la mesure d’un degré de polarisation linéaire relativement faible
dans le régime des basses puissances (à T = 5 K, la puissance utilisée est Pexc = 60 nW).

L’augmentation de la température change profondément la dynamique temporelle des inten-
sités Ix(t) et Iy(t). A mesure que la température de l’échantillon augmente, nous effectuons
les observations suivantes : (i) Les courbes de déclin restent multi-exponentielles. (ii) Les
taux de déclin aux temps courts des canaux x et y deviennent identiques. (iii) Le taux de
déclin aux temps longs augmente avec la température. (iv) Les intensités intégrées tempo-
rellement associées aux canaux x et y sont de plus en plus différentes : la lumière est émise
préférentiellement via le canal de recombinaison x. Ces quatre observations s’interprètent
par une accélération des processus de spin-flip. Ce résultat n’est pas une surprise et confirme
l’analyse menée sur le degré de polarisation linéaire en régime permanent. Cependant, ces
mesures de temps de vie vont nous permettre de séparer les contributions des différents pro-
cessus de spin-flip. Nous allons montrer en particulier que les processus de spin-flip direct
avec le taux γb s’accélèrent avec T jusqu’à devenir le processus de conversion prioritaire, et
que les spin-flip indirects entre états noirs et brillants vont également s’accélérer mais dans
une moindre mesure et vont rester plus lents que les processus radiatifs. Cette situation cor-
respond à la situation intermédiaire développée aux cours de la section précédente. Nous
allons maintenant procéder à une analyse quantitative des données expérimentales.

Analyse quantitative. Pour analyser les données expérimentales, nous suivons la procédure
suivante. Les données sont d’abord reproduites par un fit d’une fonction de déclin à trois ex-
ponentielles convoluée à la réponse Rep(t) de l’instrument (voir section 3.1 pour plus détails).
Ce premier fit nous donne accès aux trois taux Γ1, Γ2 et Γ3 (avec la convention Γ1 > Γ2 > Γ3).
Les autres paramètres libres du fit sont les trois poids de chaque exponentielle notés A1, A2

et A3, et également une constante B correspondant au bruit d’obscurité. A T = 5 K, cette
première étape nous permet déterminer θ, ΓH et ΓV. En effet, à cette température nous
sommes dans le régime des spin-flip lents. La différence Γ1 − Γ2 est alors égale au premier
ordre à ΓH − ΓV. L’équation IV.20 nous donne θ = 13, 5◦. Nous connaissons Γx et Γy grâce
aux mesures effectuées sur le bi-exciton, l’équation IV.4 nous mène directement aux taux ΓH

et ΓV :

ΓH = 0, 98± 0, 04 ns−1 (IV.77)

ΓV = 0, 32± 0, 04 ns−1. (IV.78)
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ENTRE ÉTATS EXCITONIQUES

La seconde étape de l’analyse est la détermination des taux de spin-flip. En diagonalisant
la matrice 3 × 3 qui apparâıt dans l’équation IV.48 et en utilisant une routine Matlabr,
nous déterminons le jeu de taux de spin-flip {γb, γ↓, γ↑} qui permet d’approcher au mieux le
jeu de taux expérimentaux {Γ1,Γ2,Γ3}. Du fait de l’invariance de la trace de cette matrice,
cette inversion repose sur deux taux indépendants ; nous choisissons γb et γ↑. De plus, nous
imposons la condition γ↓ ≥ γ↑, c’est-à-dire que la conversion des états brillants vers les états
noirs est plus rapide que celle des états noirs vers les états brillants. Nous effectuons cette
procédure pour les courbes x et y et nous le répétons à chaque température. Le résumé des
résultats obtenus à l’issue de cette procédure est disponible sur le tableau IV.3.

T (K) 5 20 30 40 50

Γ1 (ns−1) 1,15 1,26 2,51 2,99 4,00

Γ2 (ns−1) 0,48 0,78 0,92 0,79 0,89

Γx3 (ns−1) 0,11 0,15 0,21 0,29 0,38

Γy3 (ns−1) 0,14 0,19 0,25 0,30 0,40

γb (ns−1) 0 0,01 0,70 0,98 1,51

γ↓ (ns−1) 0,08 0,15 0,16 0,14 0,16

γ↑ (ns−1) 0,08 0,14 0,16 0,14 0,16

Table IV.3 – Détermination des taux de spin-flip γb, γ↓ et γ↑ pour différentes
températures T .

