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ritons

Résumé : Ce travail de recherche se focalise
sur l’étude du transport électronique dans les
photo-détecteurs intersousbandes (infrarouge,
10 µm) dans différents régimes d’intensité de
couplage lumière-matière.

Pour le régime de couplage faible, où les
quanta de lumière et de matière sont les
électrons et photons, ce manuscrit présente
la description théorique extensive du fonc-
tionnement d’un dispositif inter-sousbande en
particulier, le détecteur à cascade quantique
(QCD). Un procédé de conception et d’op-
timisation de ce dispositif est présenté en
détail, du dimensionnement de l’environnement
électromagnétique à la conception de la zone ac-
tive.

Pour le régime de couplage fort, l’interac-
tion lumière-matière devient si intense que de
nouvelles quasi-particules, les polaritons, ap-
paraissent. Ces particules hybrides mi-matière
mi-lumière, initialement découvertes dans les
systèmes semiconducteurs excitoniques, ont de-
puis été largement étudiées et démontrées dans
d’autres domaines, en particulier les polaritons
inter-sousbandes. Malgré de nombreuses pro-
priétés quantiques uniques (émission stimulée,

condensation de Bose-Einstein), il n’existe au-
jourd’hui que très peu de dispositifs applicatifs
fondés sur les polaritons.

Dans ce travail de recherche, on propose une
modélisation du transport électronique dans les
détecteurs à cascade quantique en régime de
couplage fort. On présente différentes stratégies
de modélisation, de complexité croissance, dont
les différences sont extensivement étudiées et
discutées. Ces différents modèles mettent en
évidence les modifications profondes qu’en-
gendrent le couplage fort sur les propriétés op-
tiques et photo-électriques de ces dispositifs. En
comparant ces travaux de modélisation avec des
jeux de données expérimentaux, on démontre
en particulier la possibilité de concevoir une ex-
traction résonnante et sélective d’excitations de-
puis les états polaritoniques vers la cascade de
niveaux électroniques d’un QCD.

Ce travail crée des perspectives d’applica-
tion pour les dispositifs inter-sousbandes fonc-
tionnant dans un régime de couplage fort
lumière-matière et renforce l’objectif de long
terme de de mettre en œuvre le processus in-
verse, c’est-à-dire l’injection électrique efficace
dans des dispositifs polaritoniques émetteurs.
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Title : Electronic transport in the strong light-matter coupling regime for mid-infrared quantum
devices

Keywords : strong coupling, inter-subband, infrared, detectors, electronic transport, polaritons

Abstract : This research work focuses on the
study of electronic transport in intersubband
photodetectors (infrared, 10 µm) in different in-
tensity regimes of light-matter coupling.

For the weak coupling regime, where the
light and matter quanta are electrons and pho-
tons, this manuscript presents the extensive
theoretical description of the operation of one
particular inter-subband device, the quantum
cascade detector (QCD). A design and optimi-
zation process of this device is presented in de-
tail, from the dimensioning of the electromagne-
tic environment to the design of the active re-
gion.

For the strong coupling regime, the light-
matter interaction becomes so intense that new
quasiparticles, the polaritons, appear. These hy-
brid light-matter particles, initially discovered
in excitonic semiconductor systems, have since
been widely studied and demonstrated in other
fields, in particular inter-subband polaritons.
Despite many unique quantum properties (sti-
mulated emission, Bose-Einstein condensation),

there are very few application devices based on
polaritons today.

In this research work, a model of electronic
transport in quantum cascade detectors in the
strong coupling regime is proposed. We present
different modeling strategies, of increasing com-
plexity, whose differences are extensively stu-
died and discussed. These different models high-
light the profound changes that strong coupling
brings to the optical and photoelectric proper-
ties of these devices. By comparing these mo-
deling works with experimental data sets, we
demonstrate in particular the possibility to de-
sign a resonant and selective extraction of exci-
tations from polaritonic states to the electronic
levels of the QCD cascade.

This work creates application perspectives
for inter-subband devices operating in a strong
light-matter coupling regime and reinforces the
long-term goal of implementing the reverse pro-
cess, i.e., efficient electrical injection into light-
emitting polaritonic devices.
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gestion de l’équipe et pour sa bienveillance envers les doctorants et leurs sujets fondamen-
taux, pas toujours en phase avec les besoins industriels du III-V lab. Merci à Salvatore pour
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thésarium me manque. Merci aux différents stagiaires et alternants membres et ex-membres
du groupe MIR : Rached, Corentin, Nour, Mathias, Inès, Romain. Bon courage à vous !
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Merci à Isabelle Sagnes, Konstantinos Pantzas et Gilles Patriarche pour nos interactions
scientifiques.
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Avant propos

Dans le domaine du moyen-infrarouge (entre 3 et 12 µm), il existe une famille de disposi-
tifs opto-électroniques de taille nanométrique à base de semi-conducteurs qui exploitent les
effets de confinement quantique pour créer des transitions électroniques au sein de la bande
de conduction : les dispositifs inter-sousbandes. En plaçant un dispositif inter-sousbande dans
un système optique résonnant (une cavité), il est possible d’exalter l’interaction lumière-
matière entre la transition électronique du dispositif et le mode électromagnétique confiné
de la cavité optique. Cette exaltation permet d’accéder au régime de couplage fort, dont
émergent deux nouveaux modes propres, les modes polaritoniques, issus de l’hybridation
des modes électroniques et photoniques. Exploiter ce mécanisme de couplage permettrait
d’envisager la conception de dispositifs opto-électroniques innovants à base de polaritons.
Cependant, la compréhension profonde de la nature du transport entre un système po-
laritonique et un réservoir électronique est un problème irrésolu qui constitue un verrou
fondamental pour le développement technologique de ces dispositifs.

Dans ce contexte, ce manuscrit présente l’étude du régime de couplage fort lumière-
matière dans un dispositif inter-sousbande en particulier : le détecteur à cascade quantique
(QCD). Si la liberté de conception et la nature du transport électronique dans les QCDs les
édifient en une plateforme propice à l’étude fondamentale du régime de couplage fort, nous
envisagerons également ce régime de fonctionnement comme un potentiel différenciateur
technologique au service des performances de ces détecteurs infrarouge.

Dans le chapitre 1, nous introduisons la notion de couplage fort lumière-matière, et
comment elle s’étend aux dispositifs inter-sousbandes. Nous introduirons les principaux
détecteurs inter-sousbandes et comment ils se comparent pour l’étude du couplage fort.
Pour appréhender la complexité de ce régime de fonctionnement, il nous faudra d’abord
comprendre le transport électronique en régime de couplage faible : c’est l’objectif du cha-
pitre 2, qui présente notre modélisation du transport électronique dans les détecteurs à
cascade quantique en régime de couplage faible, et pose les bases de la compréhension intui-
tive de ce système. Le chapitre 3 résume l’ensemble de la châıne de conception d’un détecteur
à cascade quantique embarqué dans un réseau d’antennes patchs, du dimensionnement de
la géométrie des cavités optiques jusqu’aux choix des épaisseurs des puits quantiques. Le
chapitre 4 se tourne vers l’analyse du comportement d’un QCD en régime de couplage fort,
par le biais de mesures optiques et électro-optiques. Pour interpréter ces différents jeux de
mesure, nous développerons un modèle semi-classique du transport basé sur la théorie des
modes couplés. Enfin, le chapitre 5 présente un modèle quantique du transport en régime de
couplage fort, basé sur le formalisme de la matrice densité. On verra notamment comment
ce nouveau modèle permet de réconcilier les différentes approches du transport abordées en
chapitre 2 et 4.
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1.5.2 QCD et extraction résonnante d’excitations polaritoniques . . . . . . 23
1.5.3 Gain de performance pour les détecteurs ISB en régime de couplage

fort . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 24
1.6 Bilan . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 26
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4.1.1 État brillant et états noirs : origine du mode plasmonique ISB . . . . 112
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4.3.3 Théorie des modes couplés à trois résonateurs . . . . . . . . . . . . . 138

4.4 Influence du dopage sur le courant d’obscurité . . . . . . . . . . . . . . . . . 146
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Chapitre 1

Introduction : couplage fort
lumière-matière et détecteurs
inter-sousbandes

 [MHz]ω − ωatome
 [MHz]ω − ωatome

 [MHz]ω − ωatome  [MHz]ω − ωatome

2Ω

2Ω

2Ω
2Ω

Figure 1.1 – Figure adaptée de [1]. Spectre de transmission d’une collection d’atomes em-
barqués dans une cavité optique et pompés par un laser de fréquence ω, en régime de couplage
fort lumière-matière, exprimés en nombre de photons moyens détectés n̄. Les différentes fi-
gures illustrent des situations expérimentales avec un nombre moyen N̄ d’atomes à deux
niveaux embarqués dans une cavité optique.

En 1946, dans le cadre de l’étude de l’imagerie par résonance magnétique nucléaire,
Purcell découvre que l’émission spontanée de photons d’un matériau peut être exaltée en
embarquant ce matériau dans un système optique résonnant [2]. Cette découverte permet
l’émergence de l’électrodynamique quantique de cavité (CQED), un nouveau champ de
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recherche qui se focalise sur la conception de résonateurs photoniques pour la modification
de l’interaction lumière-matière.

En 1983, Haroche et al. [3] met au point une expérience où un ensemble d’atomes de
Rydberg est embarqué dans une cavité Fabry-Pérot micro-ondes. Sous le pompage optique
des atomes par un laser, il met en évidence un échange oscillatoire de quantas d’énergie entre
les atomes et les photons de cavité, qui correspond à l’émission et l’absorption successives
d’un photon de cavité par l’ensemble d’atomes. Cette oscillation est qualifiée d’oscillation de
Rabi de pulsation Ω. C’est la première observation expérimentale d’un régime de couplage
fort, un régime où l’intensité du couplage entre la lumière et la matière Ω excède les pertes du
système (ici, le taux de dissipation de photons vers l’extérieur de la cavité). De nombreuses
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quency, one therefore only needs to probe diAerent points
on the wafer. The topmost curves in Fig. 1 correspond to
equal resonant frequencies of the cavity and quantum-
well exciton, while the bottom one corresponds to a cavity
energy detuning above the exciton. Figure 2 shows vari-
ous reflectivity curves for a sample with seven quantum
wells in the Fabry-Perot cavity.
A simple theoretical treatment consists in considering

the DFB reflectors as simple, wideband mirrors of con-
stant reflectivity and transmission coefficients. Then, the
standard multibeam Fabry-Perot analysis can be carried
out, which yields the transmission coefficients as [3]

T2~ -adT(v) =
(1 —Re ' ) +4Re '"sin (e/2)

(3)

where R and T are reflection and transmission coefficients
of the front and back mirrors, assumed identical, a the
absorption coefficient of the cavity QW's with total length
d, and 4 the dephasing over the various materials of the
cavity,
4(v) =2m(A —4«s)/AFsR+4rr(n nb)—dv/c, (4)

where &=v vexci +res vcav vexc~ +FsR=c/2L is the
cavity free spectral range, and n and nb are respectively
the resonant and background index of refraction of the
cavity quantum wells. We use for the exciton dielectric
function a simple two-level approximation with Lorentzi-
an linewidth 8=2 meV. The peak absorption a is adjust-
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FIG. 2. 5-K reflectivity curves on a seven-QW microcavity
structure. Various detuning conditions between cavity and QW
exciton frequencies are obtained by choosing various points on
the wafer, typically 0.5 mm apart. Note the line narrowing ap-
proaching and at resonance, the resonance mode splitting, and
the indication of a light-hole exciton mode splitting around
1.605 eV for the lowest trace.
3316

ed to the standard value of 3x10 cm '. Such a descrip-
tion, classical linear-dispersion model, of the system then
yields two peak or dips in the transmission or reflectivity
curves, respectively, separated by, when the oscillator fre-
quencies are equal (v,„,= v„,) [3],

& = (rrdaaFsR/rr) ' (s)

Figure 3 shows a plot of the peak positions observed
when scanning through the resonance, evidencing equiv-
alently a well-behaved level anticrossing, and normal-
mode splitting or Rabi splitting. The theoretical fit is ob-
tained from the above simplified analysis, or a standard
multiple-interference analysis of the DBR-FP interferom-
eter using a matrix formulation for optical propagation
[20]. From the fit with a =3 x 10 cm ' and 8 =2 meV,
we can deduce Nf=4 x10' cm, in excellent agree-
ment with theoretical evaluations [25].
As mentioned previously the number n of quantum

wells can be varied to provide various coupling strengths
between excitons and cavity photons. As could be expect-
ed, a single well does not provide enough coupling to
fulfill Eq. (1) (see, e.g. , Fig. 1). At a number of wells
~ 5 the splitting tends to saturate, possibly due to the
noncentral position of outer wells in the cavity, collapse of
the cavity finesse at such high absorption, or influence of
other states (light-hole excitons, continuum states).
Several additional comments can be made at this pre-

liminary stage: As is evident in Figs. 1 and 2, the cavity
linewidth becomes smaller under resonant conditions. In
atomic physics experiments, as the cavity finesse is usual-
ly extremely high, the coupled-mode linewidth can be
smaller than the natural atom linewidth [2, 14]. We are
here in a converse situation where the cavity linewidth is
narrowed by the interaction with QW's.
So far we used low temperatures (up to 77 K) to shar-

pen the features described here. We did not yet check at
300 K, as our structures are designed for mode splitting
of the FP cavity with QW's at low temperatures, but we
expect similar phenomena as the broadening should be
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FIG. 3. Reflectivity peak positions as a function of cavity de-
tuning for a five-quantum-well sample at T=5 K. The theoret-
ical fit is obtained through a standard multiple-interference
analysis of the DBR-Fabry-Perot-quantum-well structure.
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[a] 
[b] 

Figure 1.2 – Figure adaptée de [4]. [a] Spectres de réflectivité du système excitonique
embarqué dans une micro-cavité : les différents spectres représentent différentes valeurs de
résonance de cavité ωc. En changeant ωc, on accorde/désacorde la cavité sur la résonance des
excitons ωexciton. À résonance ωc = ωexciton, les pics sont d’égales amplitudes. [b] Dispersion
polaritonique : les minima de réflectivité sont reportés en fonction du désaccord ωexciton−ωc.

nouvelles études de systèmes en couplage fort suivront cette démonstration expérimentale.
En 1992, Thompson et al. [1] examinent la réponse spectrale d’une collection d’atomes à
deux niveaux embarqués dans une cavité optique. En accordant la résonance de la cavité
à l’énergie de transition atomique ωatome, ils observent deux nouvelles résonances, espacées
d’une valeur 2Ω et localisées symétriquement de part et d’autre de la résonance atomique
ω± = ωatome±Ω (cf. Figure 1.1). Cette séparation en deux pics symétriques est la signature
spectrale caractéristique du régime de couplage fort.

Jusque là, l’exaltation du couplage lumière-matière Ω se fait principalement par l’augmen-
tation du nombre d’atomes N embarqués dans les résonateurs photoniques. En 1992, Weis-
buch et al. [4] observent pour la première fois un couplage entre un gaz 2D d’excitations
électroniques (des excitons) contenues dans un puits quantique et le mode électromagnétique
d’une cavité optique (cf. Figure 1.2). L’utilisation d’un gaz 2D va notamment permettre de
démultiplier le nombre d’entités interagissant avec le mode optique et donc d’augmenter
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l’intensité du couplage Ω et l’exploration de nouveaux régimes de fonctionnement.

1.1 Régime de couplage-fort et états polaritoniques

Ces expériences démontrent la possibilité de concevoir des systèmes en régime de couplage
fort, où le couplage Ω entre le mode matière (la transition atomique par exemple) et le
mode lumière (le mode électromagnétique de la cavité optique) est supérieur aux pertes
du système. Dans ce régime de fonctionnement, on observe l’émergence de deux nouveaux
modes propres : les modes polaritoniques, issus de l’hybridation entre les modes “matière”
et “lumière“ [5] dont la signature spectrale est la présence de deux résonances symétriques
espacées de 2Ω, et dont la signature temporelle est un régime d’oscillation de Rabi de
fréquence Ω. La quasi-particule associée à ces modes polaritoniques est appelée polariton.

Pour mieux comprendre ce régime de couplage fort, nous allons étudier le système le
plus simple représentant un mode “matière” résonnant : un système à deux niveaux (TLS,
pour Two Level System), de fréquence propre ωTLS, soumis à des pertes radiatives γTLS

(figure 1.3-[a1]). À t = 0, on place une excitation dans l’état excité, et on considère deux
configurations différentes :

1. En l’absence de cavité optique : l’excitation, uniquement soumise au taux de
dissipation γTLS, se désexcite et émet un photon vers l’environnement extérieur. La
probabilité de trouver l’excitation dans l’état excité décrôıt exponentiellement en un
temps caractéristique 1/γTLS (figure [b1]). Spectralement, on observe sur le spectre
d’émission une unique résonance, de largeur spectrale proportionnelle à γTLS (figure
[c1]).

2. En présence de cavité optique : cette fois, le système à deux niveaux est embarqué
dans une cavité optique résonnante de fréquence propre ωc (on se place à la résonance
ωc = ωTLS = ω0), soumise à des pertes radiatives γc (figure [a2]). On choisit ces pertes
telles que γc � γTLS : l’objectif est d’augmenter la capacité radiative du système.
Le système à deux niveaux se couple au mode électromagnétique de la cavité par
l’intermédiaire du couplage Ω. On distingue deux situations :
— En couplage faible (Ω < γc) : l’intensité du couplage Ω est trop faible devant

les pertes γc de la cavité pour observer des oscillations de Rabi. L’excitation se
désexcite et émet un photon de cavité, qui est lui même dissipé vers l’extérieur. La
probabilité de trouver une excitation (matière ou lumière) dans le système décrôıt
exponentiellement en un temps caractéristique ≈ 1/γc, court par rapport à celui
du système [a1] non couplé à une cavité (figure [b2]). Spectralement, on observe sur
le spectre d’émission une unique résonance, de largeur spectrale proportionnelle
à γc, plus large que dans la figure [c1].

— En couplage fort (Ω > γc) : l’intensité du couplage Ω est forte devant les pertes
γc de la cavité. On observe des oscillations de Rabi associées à l’émission et ré-
absorption successive d’un photon de cavité par le système à deux niveaux : la
probabilité de l’excitation d’être dans l’état excité du système à deux niveaux (ou
d’être dans l’état photonique de la cavité) est une fonction oscillante du temps, de
fréquence Ω. L’enveloppe de cette fonction oscillante est amortie puisque le photon
de cavité reste soumis aux pertes radiatives γc d’émission de photons hors de la
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Figure 1.3 – [a1,a2] : représentations schématiques d’un système simple à deux niveaux en
l’absence et en présence d’une cavité optique résonante. [b1,b2,b3] : Évolution temporelle
de la probabilité d’une excitation d’être dans l’état “matière” (le niveau excité du TLS)
ou “lumière” (l’état photonique de cavité), pour trois situations : pas de cavité, couplage
faible et couplage fort. [c1,c2,c3] : Représentation normalisée du spectre d’émission, pour
trois situations : pas de cavité, couplage faible et couplage fort.
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cavité (figure [b3]). Spectralement, on observe cette fois deux pics de résonance,
espacés de 2Ω, associés aux états polaritoniques (figure [c3]).

À noter qu’il existe un troisième régime de fonctionnement, le régime de couplage ultra-fort
qui correspond à une situation Ω

ω0
> 0.1. L’intensité du couplage peut devenir suffisamment

grande pour être comparable à l’énergie de résonance ω0 des modes impliqués dans le cou-
plage. Un système peut donc être en régime de couplage ultra-fort sans nécessairement être
en couplage fort, si ce système présente de très fortes pertes (on peut avoir Ω/γc < 1 et
Ω/ω0 > 0.1). Ce régime de fonctionnement est propice à des effets non-linéaires et nécessite
une modélisation différente des deux premières situations. Dans ce manuscrit, nous n’abor-
derons que les régimes de couplage faible et fort.

De nombreux types de polaritons ont été étudiés, issus de l’hybridation de modes “matière”
et “lumière” de natures différentes. La physique polaritonique est riche et diverse : on pas-
sera ici rapidement en revue les principaux types de polaritons (le lecteur peut se référer à
[6] pour une revue en profondeur des différents systèmes à base de polaritons).

— Les polaritons de micro-cavité (ou polaritons excitoniques) sont issus de l’hybridation
d’excitons et de photons de micro-cavité. La masse effective de ces polaritons est
particulièrement faible, ce qui les rend propices à l’étude de phénomènes physiques
particuliers, tel que la condensation de Bose-Einstein dans les semi-conducteurs [7].
Une revue des polaritons de micro-cavité est donnée dans [8].

— Les polaritons de Landau, issus de l’hybridation entre les transitions électroniques col-
lectives entre des niveaux de Landau (généré par l’application d’un champ électroma-
gnétique transverse sur des puits quantiques) et un résonateur photonique [9, 10].

— Des systèmes polaritoniques plus originaux reposent sur le couplage entre des atomes
“artificiels”, générés par des circuits quantiques supraconducteurs, et un mode op-
tique de résonateur LC [11], d’excitons moléculaires couplés à des photons de cavité
[12], ou encore de dispositifs opto-mécaniques couplés aux modes de vibration de
molécules [13].

Le record d’intensité de couplage est actuellement détenu par des systèmes à bases de cris-
taux de nano-particules plasmoniques [14] (Ω/ω0 ≈ 1.8.

Dans ce manuscrit, on se penchera uniquement sur l’étude des polaritons inter-sous-
bandes, qui résultent du couplage entre l’excitation collective d’un gaz 2D d’électrons entre
deux sousbandes générées par le confinement d’un puits quantique semi-conducteur et le
mode transverse magnétique (TM) d’une micro-cavité optique. Nous y reviendrons en détail
dans la prochaine section et dans le chapitre 4.

1.2 Polaritons inter-sousbandes

Les travaux d’Esaki [16, 17] sur les super-réseaux ont ouvert la voie à la conception
de dispositifs exploitant les phénomènes quantiques de confinement, et en particulier, les
dispositifs à base d’hétérostructures (voir figure 1.4-[a]), empilements de fines couches (de
l’ordre de la dizaine de nanomètre) de matériaux semi-conducteurs d’énergies de gap EG
différentes, déposés par les techniques usuelles d’épitaxie de MBE (Molecular Beam Epitaxy)
et de MOCVD (Metalorganic Chemical Vapor Deposition).

En particulier, ces 30 dernières années ont vu l’émergence des dispositifs ISB, disposi-
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Figure 1.4 – [a] Image par microcospe à transmission d’électrons (TEM) d’un laser à
casade quantique AlGaAs/GaAs, tirée de [15]. [b] Représentation schématique d’un puits
de potentiel dans la bande de conduction d’une hétérostructure et des sousbandes générées
par le confinement unidimensionnel. La figure présente une superposition des espaces réel et
réciproque.

tifs qui exploitent des transitions électroniques entre des niveaux confinés dans la bande de
conduction (cf. figure 1.4-[b]) : en alternant périodiquement des couches 2D de matériaux
différents, il est possible de créer des puits de potentiel au sein de la bande de conduction
du dispositif. Le confinement unidimensionnel (selon l’axe de croissance z), associé au libre
mouvement des électrons dans le plan perpendiculaire à l’axe z, génère la création de sous-
bandes quasi-paraboliques d’états électroniques. Ce sont les transitions entre ces sousbandes,
les transitions inter-sousbandes, qui vont permettre de réaliser des processus d’absorption
et d’émission de photons. Par ailleurs, l’espacement entre ces sousbandes est déterminé par
la largeur et la nature des matériaux utilisés et permet la couverture de larges plages de
longueur d’onde.

La première observation de polaritons inter-sousbandes (polaritons ISB) remonte à 2003
[18]. Dans cette publication, Dini et al. démontrent expérimentalement qu’il est possible de
coupler fortement la transition électronique collective du gaz 2D d’électrons contenus dans
les puits quantiques à un mode TM de la cavité formée par les couches de semi-conducteur.
En changeant l’angle d’incidence θ de la lumière d’excitation, ils modifient continûment la
valeur de résonance du mode TM et scannent la dispersion de modes polaritoniques (cf.
figure 1.5).

Depuis, de nombreuses démonstrations ont suivi, à l’aide de différentes géométries op-
tiques et systèmes ISB : détecteurs infrarouge à puits quantiques (QWIPs), lasers et détecteurs
à cascades quantiques (QCLs et QCDs) [19, 20, 21]. Le fonctionnement en régime de cou-
plage ultra-fort, initialement prédit dans [22], est démontré pour la première fois dans [23]
(et s’en suit d’autres études [24, 25, 26]). Les auteurs de [27] exportent également le concept
de couplage critique, de parfaite injection de puissance optique, dans les dispositifs ISB en
couplage fort. Le record de couplage Ω/ω0 = 0.45 pour les dispositifs à base de polaritons
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Figure 1.5 – Figure tirée de [18]. Des spectres de réflectivité sont superposés pour différentes
valeurs d’angles d’incidence θ de la lumière d’excitation. Les spectres présentent tous deux
pics de résonance, signature d’un régime de couplage fort et des modes polaritoniques.
L’encadré haut/gauche représente la dispersion de ces modes polaritoniques, tracée via le
report des minima des pics de réflectivité selon θ. L’encadré haut/droite représente un spectre
de réflectivité avec un éclairage polarisé TE (transverse électrique). Dans ce cas, seule la
résonance du mode de cavité est discernable.

ISB est actuellement détenu par [28].

Ces développements récents sur les polaritons ISB apportent un degré de liberté supplé-
mentaire lors de la conception et l’optimisation des dispositifs ISB. La nature bosonique des
modes polaritoniques et les forts couplages de Rabi Ω apparaissent comme des propriétés
intéressantes à mettre au profit des performances des dispositifs actuels, voir même pour la
conception de nouveaux systèmes. L’étude du régime de couplage fort dans les systèmes ISB
est donc un problème non seulement d’une grande richesse fondamentale, mais aussi une
source d’enjeux industriels. En particulier, nous verrons dans la suite comment un verrou
fondamental limite le déploiement applicatif de systèmes ISB en régime couplage fort :
l’injection électrique, depuis un réservoir électronique, des états polaritoniques.
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1.3 Injection électrique dans les états polaritoniques

ISB

Les dispositifs ISB émetteurs (LEDs, lasers) sont soumis à une faible efficacité quantique
radiative : les temps de vie associés aux processus d’émission radiatifs sont bien plus longs
(de l’ordre 10 à 100 ns) par rapport aux processus de désexcitations non-radiatifs (de l’ordre
de la ps). L’exploitation des propriétés polaritoniques en régime de couplage fort est une piste
d’amélioration des performances radiatives des systèmes émetteurs ISB [29, 30]. En 2009,
De Liberato et Ciuti [31] énoncent la possibilité de concevoir des dispositifs reposant sur
l’émission stimulée de polaritons ISB, entre les deux branches polaritoniques, via l’émission
de phonons LO. De tels dispositifs permettraient d’obtenir des seuils lasers extrêmement
faibles et sans inversion de population.

Bien que des démonstrations de dispositifs émetteurs fonctionnant dans le régime de
couplage fort existent [32, 20], l’injection électrique efficace de ces dispositifs est un défi ma-
jeur et irrésolu, qui manque à ce jour de démonstrations expérimentales convaincantes. La
raison fondamentale de cette impossibilité expérimentale réside dans la nature du couplage
tunnel entre un réservoir électronique (par exemple la cascade d’un QCL) et des états pola-
ritoniques : il apparâıt que la majorité des électrons injectés se redirigent (par effet tunnel)
dans les états noirs, incapables de se coupler avec la lumière, plutôt que dans les états pola-
ritoniques [33]. Les états noirs sont des états électroniques, aveugles à toute interaction avec
le mode électromagnétique de cavité. Nous verrons dans le chapitre 4 leur origine physique
plus en détail. L’efficacité du dispositif s’en trouve considérablement détériorée. Par ailleurs,
il est compliqué d’extraire des informations sur la nature du transport et les mécanismes
d’injection : les états noirs étant incapables de se coupler à la lumière, ils sont invisibles
sur les spectres d’électroluminescence mesurés. Dans [34], une stratégie pour s’affranchir du
couplage tunnel avec les états noirs est discutée : en exploitant le couplage multi -sousbande
avec un mode de cavité, on pourrait significativement espacer les modes polaritoniques des
états noirs, et pratiquer une injection électrique plus discriminante.