Quelle que soit la température, les fits sur les mesures des canaux x et y nous donnent les
mêmes taux Γ1 et Γ2. Par contre la “queue” aux temps longs n’est pas décrite de la même
manière entre ces deux canaux, menant à des valeurs de Γ3 différentes. Cette différence peut
être attribuée à une des hypothèses de notre modèle. En effet, nous avons considéré que les
états brillants |H〉 et |V〉, ainsi que les états noirs |D1〉 et |D2〉 sont suffisamment proches
en énergie pour avoir des taux uniques γb, γ↓, γ↑. En réalité il faudrait dédoubler chacun de
ces taux pour tenir compte des écarts en énergie de ces états. Mais ceci rendrait le modèle
trop complexe. Nous préférons donner les valeurs de γb, γ↓ et γ↑ en effectuant la moyenne des
valeurs obtenues par les canaux x et y (les trois dernières lignes du tableau). On remarque
également que γ↓ et γ↑ sont quasi-identiques même à basse température. Ceci est sans doute
une conséquence des hypothèses simplificatrices de notre modèle. Il ne faut donc pas considéré
cette analyse numérique comme quantitativement précise. Néanmoins elle permet de distin-
guer l’évolution des différents mécanismes de spin-flip.

La figure IV.14 a) montre les taux de spin-flip γb et γ↓ issus du tableau IV.3. A T = 5
K, le spin-flip direct “brillant-brillant” est très lent. En effet, notre procédure d’analyse nous
mène à γb = 0. A cette température, les processus de spin-flip sont dominés par les spin-flips
indirects “noir-brillant” avec γ↓ = γ↑ = 0, 076 ns−1 mais restent très lents par rapport aux
taux de déclin radiatif. Cette situation change à partir de T ≥ 30 K où γb augmente fortement
surpassant tous les autres taux. Dans le même temps γ↓ et γ↑ restent plus ou moins constants
autour de 0, 15 ns−1. On peut alors expliquer la dépendance super-linéaire de γb,↓ avec T
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déduite des mesures de polarisation linéaire (voir figure IV.12 b)) par l’augmentation rapide
de γb. Pour pouvoir comparer quantitativement ces deux mesures indépendantes, nous avons
tracé sur la figure IV.14 b) γb,↓ déduit des mesures de temps de vie (en rouge) et γb,↓ déduit
des mesures du degré de polarisation linéaire (en orange). Nous obtenons une dépendance
avec la température très similaire. Cependant, les valeurs de γb,↓ issues des mesures de temps
de vie sont plus élevées que celles extraites des mesures de polarisation. Ceci est toutefois
cohérent car les taux de spin-flip, dans ce dernier cas, sont extrapolés à la limite de puissance
nulle, alors que les mesures de déclin sont réalisées à puissance faible mais non nulle.

Fig. IV.14 – Effet de la température sur les processus de spin-flip. a) Taux de
spin-flip γb (carrés noirs) et γ↓ (ronds bleus) en fonction de la température. Ces valeurs sont
issues de l’analyse des mesures de temps de vie (voir tableau IV.3). b) Taux γb,↓ = γb + γ↓
en fonction de la température. Les points rouges (ronds) correspondent aux valeurs issues
des mesures de temps de vie. Les points oranges (carrés) correspondent aux valeurs de γb,↓
issues de l’analyse du degré de polarisation linéaire à la puissance nulle (voir figure IV.12).
Les deux graphiques sont tracés en échelle semi-logarithmique.

6 Conclusion

L’étude du degré de polarisation linéaire en régime continu, complétée par l’analyse des
temps de vie des états excitoniques et bi-excitoniques de cette bôıte quantique nous per-
mettent de conclure que :

• A basse puissance d’excitation et à faible température (T = 5 K) les processus de
spin-flip sont dominés par les spin-flips indirects entre états noirs et états brillants, mais ces
processus restent beaucoup plus lents que les processus de recombinaison radiative (de l’ordre
de 1 ns−1). Nous avons montré que le spin-flip direct entre états brillants s’accélère fortement
avec la température alors que les spin-flips indirects accélèrent de manière beaucoup plus
modérée. A partir de T = 50 K nous avons la hiérarchie γb > ΓH,V > γ↓,↑.
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• Les taux de spin-flip (γb ou γ↓,↑) augmentent nettement avec la puissance d’excita-
tion. Entre le régime des basses puissances (Pexc = 50 nW) et le régime des hautes puissances
(Pexc = 30µW), les taux de spin-flip augmentent de plus de deux ordres de grandeur. Cet effet
n’est pas dû à une élévation locale de la température induite par le faisceau laser d’excitation.

Des études complémentaires sont nécessaires pour déterminer les mécanismes à l’origine
de ces processus de spin-flip. Cependant nous proposons une interprétation possible de nos
résultats. Les phonons acoustiques sont des candidats naturels pour absorber les échanges
d’énergie associés aux spin-flips au sein d’une bôıte quantique. Le spin-flip indirect entre les
états noirs et les états brillants de l’exciton peut être activé via des mécanismes à un seul pho-
non [165]. Néanmoins, l’augmentation très rapide de γb avec T suggère que des mécanismes
d’ordre supérieur jouent un rôle, par exemple le processus à deux phonons proposé dans la
Ref. [164]. L’augmentation observée des taux de spin-flip avec la puissance d’excitation n’est
pas due à l’augmentation de la température du réseau cristallin. Cependant, des phonons
hors-équilibre peuvent expliquer ce phénomène. Ces derniers sont créés par la relaxation des
porteurs de haute énergie créés par l’excitation non résonnante. De tels phonons hors-équilibre
ont été mis en évidence dans des bôıtes quantiques II-VI hébergeant une unique impureté
magnétique, et intégrées dans des puces non structurées [179,180]. Dans notre cas, le confi-
nement induit par la géométrie de notre nano-fil pourrait renforcer leur concentration locale.
Il existe une explication alternative à l’augmentation du taux de spin-flip avec la puissance
d’excitation. Elle pourrait impliquer des porteurs de charge localisés dans l’environnement
proche de la BQ et créés par l’excitation [167].

Les processus de spin-flip ne sont en général pas souhaités dans le domaine de l’optique
quantique. En effet, ces processus détériorent la cohérence spectrale des sources de photons
uniques : les “sauts” entre les deux excitons brillants détruisent l’indiscernabilité des photons
émis. A l’heure actuelle, les sources de photons uniques les plus performantes utilisent une
excitation résonante pour, d’une part, définir précisément le moment où on injecte l’exciton
dans la BQ, et d’autre part, minimiser l’excitation de potentielles sources de bruit dans l’en-
vironnement proche de la bôıte [16,31,32]. Cependant, une légère excitation non résonante
est souvent utilisée pour stabiliser l’environnement électro-statique autour de la bôıte quan-
tique [181]. Notre étude suggère alors que, dans ce cas, il est important de limiter la puissance
de l’excitation non résonnante pour pouvoir optimiser l’indiscernabilité des photons émis.

Il n’y a pas que des mauvais côtés à l’existence de ces processus de spin-flip, on peut
parfois les utiliser à notre avantage. Prenons comme premier exemple l’émission de photons
dans un unique mode optique dont la polarisation est bien contrôlée. On peut y parvenir en
intégrant la bôıte quantique dans une structure photonique anisotrope comme cela a déjà été
fait dans des systèmes variés [161,182–184]. Lorsque les axes principaux d’une bôıte quan-
tique neutre sont à peu près alignés avec les axes principaux de la structure photonique, il est
nécessaire d’avoir des processus de spin-flip plus rapides que les déclins radiatifs pour obtenir
une émission polarisée sous excitation non résonante [161]. Un spin-flip rapide est également
souhaité pour pouvoir appliquer la méthode de localisation des bôıtes quantiques intégrées
dans un fil photonique [55] détaillée dans le chapitre III de ce manuscrit. Nous avons montré
qu’il suffit d’exciter la bôıte quantique avec une puissance assez élevée ou de travailler à plus
haute température pour pouvoir accélérer le spin-flip.
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6. Conclusion

Pour conclure, nous avons proposé et démontré une nouvelle méthode pour étudier les
processus de spin-flip entre les états excitoniques d’une bôıte quantique neutre. En intégrant
l’émetteur dans une structure photonique qui présente une forte anisotropie optique, nous
créons un déséquilibre entre les taux de recombinaison radiative des deux excitons brillants.
Les spin-flips directs et indirects peuvent être mis en évidence par de simples mesures de
polarisation. De plus, les mesures de temps de vie permettent de distinguer les contributions
de ces deux types de spin-flips. Nous avons présenté et discuté de l’impact de la température
et de la puissance d’excitation. Nos résultats peuvent être d’un grand intérêt pour le contrôle
de l’émission spontanée dans un environnement photonique anisotrope, mais aussi pour le
développement de sources de lumière quantiques à haute performance.
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Conclusion et Perspectives

Nous avons présenté dans ce manuscrit deux études concernant les propriétés optiques de
BQs intégrées dans une antenne à fil photonique. Elles s’inscrivent dans une démarche qui
vise à mieux comprendre les propriétés de ces systèmes, pour améliorer leurs performances.