Cette problématique constitue un obstacle fondamental qui rend impossible le dévelop-
pement et l’exploitation des dispositifs ISB émetteurs à base de polaritons. Pour combler le
besoin important d’informations expérimentales sur la nature du transport dans ces disposi-
tifs, une idée s’est récemment imposée : étudier le phénomène inverse, à savoir l’extraction de-
puis les états polaritoniques vers un réservoir électronique, c’est-à-dire étudier le phénomène
de détection. Dans la partie suivante, nous allons donc présenter différents détecteurs ISB,
qui sont des plateformes adaptées à l’étude du transport polaritonique.

1.4 Détecteurs inter-sousbandes

Dans le domaine applicatif de la détection infrarouge, les diodes interbandes InSb [35],
InGaAs [36] et HgCdTe [37] ainsi que les super-réseaux de type II (InGaSb/InAs) [38]
dominent le marché industriel. Les détecteurs inter-sousbandes, représentés par le détecteur
à puits quantiques (QWIP : Quantum Well Infrared Photodetector) et le détecteur à cascade
quantique (QCD :Quantum Cascade Detector), trouvent cependant des applications dans
la spectroscopie, la thermographie et les télécommunications en espace libre (une revue du
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partage de marché des différentes technologies peut être trouvée dans [39]). Ces détecteurs
reposent sur tois piliers majeurs [40] :

1. leur fonctionnement unipolaire : les mécanismes d’absorption et de transport
n’impliquent que la bande de conduction et le mouvement des électrons. Les énergies
caractéristiques ESRH d’activation de bruit liées aux défauts de mi-gap (mécanismes
de type Shockley-Read-Hall), traditionnellement dominants dans les dispositifs inter-
bandes, sont par conséquent très supérieures aux énergies de détection de photon
Edétection, déterminées par les espacements de sousbandes dans la bande de conduc-
tion. C’est la force principale de ces dispositifs : ils ne nécessitent pas d’étapes
technologiques de passivation pour s’affranchir des effets de surfaces qui parasitent
généralement les détecteurs inter-bandes.

2. le faible temps de vie des porteurs, principalement dominé par la diffusion
assistée par les phonons LO. La dispersion parabolique des sousbandes permet d’ex-
ploiter ce mécanisme de recombinaison, de temps caractéristique de l’ordre de la
pico-seconde : les dispositifs ISB sont intrinsèquement rapides, avec des fréquences
de coupures atteignant théoriquement la centaine de GHz.

3. la règle de sélection ISB. Ces dispositifs ISB sont contraints par une règle de
sélection [41] qui impose que seule la composante TM (orientée selon l’axe de crois-
sance z) de la lumière d’excitation incidente peut générer des processus d’absorption
entre les sousbandes. C’est la faiblesse principale de ces dispositifs, qui dans les envi-
ronnements électromagnétiques les plus simples, présentent donc de faibles efficacités
d’absorption.

1.4.1 Détecteur infrarouge à puits quantiques (QWIP)

z

E Sousbande 
fondamentale

Sousbande 
excitée

Bande de 
conduction

Absorption

Extraction

Continuum 
électronique

Figure 1.6 – Représentation schématique d’un détecteur infrarouge à puits quantiques
QWIP. La dispersion des sousbandes électroniques n’est pas représentée.
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Un QWIP [42], dont la première conception remonte à 1993 [43], est formé d’une répétition
périodique de deux matériaux, l’un responsable de “puits” de potentiel, et l’autre de “barrières”
(cf. figure 1.6). Les couples de matériaux (puits/barrières) les plus utilisés sont InGaAs/-
GaAs, InGaAs/AlInAs, InAsSb/InSb, dont la stœchiométrie des différents alliages utilisés
détermine la hauteur des barrières de potentiel. Les puits sont généralement dopés par des
impuretés donneuses n (Si), et les électrons issus de la ionisation de ces impuretés sont
contenus dans la sousbande fondamentale des puits quantiques. Il est possible de promou-
voir un électron situé dans la sousbande fondamentale des puits vers la sousbande excitée,
par l’absorption d’un photon incident. Cette sousbande excitée est placée en résonance avec
le haut de la barrière de potentiel : sous application d’une tension aux bornes du dispositif,
un photo-électron promu dans cette sousbande va pouvoir être extrait dans le continuum
d’états électroniques qui surplombe les puits quantiques, et générer un photo-courant. Ce
courant se superpose au courant d’obscurité, principalement dominé par l’activation ther-
mique des porteurs de la sousbande fondamentale à haute température, et les effets tunnels
inter-puits à basse température [44].

1.4.2 Détecteur infrarouge à cascade quantique (QCD)

Absorption

Cascade électroniquePuits optique

z
E

ωISB
Extraction

Période

Figure 1.7 – Représentation schématique d’un détecteur à cascade quantique. La dispersion
des sousbandes électroniques n’est pas représentée.

Le détecteur à cascade quantique (QCD, cf. figure 1.7) est l’extension aux processus de
détection du laser à cascade quantique (QCL) [45] : la première démonstration expérimentale
d’extraction de photo-courant s’est faite par l’utilisation d’une structure de bande initiale-
ment conçue pour l’émission de lumière [46]. La première conception d’une structure ISB
entièrement dédiée à la détection remonte à 2004 [47] dans les laboratoires de Thales. La
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structure d’une période de QCD se décompose en un puits quantique où s’effectue les pro-
cessus d’absorption de photon (dopés n par des impuretés donneuses, Si), et d’une cascade
de niveaux électroniques. Cette forme asymétrique d’une période de QCD permet l’extrac-
tion de photo-courant en l’absence de tension : une fois promu dans la sousbande excitée du
puits optique, un photo-électron est extrait via les niveaux de la cascade électronique par
une combinaison de mécanismes tunnel résonnant et de diffusions assistées par l’absorption
et l’émission de phonons LO. C’est ce transport d’une charge d’une période à une autre qui
est responsable de la génération d’un courant électrique mesurable. Nous verrons en détail
la modélisation du transport et des mécanismes d’absorption dans le chapitre 2. Pour une
revue détaillée sur le QCD, voir [40].

1.4.3 Figures de mérite et état de l’art

Les détecteurs QWIPs et QCDs sont qualifiés par les mêmes figures de mérite :
— Le rendement quantique externe ηext, qui se décompose en deux contributions :

— L’efficacité d’absorption ηabs , qui quantifie la proportion de photons incidents
qui sont effectivement absorbés dans la transition ISB des puits optiques. Cette
efficacité d’absorption est dépendante de l’environnement électromagnétique qui
englobe la structure active d’un détecteur ISB. Nous verrons notamment dans le
chapitre 3 comment des micro-cavités optiques permettent de redresser la pola-
risation quelconque d’une onde incidente en une polarisation TM et ainsi exalter
ηabs.

— L’efficacité interne ηint, qui quantifie la proportion de photo-électrons promus
par l’absorption d’un photon dans la transition ISB qui participent effectivement
à la génération de photo-courant : depuis la sousbande excitée, un photo-électron
est soit extrait, soit re-dissipé vers une sousbande fondamentale, sans participer
à la génération de courant.

ηext = ηabsηint quantifie donc la proportion de puissance optique incidente qui est
effectivement convertie en puissance électrique mesurable. L’efficacité quantique ex-
terne est l’expression adimensionnelle de la réponse R, qui s’exprime en A.W−1 :

ηext =
~ω
e
R (1.1)

— La densité spectrale de bruit S, en (A.
√

Hz
−1

), qui quantifie les fluctuations
de signal liées aux mécanismes de bruit (thermiques mais aussi optiques) dans les
détecteurs. Un signal de grande intensité noyé dans des fluctuations importantes de
bruit ne sera pas exploitable.

— La détectivité spécifique D∗ en Jones (cm.
√

Hz.W−1), est la figure de mérite qui
permet d’intégrer ces considérations sous la forme du rapport signal (R) à bruit (S),
indépendamment de la géométrie du détecteur :

D∗ =
R
S

√
A (1.2)

où A représente la surface électrique du détecteur.
— La fréquence de coupure à -3 dB f-3dB qui établit la fréquence de modulation

seuil à partir de laquelle la puissance en sortie du détecteur est divisée par deux.
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Dans les dipositifs ISB, intrinsèquement rapides grâce aux mécanismes de diffusion
LO, elle sera principalement limitée par le circuit électrique permettant la mesure.

— La température BLIP (background limited infrared photodetector) TBLIP. Elle cor-
respond à la température à partir de laquelle les mécanismes d’obscurité prennent le
pas sur les mécanismes optiques et dominent le bruit sous éclairement par un corps
noir à 300K. C’est une température représentative de la température de fonctionne-
ment du système de détection.

La flexibilité de conception associée aux détecteurs ISB se convertit en une large gamme de
longueur d’onde exploitable, du faible infrarouge SWIR [48, 49] jusqu’aux fréquences THz
[50, 51]. On trouve de nombreuses démonstrations de détecteurs ISB qui mettent à profit la
rapidité des mécanismes de diffusion par phonons LO, pour des fréquences f-3dB de l’ordre
de la trentaine de GHz pour le QWIP [52] et le QCD [53, 54, 55].

Les QWIPs et les QCDs sont des détecteurs de structures relativement similaires et donc
de performances comparables. Le QWIP bénéficie cependant d’une maturité technologique
qui découle de son développement préalable au QCD et du développement de la filière
GaAs. De ce fait, il domine le marché industriel de la détection infrarouge inter-sousbande.
Le QCD bénéficie bien de qualités qui lui sont propres et qui proviennent essentiellement
de la liberté de conception donnée par la nature de son schéma d’extraction : la conception
de QCLDs, dispositifs intégrant à la fois une capacité de détection et d’émission [56, 57]
ouvre par exemple la voie à l’élaboration de circuits photoniques intégrés (PIC ). Malgré ces
avantages et de bonnes performances [58], il existe une nécessité de créer un différenciateur
technologique en faveur du QCD pour lui donner une place de concurrent viable du QWIP.

1.5 Détecteurs ISB pour le régime de couplage fort

Avec le développement de la nanophotonique, i.e. la conception de résonateurs photo-
niques de taille nanométrique, les détecteurs ISB ont bénéficié d’améliorations importantes
de performances. En embarquant les détecteurs ISB dans ces dispositifs optiques résonnants,
l’injection de puissance optique ne se fait plus directement dans la transition ISB : c’est le
mode électromagnétique du résonateur optique qui est optiquement pompé, et qui, couplé à
la transition ISB, lui ré-injecte de la puissance. De nombreuses géométries optiques existent :
réseaux plasmoniques [59], résonateurs à base de métamatériaux [60], réseaux d’antennes
patchs [55, 49, 61, 62]. Ces derniers permettent notamment de redresser la polarisation de la
lumière incidente et donc de contourner la règle de transition ISB : la puissance optique est
pompée dans le mode TM de la cavité patch dont la polarisation est intégralement alignée
selon l’axe de croissance z. L’efficacité d’absorption ηabs s’en trouve nécessairement décuplée.
Nous reviendrons plus en détail sur ces cavités optiques dans le chapitre 3.

L’utilisation de ces cavités optiques est également responsable de l’émergence du régime
de couplage fort dans les dispositifs ISB et de l’observation de polaritons ISB. Il apparâıt
que l’intensité du couplage Ω entre le mode TM de cavité et le mode plasmonique ISB est
une fonction du nombre d’électrons présents dans la sousbande fondamentale [22] et donc
mécaniquement du dopage surfacique n2D injecté dans les puits quantiques par les impuretés
donneuses Si :

Ω ∝
√
n2D (1.3)
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Dans la suite, nous allons voir comment les détecteurs QWIPs et QCDs permettent d’ap-
porter des réponses aux problématiques de transport en régime de couplage fort abordées
dans la section 1.3.

1.5.1 QWIP et extraction depuis les états polaritoniques

Figure 1.8 – Figure issue de [63]. (a)-(c) : spectres expérimentaux de photo-courants
de QWIPs en régime de couplage fort (n2D ≈ 8 × 1011 cm−2), en fonction du nombre
d’onde (ordonnée) et de l’angle d’incidence de l’excitation (abscisse). L’utilisation d’une
structure optique basée sur des rubans assemblés en réseau de diffraction permet d’ajuster
la résonance du mode électromagnétique ωc avec l’angle d’incidence, et donc de scanner
continûment la dispersion polaritonique. Les mesures sont réalisées à 78 K, entre 0° et 70°,
pour des périodes de réseau différentes entre (a), (b) et (c). Les cercles blancs correspondent
à une dispersion polaritonique calculée à partir d’un code numérique en RCWA. Cette
dispersion suit précisément le maximum du spectre de photo-courant. (c)-(f) : spectres
calculés de photo-courant, à partir d’un modèle phénoménologique basé sur la théorie des
modes couplés. Le modèle repose en particulier sur une fonction de transfert γ(ω) entre
les états polaritoniques et le continuum électronique, représentée sur le graphique (h), et
dont les effets sont illustrés sur le schéma (g) d’alignement de niveaux : toute tentative
d’extraction depuis l’état polaritonique bas (LP) est rendue impossible par la barrière entre
l’état LP et le continuum. C’est effectivement ce qui est observé sur les spectres (a)-(c) :
en deça de ωISB, représenté par une ligne pointillée, le signal de photo-courant associé à la
branche ω− (LP) disparâıt complètement.

Pour contourner le problème de l’injection électrique décrit dans la section 1.3, et obte-
nir des informations sur la nature du transport entre les états polaritoniques et un réservoir

22



électronique, Vigneron et al. [63] ont adopté la stratégie d’étudier le phénomène inverse :
l’extraction d’un courant électrique depuis un réservoir polaritonique, i.e. un processus de
détection. À l’aide de photo-détecteurs QWIPs, ils mettent en évidence un signal de photo-
courant imputable à l’extraction d’excitations polaritoniques dans le continuum électronique.
En particulier, un modèle empirique du transport est proposé, basé sur une fonction de trans-
fert γ(ω) phénoménologique, dépendante de la fréquence ω de l’onde d’excitation incidente.
Les résultats principaux de ces travaux sont présentés dans la figure 1.8.

Ces travaux constituent une étape importante dans la compréhension du transport ISB en
régime de couplage fort : si les échelles d’énergie polaritoniques ω± sont clairement définies,
et que de nombreuses observations valident l’existence de cet écartement, la question de
l’alignement relatif des niveaux se pose : les états polaritoniques se séparent-ils autour de
l’état excité du puits optique ? Cette question est particulièrement légitime puisque l’ali-
gnement relatif des états polaritoniques avec les états électroniques de la cascade est une
condition nécessaire pour l’extraction d’un photo-courant (ou l’injection électrique dans
un état polaritonique). En montrant que seule la branche polaritonique haute (ω+) est
présente sur les spectres de photo-courant (cf. figure 1.8-(d),(e),(f)) (l’autre branche ω−,
considérablement enfoncée dans le puits, est incapable d’extraire des polaritons dans le
continuum électronique), les auteurs de [63] valident l’alignement polaritonique décrit dans
la figure 1.8-(g).