Nous avons, dans un premier temps, développé et démontré une technique de localisation
tout-optique (et donc non destructive) qui permet de localiser précisément une BQ dans la
section du nanofil. En champ proche, l’émission simultanée dans le mode guidé fondamental
(HE11, deux fois dégénéré en polarisation) et le second mode guidé (TE01, non dégénéré)
donne naissance à une figure d’interférence qui dépend fortement de la position de la bôıte.
Cette figure d’interférence se retrouve dans le champ lointain, que l’on peut mesurer en mi-
croscopie de Fourier résolue spectralement. La comparaison entre les cartes en champ lointain
expérimentales et les simulations numériques nous a permis de déterminer la position trans-
verse des émetteurs au sein du fil avec une très bonne précision (±10 nm sachant que le rayon
typique des antennes est entre 100 et 150 nm). Pour pouvoir réaliser cette comparaison nous
avons décrit l’émetteur (la BQ) comme la somme de dipôles optiques radial et orthoradial
mutuellement incohérent. Ceci est rigoureusement justifié pour le cas des excitons chargés
sous excitation non-résonante et du bi-exciton neutre sans conditions particulières. Dans le
cas de l’exciton neutre, cette description est valide uniquement si le spin-flip entre les états
brillants de l’exciton est bien plus rapide que les temps de recombinaison radiative pour
égaliser les populations de ces états. Cette technique de localisation est utilisable sur une
large plage de diamètre (0.20λ < d < 0.31λ dans le cas du GaAs) et est donc compatible
avec les fils qui offrent un couplage optimal avec le mode guidé fondamental. En effet, dans
la plage 0.21λ < d < 0.28λ, plus de 90% de l’émission spontanée d’un émetteur sur l’axe est
couplée au mode guidé fondamental HE11.

Pour compléter cette étude il serait intéressant de la comparer avec la technique de lo-
calisation opto-mécanique développée récemment dans le groupe de J-P. Poizat [144]. Cette
dernière exploite des vibrations mécaniques pour induire un stress oscillant dans la section
du fil. En excitant un mode de flexion, on génère un stress oscillant qui fait osciller l’énergie
d’émission de l’émetteur. L’amplitude du stress mécanique présente un fort gradient spatial
transverse : l’amplitude de l’oscillation de l’énergie démission de la BQ permet alors de re-
monter à la distance à l’axe de l’émetteur. La phase de l’oscillation permet de savoir de quel
côté se trouve la BQ. En exploitant le second mode de flexion, qui présente une direction d’os-
cillation perpendiculaire à celle du premier, on obtient une localisation en deux dimensions
de l’émetteur. Dans le même ordre d’idées, on pourrait également comparer la localisation
optique démontrée dans ce manuscrit à des expériences de détermination structurales, comme
la tomographie TEM ou par diffraction X cohérente. Concernant ce dernier point, on peut
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CHAPITRE IV. ÉTUDE D’UNE SOURCE DE DÉCOHÉRENCE : LE SPIN-FLIP
ENTRE ÉTATS EXCITONIQUES

citer des expériences préliminaires réalisées à l’ESRF dans le cadre d’une collaboration avec
Vincent Favre-Nicolin.

Nous avons vu que la position de l’émetteur dans une antenne à fil photonique est impor-
tante, car elle conditionne la force de l’interaction lumière-matière et le couplage à certains
canaux de décohérence. Nous avons pu vérifier le premier point expérimentalement. Comme
attendu, on observe une augmentation du temps de vie excitonique lorsque l’émetteur se rap-
proche des flancs du fil. A l’avenir, il serait aussi intéressant de corréler la position spatiale de
l’émetteur avec sa largeur de raie. Pour optimiser cette dernière, il est préférable de recourir
à une excitation résonante de la BQ.