Les résultats de modélisation sont en revanche moins convaincants : l’accord entre les
résultats expérimentaux et simulés n’est pas quantitatif. En particulier, l’absorption générée
autour de la transition ISB (figures 1.8-(a) (b) et (c)) n’est pas reproduite par le modèle
RCWA utilisé. Enfin, la fonction de transfert γ(ω) utilisée pour décrire le lien spectral entre
absorption et photo-courant est introduite de manière phénoménologique.

Si les résultats obtenus apportent d’importantes informations, le QWIP ne constitue
pas la plateforme idéale pour la modélisation du transport en régime de couplage fort :
concilier la nature 2D des électrons confinés dans les puits quantiques avec la nature 3D
de l’extraction dans le continuum électronique est une difficulté de modélisation qui se
superpose aux difficultés engendrées par le régime de couplage fort.

1.5.2 QCD et extraction résonnante d’excitations polaritoniques

La validation de l’alignement relatif des états polaritoniques ouvre la voie à l’étude du
transport électronique dans les QCDs en régime de couplage fort. La structure de bande
complexe du QCD et ses degrés de liberté de conception vont nous permettre d’étudier
activement la nature du transport dans les dispositifs ISB à base de polariton. Par ailleurs,
la nature du transport dans le QCD est restreinte à une modélisation bidimensionnelle,
mieux établie et mâıtrisée que celle du QWIP. Le QCD est un terrain de jeu propice à
l’étude du régime de couplage fort.

La figure 1.9 représente schématiquement [a] un QCD en couplage faible [b] et son
équivalent en couplage fort, où apparaissent les deux états polaritoniques de part et d’autre
de la sousbande excitée. En accordant la source d’excitation incidente sur la résonance
ω = ω−, on pompe l’état polaritonique bas. L’objectif est ensuite d’étudier le mécanisme
d’extraction qui suivra ce pompage : est-il possible de réaliser une extraction résonnante

23



[a] [b]

ωISB = ω1 − ω0 ωISB

ω+

ω−

ω0

ω1

Extraction 
résonnante ?

État polaritonique 
haut

États noirs

État polaritonique  
bas

États noirs

2Ω

QCD en régime de couplage fortQCD en régime de couplage faiblez
E

Figure 1.9 – Représentation schématique d’un QCD [a] en régime de couplage faible [b] en
régime de coupalge fort.

d’un état polaritonique, vers la cascade électronique ? Quel rôle jouent les états noirs dans
ce processus d’extraction (alors qu’on les sait responsables des problématiques d’injection) ?
De manière générale, nous étudierons donc comment le régime de couplage fort affecte la
nature du transport électronique dans les dispositifs ISB.

Une problématique de ce travail de recherche est donc de caractériser et de modéliser des
QCDs en régime de couplage fort dans l’objectif d’élucider la nature du transport dans de tels
dispositifs. En particulier, nous chercherons à déterminer la fonction de transfert TF(ω), qui
relie l’absorption optique A à la réponse photo-électrique du dispositif R. C’est en analysant
cette fonction de transfert et sa distribution spectrale en fonction de la fréquence incidente
ω que nous clarifierons le schéma d’extraction. Cette problématique sera traitée dans les
chapitres 4 et 5 de ce manuscrit.

1.5.3 Gain de performance pour les détecteurs ISB en régime de
couplage fort

L’énergie d’activation EA est l’énergie qu’il est nécessaire à fournir aux électrons de la
sousbande fondamentale pour les promouvoir dans la sousbande excitée, où ils participeront
au courant d’obscurité. Ce courant d’obscurité suit une loi d’Arrhénius : une augmentation de
l’énergie d’activation permet la diminution du courant et du bruit d’obscurité. En première
approximation, EA s’écrit à partir de la différence entre la position du niveau de Fermi µF
(qui dépend du dopage n2D introduit dans les puits optiques) et de la sousbande excitée 1.
En prenant comme référence d’énergie la sousbande fondamentale, on a donc :

EA = ωISB − µF (1.4)

1. Nous reprendrons plus en détail la notion d’énergie d’activation dans le chapitre 2.

24



      

ω+

ωSC
ISBωWC

ISB
ω−

ESC
A

ω0ω0 EWC
A

 [a] Situation couplage faible  [b] Situation couplage fort

Ω

μF μF

Figure 1.10 – Représentation schématique des niveaux d’énergie dans une situation [a] de
couplage faible [b] de couplage fort.

L’énergie d’activation des porteurs est donc linéairement reliée à l’énergie de la transition
ISB. Autrement dit, il est impossible de désintriquer l’énergie d’activation thermique res-
ponsable du bruit de l’énergie optique de détection : EA ∝ ωISB = ω0.

En régime de couplage fort, cette séparation apparâıt possible. On s’appuie sur la figure
1.10, qui compare les deux situations de couplage [a] faible et [b] fort, pour une même
situation de dopage (même position des niveaux de Fermi µF ), avec pour longueur d’onde
ciblée λ0 (ω0 en énergie) :

— Situation couplage faible [a] : Le QCD est embarqué dans une géométrie optique
qui ne donne pas lieu à une interaction résonnante avec un mode optique confiné
(par exemple, on éclaire le QCD par la tranche). On utilise des puits quantiques
optiques d’une taille LWC

2 qui engendrent une transition ωWC
ISB = ω0, accordée sur la

longueur d’onde optique ciblée. Comme discutée précédemment, cette transition ωISB

détermine également l’énergie d’activation EWC
A (Eq.(1.4)).

— Situation couplage fort [b] : Cette fois, le QCD étant embarqué dans une cavité
optique résonnante, le couplage entre le mode optique et le mode de transition ISB
fait apparâıtre les modes polaritoniques ω±. L’idée est alors d’utiliser le mode pola-
ritonique bas pour effectuer l’absorption optique. On ajuste donc les dimensions des
puits optiques pour accorder la résonance optique :

ω− = ω0 (1.5)

Un tel ajustement nécessite des puits quantiques optiques d’une taille LSC < LWC

qui engendrent donc une transition ωSC
ISB > ωWC

ISB = ω0, désaccordée par rapport à la
longueur d’onde optique ciblée, mais qui détermine l’énergie d’activation ESC

A .

2. WC : weak coupling, SC : strong coupling
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Le gain de la situation de couplage fort par rapport à celle de couplage faible est simple : si
les deux dispositifs détectent bien à la même longueur d’onde ω0 (l’un via la transition ISB,
l’autre via l’état polaritonique bas), l’énergie d’activation dans le dispositif en couplage fort
est plus élevée d’un facteur Ω :

ESC
A − EWC

A = ωSC
ISB − ωWC

ISB = Ω (1.6)

Ces considérations primaires semblent donc anticiper une diminution du courant et du bruit
d’obscurité pour une situation de couplage fort, par rapport à une situation équivalente de
couplage faible (même dopage, même longueur d’onde). Une telle diminution de l’énergie
d’activation se traduirait en une augmentation de la température BLIP TBLIP. Nous aurons
l’occasion de revenir sur cette problématique dans le chapitre 4.

À noter que cette amélioration de performance n’est envisageable que pour le QCD :
les travaux sur les QWIPs présentés dans la section 1.5.1 mettent en avant l’impossibi-
lité d’exploiter le gain sur l’énergie d’activation décrit par l’équation (1.6). En effet, pour
les structures QWIPs, il est démontré qu’il est impossible d’extraire du photo-courant de-
puis l’état polaritonique bas ω−, ce dernier étant enfoncé dans le puits de potentiel. L’idée
symétrique, où l’on exploiterait l’état polaritonique haut ω+ pour la détection, est discutée
en Annexe [A]. Il y est démontré que l’abaissement du niveau haut de la transition ISB dans
le puits quantique favorise le courant d’obscurité et détériore les performances du dispositif.
Le QWIP apparâıt donc comme une architecture inadaptée à un régime de couplage fort,
les différents schémas d’extraction étant défavorables pour ses performances.

1.6 Bilan

Le QCD s’impose donc comme une plateforme idéale pour étudier la nature du transport
dans des systèmes polaritoniques : la liberté dont on dispose pour la conception des structures
de bande de QCD va nous permettre d’étudier les gains de performances décrits dans la
section précédente, mais également de sonder la nature du transport ISB en régime de
couplage fort et l’extraction résonnante des états polaritoniques.

Cependant, avant d’envisager l’étude de ces QCDs en couplage fort, nous devons étudier
extensivement le comportement et la modélisation de QCDs en régime de couplage faible
(chapitre 2 et 3), dans le but de développer un savoir-faire et une compréhension intuitive du
transport que nous pourrons réinvestir dans l’étude du transport électronique en couplage
fort (chapitre 4 et 5).
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Chapitre 2

Transport électronique dans les
détecteurs à cascade quantique en
régime de couplage faible
lumière-matière

Dans ce chapitre, nous abordons la modélisation des dispositifs inter-sousbandes, et tout
particulièrement, la modélisation de détecteurs à cascade quantique (QCD, Figure 2.1-[a]).
L’objectif est d’introduire le formalisme théorique qui va nous permettre, à partir d’un
empilement d’hétérostructure donné, de modéliser et de calculer le fonctionnement de ce
dispositif.

Dans un premier temps, nous construirons progressivement le modèle, de l’expression de
l’Hamiltonien du cristal parfait, jusqu’aux équations de bilans de population des différentes
sousbandes électroniques des puits quantiques. Cette construction progressive s’accompa-
gnera de différentes hypothèses (fonction enveloppe, sousbandes thermalisées), que nous
prendrons soin de justifier. Une fois le modèle posé, nous pourrons l’appliquer au calcul des
différentes grandeurs physiques mesurables de nos QCDs, à savoir l’absorption, le courant
d’obscurité et la photo-réponse.

Dans un second temps, nous présenterons les évolutions du modèle qui ont été développées
dans ce travail de thèse. Ces évolutions répondent à une problématique commune : la
nécessité de reproduire quantitativement les mesures expérimentales de nos QCDs. Nous ver-
rons donc comment ces évolutions de modèle ont permis d’améliorer la capacité de prédiction
et de reproduction des données expérimentales, dans l’objectif, in-fine, de concevoir des dis-
positifs robustes, efficaces et prédictifs.

En présentant et en appliquant notre modèle de transport électronique, ce premier cha-
pitre nous permettra donc de développer une première compréhension intuitive du fonction-
nement complexe des détecteurs à cascade quantique.
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[a] [b]

Barrières Puits

Direction de croissance  

épitaxiale z

Figure 2.1 – [a] : photographie (G.Quinchard) d’une plaque de détecteurs à cascade quan-
tique (QCDs) embarqués dans des réseaux d’antennes patchs. Chaque rectangle coloré cor-
respond à un réseau d’environ une centaine de milliers de cavités antennes patchs, dans
lesquelles les structures de QCD sont embarquées. Les différentes géométries de ce réseau
d’antennes sont à l’origine des colorations différentes observées sur la photographie. [b] :
coupe TEM (remerciements à Gilles Patriarche et Konstantinos Pantzas, de la plateforme
Renatech du C2N pour nous avoir fourni ces images TEM) d’une région active d’un QCD.
On est capable de distinguer les différentes couches qui composent l’hétérostructure (dans
ce cas précis, des barrières d’Al0.48In0.52As et des puits quantiques d’In0.53Ga47As).

2.1 Équation de Schrödinger et approximation de la

fonction enveloppe

L’objectif de cette première partie est de construire l’Hamiltonien H(r, t) d’un électron
confiné dans une hétérostructure périodique, et par suite d’approximations, d’obtenir la
forme générale des fonctions d’onde Ψ(r, t) solutions de (2.1). La formulation la plus générale
de l’équation de Schrödinger est :

i~
∂Ψ(r, t)

∂t
= H(r, t)Ψ(r, t) (2.1)

Dans la suite, on ne s’intéresse qu’aux solutions stationnaires de l’équation de Schrödinger :

H(r)Ψ(r) = EΨ(r) (2.2)
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2.1.1 États de Bloch

Considérons un unique matériau semi-conducteur A. L’Hamiltonien HA à un électron
s’écrit :

HA(r) =
p2

2m0

+ V A
C (r) = −~2∇2

2m0

+ V A
C (r) (2.3)

Où m0 représente la masse de l’électron dans le vide. En plus de la contribution cinétique,
l’électron est soumis au potentiel du réseau cristallin V A

C (r), un potentiel périodique de
l’échelle de la maille cristalline. Il est fait le choix de représenter les fonctions d’onde du
système décrit par Eq. (2.3) dans la base des états de Bloch |n,k〉 [64], indicés par le
numéro de bande n et le vecteur d’onde k, de distribution spatiale :

ΨA
n,k(r) =

1√
VA
eik.run,k(r) (2.4)

Où VA, le volume du matériau A, est introduit par normalisation, et un,k(r) est une fonction
périodique de même périodicité que le réseau cristallin. Nous verrons plus tard que c’est le
choix particulier de cette base de représentation, les états de Bloch, qui va nous permettre
d’introduire l’approximation de la fonction enveloppe. Ces états prennent donc la forme
d’ondes planes modulées par une fonction périodique.

La question est donc de savoir comment sont modifiés ces états du système lorsque l’on
introduit un second matériau B, de structure cristalline différente de A.