La seconde étude a porté sur les mécanismes de spin-flip entre les différents états ex-
citoniques d’une BQ neutre. Cette étude a été en partie motivée par le développement de
notre technique de localisation tout-optique. Comme nous l’avons vu plus haut, un exciton
neutre peut être localisé simplement si des spin-flips rapides viennent symétriser les popula-
tions des deux états excitoniques brillants. D’autre part, des études anciennes de contrôle de
l’émission spontanée dans des structures monomodes (au sens de la polarisation) semblaient
suggérer l’existence de ces spin-flips [161]. Toutefois, aucune étude poussée n’avait sondé ces
processus en détail. Pour révéler ces spin-flips, nous avons intégré la BQ dans une structure
photonique anisotrope : ici un fil photonique avec une section elliptique. Cette anisotropie
crée un déséquilibre entre les taux de recombinaison radiative des deux excitons brillants.
Les spin-flips mélangent les populations des différents niveaux et influencent donc le degré de
polarisation linéaire de l’émission excitonique. Sous excitation non résonnante, la mesure de
cette quantité nous a permis de mettre en évidence les processus de spin-flip directs (entre
états brillants) et indirects (via un exciton noir) sur une large plage d’excitation. De plus,
dans le régime des basses puissances, des expériences complémentaires de déclin de la pho-
toluminescence résolues en temps nous ont permis de séparer les contributions de ces deux
types de spin-flip. Cette étude menée sur une BQ particulière nous a permis de conclure
que les processus de spin-flip dépendent fortement de la puissance d’excitation. En effet, à
basse puissance, le spin-flip est beaucoup plus lent que la recombinaison radiative. A haute
puissance, les taux de spin-flip augmentent de plus de deux ordres de grandeur. De plus,
nous avons observé que le spin-flip direct s’accélère fortement avec la température alors que
les spin-flips indirects accélèrent de manière beaucoup plus modérée. Une étude statistique a
également été menée sur une quinzaine d’antennes du même échantillon nous montrant que
pour 60% des cas, un spin-flip rapide était présent dans le régime des basses puissances et
à température cryogénique. Ceci nous montre aussi que les processus de spin-flip diffèrent
grandement d’une BQ à une autre, même si elles proviennent d’un même échantillon.

Les mécanismes à l’origine des processus de spin-flips au sein de nos systèmes restent
encore à éclaircir. Les phonons acoustiques représentent un candidat naturel pour expliquer
ces processus. Le spin-flip indirect entre les états noirs et les états brillants de l’exciton peut
être activé via l’absorption ou l’émission d’un seul phonon [165]. Le spin-flip direct entre états
brillants et sa forte augmentation avec la température peut être compris, quant à elle, par des
mécanismes d’ordre supérieur, impliquant par exemple deux phonons [164]. Notre étude nous
a également permis de conclure que l’augmentation observée des taux de spin-flip avec la
puissance d’excitation n’est pas due à l’augmentation de la température du réseau cristallin.
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6. Conclusion

Cependant, des phonons hors-équilibre créés par la relaxation des porteurs de haute énergie
issus de l’excitation non résonnante pourraient expliquer ce phénomène [179,180].

Même si les processus de spin-flip sont en général néfastes pour les technologies quan-
tiques de l’information, ils sont parfois souhaitables. C’est par exemple le cas pour l’émission
de photons dans un unique mode optique dont la polarisation est bien contrôlée [161,182–
184]. Comme mentionné plus haut, la présence d’un spin-flip rapide entre états brillants est
également nécessaire pour pouvoir appliquer la méthode de localisation pour des excitons
neutres. Notre étude montre qu’il suffit d’utiliser une puissance d’excitation non résonnante
élevée pour atteindre ce régime.

Les deux études que nous avons développées au cours de ma thèse sont intéressantes
pour le développement de sources de lumière quantique utilisant des BQs intégrées dans
des nanofils. Un enjeu important est d’obtenir des photons indiscernables, une ressource
cruciale pour les technologies quantiques. L’équipe travaille actuellement dans deux direc-
tions complémentaires. La première est de comprendre les sources de décohérence dans nos
systèmes. Les processus de spin-flip constituent une de ces sources. A côté des suspects habi-
tuels (comme le bruit de charge), présents dans la plupart des systèmes semi-conducteurs, la
thèse de Saptarshi Kotal a mis en évidence une source de bruit spécifique à la géométrie na-
nofil. Même à température cryogénique, les vibrations thermiques des modes mécaniques
induisent un élargissement spectral très significatif. Des solutions, qui reposent sur une
ingénierie mécanique des fils photoniques, ont été proposées pour limiter ces effets. La seconde
direction est l’accélération de l’émission spontanée, pour rendre l’émetteur moins sensible aux
différentes sources de bruits. En particulier, l’équipe développe actuellement des nanocavités
avec une large bande passante. L’objectif est de bénéficier de l’effet Purcell pour accélérer
significativement l’émission spontanée de la BQ. Le volume modal de la cavité est suffisam-
ment faible pour atteindre un facteur de Purcell très significatif (de l’ordre de 7) avec un
facteur de qualité optique modeste (typiquement 40). Ceci se traduit directement par une
large bande passante (20 nm), très intéressante pour réaliser des sources de photons uniques
accordable en longueur d’onde, ou pour collecter les photons issus de la cascade radiative du
bi-exciton. Dans ces nanocavités, le couplage au mode fondamental (HE11) est augmenté d’un
facteur 3 par rapport à une antenne à fil photonique reposant sur un miroir. Le mode TE01