2.1.2 Fonction enveloppe

Dans le cas d’une hétérostructure, le calcul de ces nouveaux états étant technique et
fastidieux, le lecteur est invité à se reporter à [65] pour de plus amples détails. Nous nous
contenterons ici de présenter les résultats et d’en souligner les points clés.
La répétition périodique sur l’axe de croissance z des deux matériaux semi-conducteurs A
et B forme un potentiel périodique VHet(z) de l’hétérostructure dans la bande de conduction
(voir Figure 2.2), lentement variable par rapport aux potentiels cristallins V A

C et V B
C . Ce

potentiel VHet est couramment idéalisé comme uniforme dans la direction perpendiculaire
à l’axe de croissance r⊥ = (x, y) et on le présente généralement sous la forme simplifiée
d’une répétition de créneaux abrupts selon z de discontinuité périodique VBO, qualifiée de
potentiel d’offset de bandes. Le nouvel Hamiltonien du système est alors de la forme :

HAB(r) = −~2∇2

2m0

+ V A
C (r) + V B

C (r) + VHet(z) (2.5)

où le potentiel cristallin V B
C du semi-conducteur B a été introduit. L’hypothèse de la fonction

enveloppe consiste à supposer que le potentiel d’hétérostructure VHet (et tous les potentiels
perturbateurs qui seront introduits plus tard) varie à grande échelle (échelle du nanomètre)
par rapport au potentiel cristallin (échelle de l’angström). En développant les solutions de
l’équation (2.5) sur la base des états de Bloch, et en appliquant cette approximation, on
obtient que les états propres de HAB sont de la forme suivante :

ΨAB
n,k(r) = ξn(r)un,k=0(r) (2.6)

29



30 40 50 60
Direction de croissance z [nm]

0

250

520

Én
er

gi
e 

[m
eV

]

VHet(z)

Of
fs

et
 d

e 
ba

nd
e 

V B
O

BarrièrePuits

A AB

Figure 2.2 – Représentation du potentiel d’hétérostructure pour une répétition périodique
de deux matériaux A et B. Ici A =In0.53Ga0.47As et B =Al0.48In0.52As, tel que VBO = 520
meV.

L’expression obtenue est très similaire à l’expression de l’équation (2.4). Les solutions sont
constituées d’une fonction enveloppe, ξn(r) dont la forme est déterminée par le potentiel
d’hétérostructure, modulée par une fonction périodique (seuls les états de fond de bande
de conduction k = 0 sont utilisés). Il est possible de montrer à partir des équations (2.5)
et (2.6) que la fonction enveloppe est déterminée à partir d’une équation de Schrödinger
effective :

−~2

2
∇
(

1

m∗(En,k⊥ , z)
∇
)
ξn(r) + VHet(z)ξn(r) = En,k⊥ ξn(r) (2.7)

associée à une idée fondamentale : pour chaque état |n,k⊥〉, tous les effets du potentiel
cristallin sont incorporés par l’introduction de la masse effective m∗. Cette modification
de la masse de l’électron libre permet de nous affranchir du suivi explicite des potentiels
cristallins VA et VB, via une écriture condensée et simple.

La dernière étape de ce développement consiste simplement à distinguer la direction de
croissance z de la direction perpendiculaire r⊥. La masse effective étant considérée comme
uniforme selon la direction perpendiculaire r⊥, on décompose l’Hamiltonien total tel que :

H(r) = Hz(z) +H⊥(r⊥) (2.8)

Avec :

Hz(z) = −~2

2

∂

∂z

(
1

m∗(En,k⊥=0, z)

∂

∂z

)
+ VHet(z) (2.9)

H⊥(r⊥) = − ~2

2m∗(En,k⊥ , z)
∇2

r⊥
(2.10)

Par conséquent, dans la direction perpendiculaire r⊥, les électrons ne sont pas confinés et
peuvent se déplacer librement. Les solutions de l’équation (2.7) peuvent alors être mises sous
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une forme factorisée :

ξn(r) = φn(z)eik⊥.r⊥ (2.11)

Cette expression contient l’essentiel de l’information physique : la fonction enveloppe de
l’électron est le produit d’une onde plane dans le plan perpendiculaire à l’axe de crois-
sance épitaxial (les électrons sont libres dans ce plan) et d’une fonction enveloppe uni-
dimensionnelle selon z, dont la distribution spatiale va être déterminée par le potentiel
d’hétérostructure. À noter que l’approximation d’homogénéité dans les plans de croissance
est conditionnée par la qualité des structures épitaxiales étudiées (ce qui est généralement le
cas dans nos hétérostructures, cf. l’image TEM d’un QCD Figure 2.1-[b]). Si par hypothèse,
la rugosité aux interfaces n’est donc pas incluse dans la modélisation des fonctions d’onde,
elle sera tout de même traitée plus tard, de manière perturbative.

La dispersion de chaque bande n créée par le confinement du potentiel d’hétérostructure
est :

En,k⊥ = En +
~2k2

⊥
2m∗(En,k⊥)

(2.12)

La dispersion de ces bandes est souvent approximée comme parabolique, en prenant la masse
effective de chaque point k étant égale à la masse effective en fond de bande n :

En,k⊥ ≈ En +
~2k2

⊥
2m∗(En)

(2.13)

Différents modèles de non-parabolicité seront étudiés plus loin, section 2.5.2.

2.1.3 Équation de Schrödinger unidimensionnelle

Dans la section précédente, on a réussi à condenser l’essentiel de la substance physique
du système dans une fonction unidimensionnelle φn(z). Jusque là, dans un souci de simpli-
fication, nous n’avons considéré que le potentiel d’hétérostructure Vhet dans le potentiel de
l’Hamiltonien (les effets des potentiels cristallins ont été incorporés dans la masse effective).
Il existe évidemment d’autres contributions à l’Hamiltonien Hz, que nous allons regrouper
en deux catégories de contributions :

Hz(z, r⊥) = H0(z) +H1(z, r⊥) (2.14)

H0(z) est assimilable à l’Hamiltonien du cristal parfait. Il regroupe les termes de potentiel
dont les effets sont prépondérants sur le système. En le diagonalisant, on obtiendra des so-
lutions φn(z) qui sont représentatives du système. H1(z) est l’Hamiltonien du cristal réel.
Il représente les non-idéalités du potentiel qui va induire le transport dans la structure. Il
regroupe donc les termes perturbatifs, dont les effets ne sont pas suffisants pour altérer de
manière significative les états propres de H0(z). Ces termes, traités de manière perturbative,
joueront en revanche un rôle clé dans le calcul des populations et du transport électronique
de manière générale.
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On commence par s’intéresser à l’Hamiltonien H0(z). Comme énoncé précédemment,
c’est cet Hamiltonien qu’on utilise pour calculer les φn(z). L’équation à résoudre devient
donc l’équation de Schrödinger effective et unidimensionnelle :

H0(z)φn(z) = Enφn(z) (2.15)

Identifions maintenant les différentes contributions à cet Hamiltonien H0(z) :

H0(z) = −~2

2
∇
(

1

m∗(En, z)
∇
)

+ VHet(z) + VApp(z) + VPoisson(z) (2.16)

Deux nouvelles contributions ont été ajoutées :
— VApp(z) représente la distribution selon z du potentiel électrique appliqué aux bornes

de la structure. Au sein de la structure active, on l’approxime par une distribution
linéaire (donc homogène) du champ électrique appliqué F tel que :

VApp(z) = qFz (2.17)

— VPoisson(z) est le potentiel de Poisson. Il modélise les effets de la redistribution des
charges électroniques, occasionnée par le transport dans la structure, sur le poten-
tiel. Calculer ce terme statique, dû au champ moyen, est une manière semi-classique
et macroscopique d’intégrer les contributions majoritaires de l’interaction électron-
électron. Le calcul de VPoisson(z) et ses effets seront rediscutés plus loin section 2.3.
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Figure 2.3 – Représentation graphique de la densité de probabilité des fonc-
tions d’onde |φn(z)|2 solutions de l’équation (2.7) pour une hétérostructure typique
Al0.48In0.52As/In0.53Ga47As, avec une largeur de puits LQW = 78 Å. (a) Pour un champ
électrique appliqué nul (VApp = 0) (b) Pour un champ électrique appliqué non-nul. Ici
VPoisson = 0.

Il ne nous reste plus qu’à diagonaliser l’Hamiltonien H0 de l’équation (2.16) pour obtenir
les états propres {|n〉}, qui représentent les différentes sousbandes de notre QCD, placées
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aux énergies propres {ωn} 1. Un exemple de résolution typique des fonctions d’onde dans
un potentiel d’hétérostructure est représenté Figure 2.3, pour deux situations de potentiel
appliqué VApp. On restreint le calcul aux fonctions d’onde qui sont confinées (celles qui sont
dans les puits de potentiel). Il est possible de calculer les fonctions d’onde du continuum,
en mettant des créneaux de potentiel fictifs aux bornes du domaine de calcul (ce qui donne
par ailleurs une représentation discrète des fonctions d’onde du continuum), mais dans les
systèmes que nous étudierons, les fonctions du continuum participent de manière négligeable
au transport. On applique des conditions aux bords de type ”bôıte” : le domaine est borné
par des barrières de potentiel épaisses. Pour éloigner les effets de bords indésirables, on
réalise généralement le calcul sur un minimum de trois périodes. À noter que les hypothèses
de périodicité se trouveront aussi dans les équations de transport, discutée plus loin.

2.1.4 Interaction tunnel et base des états électroniques

L’objectif de cette partie est d’introduire l’interaction tunnel entre deux sousbandes, et
les différentes manières de traiter cette interaction, en fonction de l’amplitude des mécanismes
de couplage tunnel ΩT cohérents, et des mécanismes antagoniques décohérents, liés à la dy-
namique intra-sousbande γintra (déplacement des électrons au sein des sousbandes). Nous
verrons que les différents traitements abordés changent radicalement la représentation spa-
tiale et l’interprétation physique des fonctions d’onde φn.

Dans la partie précédente, on a trouvé une base d’états propres {|n〉} qui diagonalise
l’Hamiltonien (2.16) d’énergies propres {ωn}. Dans cette base, la représentation matricielle
de l’Hamiltonien restreint à deux bandes i et j, qu’on prendra séparées par une barrière, est
donc diagonale :

Hij
0 =

[
ωi 0
0 ωj

]
(2.18)

où ωi et ωj représentent les énergies associées aux deux sousbandes i et j. Les sousbandes
sont orthogonales et n’interagissent pas entre elles (pour le moment, les termes perturbatifs
H1 à l’origine du transport électronique ne sont pas pris en compte).

Pour appréhender les effets du couplage tunnel entre les deux sousbandes, on peut choisir
de ne pas représenter l’HamiltonienHij

0 sous sa forme diagonale, mais sous une forme qui fait
explicitement apparâıtre ce couplage, d’amplitude ΩT . ΩT représente donc les interactions
tunnel des sousbandes deux-à-deux, à travers les barrières de potentiel qui les séparent. Dans
cette nouvelle base d’états {|n′〉}, Hij

0 devient :

Hij
0 =

[
ω′i ΩT

ΩT ω′j

]
(2.19)

où les ω′i,j sont les énergies des sousbandes dans la base {|n′〉}. La question qui se pose
désormais est : dans quelles conditions la base d’états {|n′〉} est-elle plus pertinente que la
base {|n〉} pour représenter les fonctions d’onde du système ?

1. À partir de maintenant et dans toute la suite de ce manuscrit, nous utiliserons la notation ω pour
faire référence à une énergie.
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Dans un premier temps, on se restreint aux situations résonnantes ω′i = ω′j. Le couplage
tunnel est un mécanisme de transport cohérent, qui crée des oscillations de Rabi entre les
deux sousbandes ω′i et ω′j : la probabilité pour un électron d’être présent dans une des
sousbandes i′, j′ est une fonction sinusöıdale du temps, de pulsation d’oscillation ΩT . C’est
un phénomène résonnant, c’est-à-dire que ses effets sont d’autant plus conséquents que les
sousbandes sont proches en énergie.

À ce transport cohérent, s’opposent les effets décohérents de la dynamique intra-sousbande
γintra. Dans un système réel, les états électroniques des sousbandes sont en effet soumis à
des processus diffusifs, assimilables à des actions de l’environnement (l’extérieur du système,
à savoir les phonons, la rugosité aux interfaces ...) sur ces états. Ces processus vont avoir
pour effet de provoquer des transitions |i′, k〉 → |i′, k′〉 et donc de réorganiser la distribution
électronique à l’intérieur d’une sousbande. Cette réorganisation a pour conséquence d’effa-
cer progressivement la cohérence entre deux sousbandes et donc d’amortir les oscillations
de Rabi dues au couplage tunnel. Les mécanismes qui dominent ces effets décohérents sont
les mécanismes dits intra-sousbandes, c-a-d. qui prennent place à l’intérieur des sousbandes
(à distinguer des mécanismes inter-sousbandes, entre les sousbandes, dont l’efficacité est
généralement d’un ordre de grandeur inférieur aux mécanismes intra). L’enjeu désormais est
donc de distinguer plusieurs situations de rapport d’amplitude entre la dynamique tunnel
cohérente ΩT et la dynamique décohérente intra-sousbande γintra :

1. Situation ΩT � γintra : pour comprendre cette situation, on se rapporte d’abord
à la situation asymptotique ΩT 6= 0, γintra = 0 d’un système fermé idéal, parfaite-
ment hermétique à l’extérieur et restreint à deux sousbandes i et j. L’évolution du
système est donc parfaitement cohérente, uniquement soumise au couplage tunnel.
Les électrons des sousbandes oscillent à la pulsation 2ΩT , et ces oscillations de Rabi
perdurent éternellement (Figure 2.4.[c]) : ni l’énergie du système, ni les cohérences ne
sont dissipées. Dans cette situation idéale, il est pertinent d’utiliser les états propres
{|n〉} qui diagonalisent l’Hamiltonien Hij

0 (2.19). En particulier, cela nous permet
d’exprimer les énergies propres ωi,j explicitement à l’aide de l’amplitude du couplage

tunnel ΩT . À la résonance ωi = ωj, on a :

ωi =
ω′i + ω′j

2
+ ΩT (2.20)

ωj =
ω′i + ω′j

2
− ΩT (2.21)

La distribution spatiale des fonctions d’onde est représentée Figure 2.4-[a]. Les fonc-
tions d’onde sont délocalisées dans les deux puits, ce qui traduit le caractère cohérent
du transport électronique entre ces deux sousbandes. Dans cette première situation,
nous avons étudié le cas extrême γintra = 0, mais cette interprétation peut être élargie
aux situations ΩT � γintra. De manière générale, si la dynamique tunnel domine la
dynamique intra-sousbande, et donc si les oscillations électroniques entre les deux
sousbandes sont plus rapides que les processus diffusifs décohérents, il est perti-
nent d’utiliser la base diagonale {|n〉} et une représentation délocalisée des fonctions
d’onde.

2. Situation ΩT � γintra : ici, la dynamique intra-sousbande domine le couplage tun-
nel entre les deux bandes. Un électron dans la sousbande i transporté de manière
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Figure 2.4 – Illustration des bases dites délocalisées et localisées. Toutes les figures sont
tracées à résonance ω′i = ω′j (sauf [e]), pour le même couplage tunnel ΩT . [a] : densité de
probabilité des fonction d’onde dans une base délocalisée {|n〉}. [b] : dans une base loca-
lisée {|n′〉}. [c] : Probabilité de présence d’un électron dans les différentes sousbandes i et
j en fonction du temps, pour γintra = 0. On observe les oscillations caratéristiques de Rabi,
dûes au couplage tunnel cohérent. Calcul réalisé avec Qutip [66]. [d] : pour γintra = 2ΩT .
L’amortissement dû aux effets de décohérence intra-sousbande ne permet plus de distin-
guer les oscillations de Rabi. Les sousbandes se localisent. [e] Diagramme de dispersion des
différentes énergies du système en fonction de la différence d’énergie ∆ω′ij exprimée dans la
base localisée. La zone d’anticroisement est indiquée par la flêche et délimitée par les traits
pointillés verticaux. Loin de cette zone, les deux bases donnent une dispersion quasi-similaire.
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cohérente vers la sousbande j est immédiatement localisé dans la sousbande d’arrivée,
par les mécanismes de diffusion intra-sousbande, sans qu’il n’ait le temps de réaliser
plusieurs oscillations entre les sousbandes. Les cohérences entre les sousbandes sont
amorties à tel point qu’il n’est plus possible de discerner le caractère oscillatoire du
couplage (Figure 2.4-[d]). Dans cette situation, c’est cette fois la base d’états {|n′〉},
qui ne diagonalise pas l’Hamiltonien (2.19), qui représente plus fidèlement le système,
et qui doit être utilisée. L’idée ici n’est pas de négliger les effets tunnels, mais de les
traiter plus tard, de manière perturbative, en les introduisant dans l’Hamiltonien de
perturbation H1. La représentation spatiale des fonctions d’onde est donc celle de
la Figure 2.4-[b], où chaque sousbande est dite localisée dans son puits de potentiel
respectif.

Quel que soit le rapport d’amplitude entre la dynamique tunnel ΩT et intra-sousbande
γintra, il faut, de manière pragmatique, sélectionner une base {|n′〉} (localisée) où {|n〉}
(délocalisée) pour poursuivre nos calculs de transport. Si les deux situations précédentes
sont évidentes, les situations d’amplitudes comparables ΩT ≈ γintra sont complexes à traiter,
le choix de telle ou telle base affectant significativement les résultats des calculs d’absorption,
de courant d’obscurité, de photo-courant... Lorsqu’on s’éloigne de la condition de résonance
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Figure 2.5 – Domaines de validité des deux bases de représentation des fonctions d’onde
(localisée et délocalisée). Adaptée de [67].

ω′i = ω′j, les deux bases {|n〉} et {|n′〉} convergent vers des descriptions similaires du système.
La discussion est illustrée avec la Figure 2.4-[e], qui représente le diagramme de dispersion
des énergies des sousbandes en fonction de la différence d’énergie ∆ω′ij = ω′j − ω′i. On voit
bien que loin de la résonance (|∆ω′ij| > 2ΩT ), les énergies propres des états délocalisés
(ωi et ωj) convergent vers les énergies des états localisés (ω′i et ω′j). En pratique, pour
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déterminer si l’une ou l’autre base est adaptée, on utilise la figure 2.5, qui représente les
domaines de validité des différentes bases (localisée et délocalisée) en fonction de ΩT , γintra

et ∆ω = |ω′i − ω′j| [67]. Discutons des différentes limites de ces domaines de validité :

— Domaine de validité de la base localisée (en bleu) : tant que le couplage tunnel est
suffisamment faible devant l’intensité des effets décohérents intra-sousbandes (ΩT ≤
γintra/2), les oscillations de Rabi électroniques sont amorties trop rapidement pour
pouvoir engendrer une délocalisation des électrons entre les sousbandes. Dans ce cas,
une représentation localisée est pertinente, et ce raisonnement, valable à la résonance,
s’étend quel que soit le désaccord ∆ω.

— Domaine de validité de la base délocalisée (en rouge). À l’inverse, tant que le cou-
plage tunnel est suffisamment fort devant l’intensité intra-sousbande (ΩT ≥ γintra), les
oscillations de Rabi auront le temps de perdurer pour engendrer une délocalisation
des électrons entre les sousbandes. La base délocalisée est donc adaptée dans le cas
de cette limite haute, quel que soit le désaccord ∆ω. Pour les situations ΩT < γintra,
le raisonnement est plus subtil. On sait que les fonctions d’onde représentées dans
cette base sont effectivement délocalisées dans les puits adjacents uniquement lorsque
les sousbandes couplées sont proches de la résonance. Loin de cette résonance, elles
retrouvent leur caractère localisé (on a vu que les deux bases convergeaient vers une
même représentation loin de la résonance). Par conséquent, si le désaccord ∆ω est
suffisant devant l’intensité du couplage, la base délocalisée reste pertinente à utili-
ser, puisqu’elle n’occasionne pas de court-circuit dans la structure. En pratique, on
prendra une limite ∆ω = ΩT .

À noter que la position et la forme de ces différentes limites restent un choix de modélisation.

Nous avons volontairement insisté sur cette partie qui peut sembler particulièrement
technique et non-nécessaire à une compréhension qualitative du fonctionnement d’un QCD.
En effet, cette réflexion sur l’anticroisement d’états électroniques délocalisés, issus de l’hy-
bridation de deux soubandes localisées, présente de fortes similarités avec l’anticroisement
d’états polaritoniques, issus de l’hybridation d’un état photonique et d’un état électronique
dans un régime de couplage fort lumière-matière, dont nous discuterons dans les chapitres
4 et 5 de ce manuscrit.

2.2 Système d’équations bilans de population

Dans la section précédente, on a construit l’Hamiltonien H0 en identifiant progressive-
ment ses différentes contributions. En analysant les rapports d’amplitudes des mécanismes
tunnel cohérents et intra-sousbande décohérents, on a pu construire une base d’états propres
|n〉 et leur représentation spatiale de fonction d’onde φn(z), placées aux énergies ωn. Dans les
sections qui suivent, on va progressivement construire un système d’équations de bilan de po-
pulations, qui régit le transport électronique entre les états |n, k〉 construits précédemment.
Cette approche peut être qualifiée de perturbative, puisque seuls les termes H0 ont été
intégrés dans le calcul des fonctions d’onde ; tous les autres termes, de diffusion, inclus dans
l’Hamiltonien H1 que nous décrirons dans la suite, seront traités de manière perturbative.
Cette approche est cependant largement utilisée dans la littérature, avec beaucoup de succès
[68, 69, 44, 70, 71]. Si ce modèle a le mérite d’être intuitif, des modèles plus complexes à
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Figure 2.6 – [a] Superposition schématique de la structure de bande et de la dispersion
de chacune des sousbandes. Les zones pleines représentent la distribution de population
électronique dans les sousbandes. [b] Distributions de population f et d’états vacants 1− f ,
utilisées pour le calcul d’un taux de transition 1 → 2. Les zones pleines représentent les
portions utilisables des deux fonctions f et 1− f (car ρi2D(ω < ωi) = 0). On fait l’hypothèse
que les sousbandes |0〉 et |1〉 ont le même niveau de Fermi.

base de fonctions de Green hors-équilibre donnent d’excellents résultats, puisque traitant
de la même manière non-perturbative toutes les contributions H0 et H1 [72, 73], mais au
détriment de longs temps de calculs.

Avant de pouvoir dresser ce système d’équations bilans, il nous faut recenser les différentes
interactions entre sousbandes, que nous regrouperons dans l’Hamiltonien H1, qui décrit les
contributions traitées de manière perturbative. Avec l’aide des états |n, k〉, H1 va nous per-
mettre de quantifier le transport électronique mais aussi les élargissements en énergie des
sousbandes n via le calcul des taux de transitions électroniques inter et intra-sousbandes.
La théorie des perturbations stipule que ces taux de transitions obéissent à la règle d’or de
Fermi :

Γ̃i→j =
2π

~
∑
k,k′

∣∣∣∣〈j, k′∣∣Hk,k′

1

∣∣i, k〉∣∣∣∣2 δ(ωki − ωk′j )f(ωki )
(

1− f(ωk
′

j )
)

(2.22)

où ωki = ωi+
~2k2

2m∗i (k)
est l’énergie de l’état |i, k〉 et f représente la distribution électronique au

sein des sousbandes (pour le moment, la forme de cette distribution n’est pas contrainte). Par
conséquent, 1 − f représente la distribution d’états non-occupés dans les sousbandes. Γ̃i→j
peut être apparenté à un courant particulaire, donc le nombre de particules qui transitent
d’une sousbande à l’autre par unité de temps. Dans la limite où les dimensions de la section
perpendiculaire à l’axe de croissance est infinie, l’équation (2.22) prend les formes intégrales
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(intégrale en k ou en énergie ω) :

Γ̃i→j =

∫
d2k′
∫

d2k

∣∣∣∣〈j, k′∣∣Hk,k′

1

∣∣i, k〉∣∣∣∣2δ(ωki − ωk′j )ρi2D(k)f(ωki ) (2.23)(
1− f(ωk

′

j )
)

=

∫ ∞
ωj

dω′
∫ ∞
ωi

dω

∣∣∣∣〈j, k′∣∣Hk,k′

1

∣∣i, k〉∣∣∣∣2δ(ω − ω′︸ ︷︷ ︸
Probabilité de transition

) ρi2D(ω)f(ω)︸ ︷︷ ︸
Densité population i

(2.24)

(1− f(ω′))︸ ︷︷ ︸
Densité états vacants j

Pour chacune des transitions possibles |i, k〉 vers |j, k′〉, on calcule la probabilité de tran-
sition P (|i, k〉 → |j, k′〉) à l’aide de l’Hamiltonien H1 de perturbation, qu’on pondère par
la densité de population électronique en ce point k de la sousbande i et la densité d’états
vacants du point k′ de la sousbande j : une transition est possible si des électrons sont
disponibles au départ et des états accessibles à l’arrivée.

L’élément de matrice

∣∣∣∣〈j, k′∣∣Hk,k′

1

∣∣i, k〉∣∣∣∣2 s’exprime à l’aide des fonctions d’onde ξn de

l’équation (2.11) :∣∣∣∣〈j, k′∣∣Hk,k′

1

∣∣i, k〉∣∣∣∣2 =

∫
dz φ∗j(z)Hk,k′

1 (z)φi(z)

∫
dr⊥e

−ik′r⊥eikr⊥ (2.25)

La Figure 2.6-[a] schématise la dispersion des sousbandes et leur représentation dans
le potentiel d’hétérostructure, et illustre en Figure 2.6-[b] les électrons disponibles dans la
sousbande 1 (zone pleine rouge) et les places vacantes dans la sousbande 2 (zone pleine
bleue).

2.2.1 Hypothèse des sousbandes thermalisées

Dans la suite, on formule une hypothèse cruciale pour le reste des calculs : on suppose
que les transitions inter -sousbandes (|i, k〉 → |j, k′〉, i 6= j) sont peu efficaces devant les
transitions intra-sousbandes (|i, k〉 → |i, k′〉). Par conséquent, après chaque transition inter-
sousbande, les électrons sont rapidement redistribués au sein de la sousbande d’arrivée par
le biais des mécanismes intra-sousbandes. Cette ré-organisation rapide de la distribution
électronique a pour effet d’effacer progressivement toute ”mémoire” des états antérieurs des
électrons, jusqu’à thermalisation totale de la sousbande. C’est l’hypothèse des sousbandes
thermalisées : chaque sousbande est supposée être dans un quasi-équilibre thermodynamique,
et organisée selon une statistique de Fermi-Dirac [74, 75, 76] :

f(ω, µi, T ) =
1

1 + e(ω−µi)/kBT
(2.26)

où on introduit µi, le quasi-niveau de Fermi de la sousbande considérée, kB est la constante de
Boltzmann et T est la température du système (supposée être identique pour toutes les sous-
bandes, et dans le cas spécifique des QCDs, identique à la température du réseau cristallin).
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Figure 2.7 – Représentation schématique du transport d’un électron dans la structure :
chaque transition inter-sousbande est succédée de la thermalisation de la sousbande d’ar-
rivée.

Ces sousbandes peuvent donc être considérées comme de simples réservoirs électroniques,
interagissant entre elles via des mécanismes inter-sousbandes perturbatifs. Chaque transi-
tion électronique est alors indépendante l’une de l’autre, puisque entre chaque saut, toute
cohérence est effacée par la décohérence engendrée par la thermalisation intra-sousbande.
Dans nos systèmes InGaAs/AlInAs, le temps caractéristique τ entre chaque transition inter-
sousbande est au minimum de l’ordre de la picoseconde (ce qui se convertit en une énergie
d’au plus h

τ
≈ 4 meV), tandis que le temps caractéristique associé aux transitions intra-

sousbandes est plutôt d’environ ≈ 500 fs (≈ 10 meV). Cette hypothèse sur la thermalisation
des sousbandes est étudiée en détail dans [74]. Par la suite, nous n’aurons pas besoin de calcu-
ler explicitement les taux de transfert électroniques intra-sousbandes Γ̃i→i dans les équations
de transport, puisque la dynamique stationnaire de chaque sousbande est entièrement en-
globée par l’expression de la distribution de Fermi-Dirac.

Les densités d’états 2D ρi2D(ω) étant entièrement déterminées par les masses effectives

m∗i , il ne nous reste plus qu’à déterminer les éléments de matrice Hk,k′

1 de l’équation (2.22)
pour calculer les taux de transitions ISB. Dans la suite, pour comparer uniquement l’efficacité
des mécanismes, nous utiliserons les taux de transitions Γi→j :

Γi→j =
Γ̃i→j
ni

(2.27)

où ni est la population de l’état i. Ces taux sont simplement les courants particulaires Γ̃
renormalisés par les populations des sousbandes, et s’expriment en s−1. τij = 1

Γi→j
est donc

le temps caractéristique qui sépare deux sauts d’une sousbande i à j.
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Dans les prochaines parties,nous calculerons les taux de transitions Γi→j, via les différentes
contributions de l’Hamiltonien perturbatif, H1. En particulier, nous calculerons les contri-
butions de H1 dans les deux bases de représentation, délocalisée et localisée.