est peu affecté par les effets de cavité. Ainsi, il sera possible à l’avenir d’utiliser l’imagerie de
Fourier résolue spectralement pour localiser un émetteur au sein de la nanocavité.

Ces nano-cavités sont aussi des systèmes de choix pour réaliser des sources de paires de
photons enchevêtrés en polarisation, en accélérant et en collectant la cascade radiative du
bi-exciton. Les processus de spin-flip mis en évidence au cours de cette thèse viennent per-
turber cette cascade radiative, en générant des sauts aléatoires entre les états excitoniques
intermédiaires. Il sera intéressant à l’avenir de vérifier qu’une excitation résonnante du bi-
exciton (excitation à deux photons pulsée) permet de limiter ces phénomènes. D’autre part,
l’émission de paires de photons enchevêtrés demande une structure photonique isotrope, pour
préserver la symétrie des deux chemins de recombinaison. Une anisotropie résiduelle est ici
une limitation. La compréhension fine des effets de polarisation dans un environnement ani-
sotrope, développée dans le cadre des études de spin-flip, sera très utile dans ce contexte.
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Résumé

Une antenne à fil photonique permet de façonner l’émission d’une bôıte quantique (BQ)
en un faisceau directif, qui peut être collecté efficacement par des optiques en espace libre.
Ces structures photoniques trouvent des applications dans l’émission d’états non classiques
de la lumière (photons uniques, paires de photons enchevêtrés) ou dans la génération de
non-linéarités géantes, à l’échelle du photon unique. Cette thèse contribue à une meilleure
compréhension des propriétés optiques des BQs InAs intégrées dans des antennes à fil pho-
tonique à travers deux résultats principaux. Nous démontrons tout d’abord une technique
tout optique - et donc non destructive - pour localiser précisément une BQ dans une sec-
tion de l’antenne. La position de l’émetteur est importante car elle conditionne la force de
l’interaction lumière-matière au sein de l’antenne, ainsi que le couplage de la BQ à certains
canaux de décohérence spectrale. La technique proposée exploite l’émission de la BQ dans
deux modes guidés qui présentent des profils spatiaux différents et s’appuie sur une carto-
graphie du champ lointain résolue en angle. La seconde étude porte sur les mécanismes de
spin-flip qui couplent les états excitoniques d’une BQ neutre. Ces spin-flips constituent une
source de décohérence. Pour les révéler, nous intégrons la BQ dans une structure photonique
anisotrope (ici un fil photonique avec une section elliptique). Des mesures de polarisation et
de déclin de la photoluminescence résolu en temps donnent alors accès aux taux de spin-flips.
Nous étudions en particulier l’influence de la température et de la puissance d’excitation
non-résonante.

Abstract

A photonic wire antenna shapes the emission of a quantum dot (QD) into a directional
beam, which can be efficiently collected by free-space optics. These photonic structures find
applications in the emission of non-classical states of light (single photons, entangled pairs
of photons) or in the generation of giant non-linearities, at the level of a single photon. This
thesis contributes to a better understanding of the optical properties of InAs QDs integrated
in photonic wire antennas through two main results. We first demonstrate an all-optical -
and therefore non-destructive - technique for precisely locating a QD in a section of the
antenna. The position of the emitter is important because it conditions the strength of the
light-matter interaction within the antenna, as well as the coupling of the QD to certain
spectral decoherence channels. The proposed technique exploits the emission of the QD in
two guided modes which present different spatial profiles and is based on a measurement
of the angle-resolved far-field map. The second study focuses on spin-flip mechanisms that
couple the exciton states of a neutral QD. These spin-flips are a source of decoherence.
To reveal them, we integrate the QD into an anisotropic photonic structure (here a photonic
wire with an elliptical cross section). Polarization measurements combined with time-resolved
measurements of the photoluminescence decay then allow determining the spin-flip rates. We
present a study of the influence of the temperature and of the non-resonant excitation power.
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