2.2.2 Taux de diffusion inter-sousbandes
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Figure 2.8 – [a] Structure modèle constituée de deux sousbandes, représentées dans une
base délocalisée. Appliquer une tension VApp sur la structure permet de créer un désaccord
d’énergie ∆ωij entre les deux sousbandes. [b] Taux de diffusion pour toutes les contributions
(émission phonon LO, absorption phonon LO, rugosité d’interface, désordre d’alliage et
phonon LA), en fonction du désaccord d’énergie entre les sousbandes. La courbe en tirets
représente la somme totale de ces contributions, ΓDiffusion

i→j . [c] Évolution des taux de diffusion

en fonction de la largeur de la barrière LBarrière séparant les deux sousbandes. [d] Évolution
des taux de diffusion en fonction de la température T du système.

Dans un premier temps, on se place dans un cas de figure où l’interaction entre deux
sousbandes i et j est calculée dans une base délocalisée : tous les effets du couplage tun-
nel sont donc implicitement intégrés dans la représentation spatiale des fonctions d’onde
φi,j(z) et leur position en énergie ωi,j. Si on se contente d’une simple revue des mécanismes
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susceptibles d’affecter le transport, [70] et [77] fournissent une description détaillée de ces
différents mécanismes et de leur implémentation. [78] donne des estimations numériques des
taux de diffusion. On distingue en particulier les contributions suivantes :

— Phonons : la structure cristalline d’une structure semi-conductrice présente des
modes de vibration, peuplés par des excitations discrètes, des quasi-particules boso-
niques nommés phonons. Dans nos systèmes, par le biais de mécanismes d’absorption
et d’émission de phonons, deux états k et k′ peuvent interagir et donner lieu à une
transition électronique, intra ou inter-sousbande. Seuls les modes optiques longitudi-
naux (LO) et acoustiques longitudinaux (LA) interagissent de manière efficace avec
les électrons.

— Rugosité d’interface : la bonne gestion des interfaces entre les matériaux semi-
conducteurs est un point clé de la croissance de nos hétérostructures. Ces interfaces
ne sont généralement pas abruptes : sur une distance de l’ordre d’une monocouche
(≈ 3 Å), on observe des variations de composition, qui engendrent des variations de
potentiel susceptibles de générer des transitions électroniques [79, 80, 81].

— Désordre d’alliage : le désordre d’alliage est l’équivalent volumique de la rugosité
d’interface. La répartition aléatoire des éléments atomiques des composés ternaires
lors de la croissance, génère une fluctuation du potentiel, responsable de transitions
électroniques élastiques.

— Impuretés ionisées : les impuretés dopantes introduites dans le réseau cristallin
(dans notre cas, généralement du Si donneur) se ionisent avec la température, et
permettent le peuplement des états liés des sousbandes formées dans les puits quan-
tiques. L’accumulation de ces charges positives, désormais non-écrantées par leurs
électrons, génère un potentiel perturbatif, susceptible d’affecter le transport. Ces ef-
fets sont d’autant plus intenses que la quantité de dopants introduite est élevée.
La modélisation du potentiel généré par ces impuretés ionisées est un angle mort
de notre modèle de transport : les modèles actuellement implémentés doivent être
ré-actualisés. On choisit donc ici de ne pas présenter les résultats liés à ce potentiel
perturbateur. En revanche, dans nos plages de dopage abordées (n2D ≈ 5×1011cm−2),
on estime que ces mécanismes ne sont pas prépondérants [82] et nous verrons par la
suite que ces mécanismes ne sont pas nécessaires pour décrire quantitativement les
données expérimentales.

On définit un taux total de transition ISB dû aux mécanismes diffusifs ΓDiffusion
i→j :

ΓDiffusion
i→j = ΓAbs LO

i→j + ΓEm LO
i→j + ΓLA

i→j + ΓRugosité
i→j + ΓAlliage

i→j (2.28)

Dans la Figure 2.8, on étudie l’évolution des taux de transition électronique entre deux
sousbandes i et j (cf. Figure [a]), décomposés en leur différentes contributions, en fonction
de la différence d’énergie ∆ωij entre les deux sousbandes, LBarrière la taille de la barrière
qui les sépare, et T la température du système. De cette figure se dégagent de nombreuses
tendances importantes pour la conception d’un QCD :

— Évolution avec le désaccord en énergie (Figure 2.8-[b]) : de manière générale,
lorsque le désaccord en énergie |∆ωij| augmente entre deux sousbandes, les taux
de transitions diminuent en intensité. Cette évolution est asymétrique : loin de la
résonance, les transitions s’effectuant du “haut vers le bas” (de l’état plus haut en
énergie vers l’état plus bas en énergie) sont plus efficaces que les transitions “bas vers
haut”. Tous les mécanismes sont résonnants à ∆ωij = 0. À noter que les courbes
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ne se rejoignent pas autour de la résonance, puisque pour le moment, on utilise la
base des états délocalisés pour calculer les taux de transition : par conséquent, les
états s’anticroisent autour ∆ωij = 0 (cf. section 2.1.4). Pour les mécanismes dus aux
phonons LO, on trouve une résonance supplémentaire située à ωLO = 33 meV (pour
une structure In0.53Ga0.47As/Al0.48In0.52As : ωLO est susceptible de changer selon les
alliages utilisés). Cette résonance est essentielle dans la conception de structure QCD :
c’est cet espacement, localisé sur la résonance ∆ω = ωLO, qu’on fixe généralement
pour espacer les niveaux de la cascade.

— Évolution avec la largeur de la barrière (Figure 2.8-[c]) : lorsqu’on augmente
les épaisseurs de barrière LBarrière, on réduit le recouvrement des fonctions d’onde et
mécaniquement les taux de transition diminuent. Dans cette situation restreinte à un
système simplifié à deux sousbandes, il peut sembler intéressant de diminuer le plus
possible la taille des barrières pour augmenter l’efficacité de la transition électronique.
Cependant, dans un système réel avec un nombre plus important de sousbandes, il
faudra faire attention à ne pas activer des transitions électroniques non-désirées :
garder une taille de barrière suffisante permet de limiter ces interactions parasites.
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Figure 2.9 – Domaines de prédominances des différents mécanismes diffusifs. Autour de
l’anticroisement, les mécanismes liés à la rugosité d’interface sont prédominants ; au delà,
les mécanismes liés à l’absorption et l’émission de phonon LO prédominent.

— Évolution avec la température et prépondérance des mécanismes (Figures
2.8-[b],[c] et 2.9) : attention, les conclusions suivantes sont susceptibles de changer
avec des compositions d’alliages différentes (ici on ne travaille qu’avec In0.53Ga0.47As
/ Al0.48In0.52As). Seuls les mécanismes dus aux phonons ont une dépendance signi-
ficative avec la température, la population de phonons étant proportionnelle à une
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distribution de type Bose-Einstein. Les taux associés à la rugosité et au désordre
d’alliage sont eux quasi-constants avec la température. Par conséquent, à faible
température, mais aussi à faible désaccord ∆ωij, la rugosité d’interface domine les
transferts électroniques, tandis qu’à haute température, ce sont bien les phonons qui
prédominent. La Figure 2.9 récapitule les domaines de prépondérance des mécanismes
de diffusion en fonction de la température T et du désaccord ∆ωij. La zone de
prépondérance des mécanismes liés à la rugosité se ressert progressivement autour
de la résonance lorsque la température augmente.

2.2.3 Taux tunnels

On se place désormais dans un cas de figure où l’interaction entre deux sousbandes i et j
est calculée dans la base localisée (Figure 2.10-[a]). Cette fois, les contributions tunnel vont
devoir être calculées explicitement et de manière perturbative. Ces résultats sont initialement
calculés dans un article historique de Kazarinov et Suris [83], sous la forme d’une expression
au premier ordre, à l’aide d’un formalisme matrice densité et de l’expression des cohérences
quantiques entre les différentes sousbandes. Au premier ordre, il est trouvé que le courant
particulaire net JT s’écrit :

JT = 2Ω2
T

γ

(ωi − ωj)2 + γ2
(ni − nj) (2.29)

où γ représente l’élargissement total lié au transport, et où tout effet de non-parabolicité est
négligé (pas de dispersion en k). L’expression est intéressante, car elle permet de passer d’une
formulation quantique du transport (qui fait intervenir les cohérences de la matrice densité)
à une formulation semi-classique (qui fait intervenir les populations des sousbandes).

Plus tard, Willenberg [84] raffine le résultat en une expression au second ordre que nous
utilisons ici. À noter que les résultats de Willenberg sont retrouvés grâce au formalisme des
fonctions de Green [85]. Au second ordre, JT s’écrit :

JT = 2Ω2
T

∑
k

γi(k)

(
ni(k)− nj(q+)

)
+ γj(k)

(
ni(q−)− nj(k)

)
(
ωki − ωkj

)2
+
(
γi(k) + γj(k)

)2 (2.30)

où ni(k) est la population dans la sousbande i de l’état k et γi(k) est l’élargissement en
énergie causé par les différents mécanismes de diffusion intrasousbande affectant cet état k.
Les états q± représentent les états tels que ωi(k) = ωj(q+) et ωi(q−) = ωj(k). On représente
schématiquement ce processus tunnel dans la Figure 2.10-[c] : bien que le couplage tunnel ΩT

soit entre des états de même vecteur d’onde k, le transport étant assisté par les mécanismes
de diffusion, une transition électronique s’effectue à énergie conservée.

De l’expression du courant tunnel net JT Eq.(2.30), on peut dégager deux contributions
de courant particulaire contra-propageant, Γ̃Tunnel

i→j et Γ̃Tunnel
j→i , desquelles on peut extraire des

taux de transition :

JT = Γ̃Tunnel
i→j − Γ̃Tunnel

j→i (2.31)

ΓTunnel
i→j =

Γ̃Tunnel
i→j

ni
(2.32)
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Ces taux viennent s’ajouter aux taux diffusifs présentés à la section précédente :

Γi→j = ΓAbs LO
i→j + ΓEm LO

i→j + ΓLA
i→j + ΓRugosité

i→j + ΓAlliage
i→j + ΓTunnel

i→j (2.33)

On a donc réussi à transformer un mécanisme de transport cohérent en un taux de transition
ISB équivalent, traité de la même manière que les taux de diffusion décrits précédemment.
Attention, les taux diffusifs (LO, rugosité...) sont ici calculés dans une base différente (la
base localisée) que dans la section précédente, et prendront donc des valeurs différentes des
résultats présentés Figure 2.8, calculés dans la base délocalisée. La Figure 2.10-[b] présente la

[c]

45 50 55 60 65 70 75
z [nm]

100

0

100

Én
er

gi
e 

[m
eV

]

[a] Structure
Sousbande j
Sousbande i

ij = + 34 meV

75 50 25 0 25 50 75
ij [meV]

103

105

107

109

1011

Ta
ux

 
 [s

1 ]

[b] LBarrière = 50Å, T = 80K, = 12 meV  

Emi L0
Abs L0
Rugosité
Désordre d'alliage
Phonon LA
Tunnel
Total

75 50 25 0 25 50 75
ij [meV]

106

108

1010

1012

Ta
ux

 
 [s

1 ]

[d]  study  

= 6 meV
= 9 meV
= 12 meV
= 15 meV
= 18 meV
total
ij  états délocalisés

Figure 2.10 – [a] Structure modèle constituée de deux sousbandes, représentées dans une
base localisée. Appliquer une tension VApp sur la structure permet de créer un désaccord
d’énergie ∆ωij entre les deux sousbandes. [b] Taux de diffusion pour toutes les contributions
(émission phonon LO, absorption phonon LO, rugosité d’interface, désordre d’alliage et
phonon LA et tunnel), en fonction du désaccord d’énergie entre les sousbandes. La courbe
en tirets représente la somme totale de ces contributions. [c] Représentation schématique
des transitions électroniques par les effets tunnels. [d] Évolution des taux de diffusion en
fonction de l’élargissement γ (traits pleins colorés), et comparaison avec le taux de diffusion
total calculé avec une base délocalisée.

décomposition de Γi→j en ces différents taux, en fonction de la différence d’énergie entre les
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deux sousbandes (obtenue par application d’une tension sur la structure). Dans cette vision
localisée du transport, les mécanismes tunnels entre les deux sousbandes sont prédominants,
quelles que soient les conditions de température et de tension. Ce mécanisme est évidemment
maximal lorsque les sousbandes sont résonnantes.

On notera que l’asymétrie des taux de transition tunnel en fonction du signe de ∆ωij
s’explique par la nécessité d’un état k de réaliser des transitions à énergie constante. Par
conséquent, les états k tels que ωi(k) < ωj(k

′ = 0) ne peuvent pas participer au transport
tunnel, et les taux s’en retrouvent mécaniquement réduits par rapport à une situation où
tous les états k pourraient participer. En d’autres termes, si une sousbande i possède des
états k situés à plus faible énergie que l’état k′ = 0 d’une autre sousbande j, ces états k
ne peuvent pas participer au transport. La proportion d’états disponibles étant réduite, le
courant tunnel s’en trouve mécaniquement réduit. On trouve une discussion détaillée sur
cette asymétrie dans [70], p.187.

Dans la suite, on fera l’hypothèse que les élargissements des états k sont tous égaux :
γi(k) = γj(k) = γ, quel que soit k, et cette valeur γ est contrainte en entrée du calcul. Dans
les systèmes In0.53Ga0.47As/ Al0.48In0.52As, cette valeur est estimée autour d’une dizaine de
meV.

La Figure 2.10-[d] est un exemple de comparaison entre le calcul des taux dans une base
délocalisée et une base localisée, pour différentes valeurs de γ. Loin de la résonance, les calculs
dans les deux bases évoluent de manière similaire avec la tension, et avec des amplitudes
comparables. C’est autour de la résonance que les comportements divergent. Lorsque γ
augmente, la forme générale des taux de transition s’aplatit, avec des effets modérés mais
non-négligeables : diminution d’amplitude autour de la résonance, augmentation loin de
la résonance. À noter qu’autour de la résonance, le taux Γ calculé dans la base localisée
converge vers le taux calculé dans la base délocalisée lorsque γ → 0.

2.2.4 Populations électroniques

Dans les sections précédentes, nous avons déterminé les courants particulaires et les taux
de transitions inter-sousbandes de chacun des mécanismes perturbatifs, calculés dans cha-
cune des bases de représentation des sousbandes électroniques. Dans cette section, nous
allons construire un système d’équations bilans, qui après résolution, nous permettra d’ob-
tenir les populations électroniques de chaque sousbande [44, 71].

On considère une structure de bande constituée de Np périodes similaires. On fait l’hy-
pothèse que les fonctions d’onde appartenant à une période p n’interagissent qu’avec les
fonctions d’onde appartenant aux périodes adjacentes p− 1 et p+ 1 (hypothèse raisonnable
si on regarde les calculs de la Figure 2.11 : les interactions sont généralement négligeables
si les fonctions d’onde ne sont pas dans des puits adjacents). Si le nombre de périodes est
suffisamment élevé (en pratique, Np > 5 environ), on peut également négliger les contri-
butions des contacts de part et d’autre de la structure (généralement des puits larges ≈
100nm d’InGaAs). La Figure 2.11 est une représentation d’une structure de bande typique
d’un QCD, dans laquelle on a représenté les taux d’interactions les plus importants. Les
traits gras représentent les taux d’interactions prédominants, dans le cas d’une structure
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bien conçue. Les taux non représentés sont généralement négligeables.

Periode p-1 Periode p Periode p+1

Figure 2.11 – Représentation d’une structure de bande classique d’un QCD InGaAs/A-
lInAs. Les flêches pleines indiquent les transitions électroniques principales, les flêches en
pointillées les transitions de plus faible amplitude.

On considère N sousbandes par périodes, qu’on indice de la manière suivante : les sous-
bandes appartenant à la période p − 1 seront indicées entre 1 et N , celles de la période p
entre N + 1 et 2N et celles de p+ 1 entre 2N + 1 et 3N . L’évolution de la population d’une
sousbande i appartenant à la période p composée de N sousbandes est donc donnée par
l’équation bilan :

dni
dt

=
N∑
j=1

(
Γ̃j→i − Γ̃i→j

)
︸ ︷︷ ︸

Contributions de p− 1

+
2N∑

j=N+1
j 6=i

(
Γ̃j→i − Γ̃i→j

)
︸ ︷︷ ︸

Contributions p

+
3N∑

j=2N+1

(
Γ̃j→i − Γ̃i→j

)
︸ ︷︷ ︸

Contributions p+ 1

(2.34)

Le système étant périodique, Γ̃(i∈p)→(j∈p+1) = Γ̃(i∈p−1)→(j∈p), et on peut donc restreindre le
calcul des taux particulaires à seulement deux périodes adjacentes. En ré-indexant l’équation
(2.34), on obtient donc :

dni
dt

=
2N∑

j=N+1

(
Γ̃j→i+N − Γ̃i+N→j

)
+

2N∑
j=N+1
j 6=i

(
Γ̃j→i − Γ̃i→j

)
+

2N∑
j=N+1

(
Γ̃j+N→i − Γ̃i→j+N

)
(2.35)

Par périodicité, on a également n(i∈p) = n(i∈p+1), ce qui permet de restreindre le système
d’équation (2.34) à une unique période (et donc de passer de 3N équations à N équations) :

dni
dt

=
N∑
j=1
j 6=i

(
Γ̃j→i + Γ̃j+N→i + Γ̃j→i+N −

(
Γ̃i→j + Γ̃i→j+N + Γ̃i+N→j

))
(2.36)
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On obtient donc un système d’équations de taille N non-linéaire, puisque les courants par-
ticulaires Γ̃i→j sont des fonctions implicites des populations des sousbandes i et j (ils
dépendant des statistiques de distribution f , voir Eq.(2.22)). Une première manière de
linéariser le système est d’utiliser la statistique fMB de Maxwell-Boltzmann : utilisable
pour de fortes températures et lorsque le niveau de Fermi est très inférieur aux niveaux
électroniques, elle permet de factoriser explicitement les termes de population :

Γ̃i→j = Γi→jni (2.37)

tel que, dans ce cas, les Γi→j sont totalement indépendants des populations ni, nj. En intro-
duisant :

γj→i = Γj→i+N + Γj+N→i + Γj→i+N (2.38)

γi =
N∑
j=1
j 6=i

(
Γi→j + Γi→j+N + Γi+N→j

)
(2.39)

l’équation (2.34) prend la forme matricielle suivante (pour N sousbandes par période) :

d

dt


n1

n2

n3

...
nN

 =


−γ1 γ2→1 γ3→1 . . . γN→1

γ1→2 −γ2 γ3→2 . . . γN→2

γ1→3 γ2→3 −γ3 . . . γN→3
...

...
...

. . .
...

γ1→N γ2→N γ3→N . . . −γN




n1

n2

n3
...
nN

 (2.40)

Dans la suite, on considère un régime de fonctionnement stationnaire. Pour que notre
système d’équations soit correctement défini, on remplace la dernière équation par l’équation
de conservation de la charge

∑N
i=1 ni = ndop, qui stipule simplement que la somme des den-

sités de population des sousbandes électroniques est égale à la densité de dopants électriques
ndop introduits sur une période (et dans l’hypothèse de totale ionisation). Expérimentalement,
il est commun d’observer des variations de l’ordre de ±20% sur les valeurs de dopage. Le
système d’équation Eq.(2.40) devient donc un simple système d’équations linéaires portant
sur les populations :

−γ1 γ2→1 γ3→1 . . . γN→1

γ1→2 −γ2 γ3→2 . . . γN→2

γ1→3 γ2→3 −γ3 . . . γN→3
...

...
...

. . .
...

1 1 1 . . . 1




n1

n2

n3
...
nN

 =


0
0
0
...

ndop

 (2.41)

Un même système d’équation peut être construit dans le cas d’une statistique de Fermi-
Dirac, à condition d’utiliser un schéma de résolution auto-cohérent : à partir d’une certaine
distribution initiale {n0

i }, on calcule les taux de transition Γi→j = Γ̃i→j(n
0
i , n

0
j)/n

0
i , puis on

résout le système d’équations (2.41) appliqué à une nouvelle itération des populations {n1
i }.

Avec ces nouvelles populations, on reprend les étapes précédentes, et on calcule les de nou-
velles populations jusqu’à convergence.
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2.3 Équation de Poisson
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Figure 2.12 – Représentation du potentiel et des fonctions d’onde avec (traits pleins et
colorés) et sans (traits pointillés) la prise en compte du potentiel de Poisson. Les puits les
plus larges sont dopés à n2D

dop = 2e12 cm−2, et la structure est calculée pour T = 300K.

Dans la section précédente, on a obtenu les populations électroniques stationnaires de
chaque sousbande. Si la conservation de la charge électrique totale du système est assurée,
les mouvements de charge dus au transport ISB peuvent provoquer des fluctuations locales
de la neutralité électrique et engendrer des variations de potentiel. L’équation de Poisson
sur le potentiel Φ généré par ces charges nettes est :

d2VPoisson(z)

dz2
=
ndop(z)− n(z)

ε(z)ε0
(2.42)

où ε(z) est la permittivité relative du matériau de la couche située en z, et n(z) est la densité
électronique en z donnée par :

n(z) =
N∑
i=1

ni|φi(z)|2 (2.43)

À l’aide de la méthode des différences finies appliquée à un maillage de la direction de
croissance z, on peut dresser un système linéaire d’équations portant sur le potentiel VPoisson.
Une fois calculé, le potentiel de Poisson peut être réinjecté dans l’Hamiltonien H0 : on re-
calcule alors les fonctions d’onde φi(z), les taux Γi→j et les populations ni. On ré-injecte ces
populations dans l’équation de Poisson (2.43), et on continue ce calcul itératif auto-cohérent
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jusqu’à convergence. À la convergence, on a finalement une distribution de potentiel, de
fonctions d’onde et de populations, représentative du système. La Figure 2.12 représente les
effets du potentiel de Poisson : les traits pleins et les fonctions d’onde représentées en couleur
sont calculées après convergence, pour un dopage du puits principal n2D = 2e12 cm−2, et les
traits pointillés représentent la même structure, mais sans l’ajout du calcul de VPoisson. Les
effets du potentiel de Poisson sont évidemment d’autant plus marqués que le dopage de la
structure est fort et que la température est élevée. La Figure 2.13 récapitule et illustre les
différentes étapes du calcul auto-cohérent d’une hétérostructure périodique :

−Γ1 Γ2→1 Γ3→1 … Γ2N→1
Γ1→2 −Γ2 Γ3→2 … Γ2N→2
Γ1→3 Γ2→3 −Γ3 … Γ2N→3

⋮ ⋮ ⋮ ⋱ ⋮
1 1 1 … 1

n1
n2
n3
⋮

n2N

=

0
0
0
⋮

ndop

zz

Équation de Schrödinger unidimensionnelle 

ℋ0(z) = −
ℏ2

2
∇( 1

m*(z)
∇) + VHet(z) + VApp(z) + VPoisson(z)

Taux de transition ISB : 
 diffusifs et tunnel 

ℋ1 = ℋLO + ℋRugosite + ℋAlliage

+ℋLA + ℋTunnel

Base 
d’états 

| i, k⟩

ϕi(z)

Fonctions 
d’onde

Γi→j ∝ ∫z
ϕ*j (z)ℋ1ϕi(z)

ω
z

Taux de 
transition 

Équations stationnaires  
sur les populations électroniques

Γi→j

Calculs finaux :  
 Absorption - Réponse - Courant 

d’obscurité - Bruit

Équation de Poisson

ϵ(z)∇2VPoisson(z) = ndop(z) − ∑
i

ni |ϕ(z) |2

Potentiel de Poisson 
VPoisson(z)

Nouvelle 
itération

Après 
convergence

Populations
ni

Figure 2.13 – Illustration des différentes étapes de calcul d’une hétérostrucutre périodique.

2.4 Performances d’un QCD

Dans les sections précédentes, nous avons progressivement construit le formalisme théorique
permettant la description du fonctionnement de nos dispositifs ISB, et en particulier des
QCDs. L’objectif des sections suivantes est d’appliquer ce formalisme à la description de
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données expérimentales, en calculant les principales grandeurs physiques de nos systèmes :
courant d’obscurité, absorption et photo-réponse.

Dans un premier temps, nous allons donc décrire le principe de calcul de ces différentes
grandeurs et nous les illustrerons en présentant quelques jeux de mesures expérimentales. La
comparaison entre les résultats théoriques et expérimentaux se fera ensuite. La problématique
du reste de ce chapitre s’articule donc autour de notre volonté de modéliser nos systèmes
ISB de manière prédictive et quantitative.

2.4.1 Courant d’obscurité et énergie d’activation

Courant d’obscurité

Le courant d’obscurité JDark, que l’on prendra surfacique (d’unitéA.cm−2), est la conséquence
de l’activation thermique des porteurs présents dans le niveau bas des puits dopés et leur
transport à travers la structure. Il est calculé à partir du bilan de flux particulaire traver-
sant une tranche z0 de la structure : on compte comme positif un flux particulaire provenant
d’une fonction d’onde i dont le barycentre zi est tel que zi < z0, et dont la destination est
une fonction d’onde j dont le barycentre zj est tel que zj > z0 :

Jdark = q
∑
i

zi<z0

∑
j

zj>z0

(
Γi→jni − Γj→inj

)
(2.44)

La Figure 2.14 présente des courbes expérimentales de densité surfacique de courant
d’obscurité 2 (courbes pointillées), en fonction d’un champ électrique appliqué F et pour
plusieurs valeurs de température. Nous prendrons comme convention qu’un champ électrique
négatif correspond à une chute de tension négative du potentiel (si z1 < z2, alors VApp(z1) >
VApp(z2)). Deux structures de QCD sont étudiées (l’agencement des périodes est décrit dans
la légende de la Figure 2.14), un QCD conçu pour une détection à λ = 9 µm, et un autre
pour λ = 8 µm. Quelques observations :

— À l’équilibre thermodynamique (F = 0), le courant d’obscurité est nul. Cette ob-
servation expérimentale sera reproduite par la micro-reversibilité des équations de
populations, qui impose un courant d’obscurité net nul, quel que soit la température.

— On observe un comportement asymétrique du courant d’obscurité avec le signe du
champ électrique appliqué, conséquence de l’asymétrie de la structure de bande :
— À champ électrique positif, on déverse les électrons du puits A1 dans la cascade

de la période précédente, dont les niveaux s’alignent progressivement. Ce régime
de courant exponentiel (assimilable au fonctionnement d’une diode polarisée en
direct) génère des courants importants, incompatibles avec le bon fonctionnement
d’un détecteur.

— Le régime de polarisation négative est plus intéressant. Sous cette polarisation, le
courant est principalement dominé par la transition ISB entre le niveau bas du
puits optique A1, et le niveau haut A2 : si la structure de bande est bien conçue,
les transitions parasites diagonales A1→ A3 et A1 → A4 sont négligeables proche
de F = 0. Pour la transition A1 → A2, les mécanismes d’absorption de phonon

2. Merci à G. Quinchard (III-Vlab, pour la structure 1) et M. Jeannin (C2N, pour la structure 2) pour
ces caractérisations électriques.
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Figure 2.14 – Densités de courant surfacique en fonction du champ électrique F appliqué,
pour différentes températures, mesurées pour deux structures (ligne 1 et 2). Les structures
de bandes sont également représentées. Structure 1 : 107/36/39/38/42/28/53/25 (en gras
les puits d’InGaAs, en normal les barrières, en souligné le puits optique dopé à n2D = 5e11
cm−2). Structure 2 : 90/45/33/39/39/34/47/46, dopé à n2D = 3e11 cm−2.

LO prédominent : seuls les électrons situés à au moins un phonon ωLO = 33 meV
de la sousbande A2 participent au transport (Figure 2.15). Ces contributions
sont donc d’autant plus importantes que la température du système augmente (la
distribution f de Fermi-Dirac s’étale vers les hautes énergies) et que le nombre
d’électrons dans la sousbande A1 est grand (un niveau de Fermi plus haut offset
la distribution vers les hautes énergies). Cette prédominance des mécanismes LO
est également la raison pour laquelle on observe un quasi-plateau de courant dans
les régions F = [−30 : 0] kV.cm−1 : le courant étant majoritairement imputable
au transport entre les deux sousbandes d’un même puits A1 et A2, il est peu
influencé par l’action d’un champ électrique.
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— À plus fort champ, et notamment autour d’environ −40 kV.cm−1 pour les deux
structures, et autour de −70 kV.cm−1 pour la seconde structure, on observe un pic
de courant d’obscurité. Ces pics sont la signature d’un alignement du niveau bas
A1 avec le niveau de la cascade A5 (puis A4 pour la seconde structure et le second
pic). Cet alignement est responsable de l’activation d’un canal de courant tunnel
résonnant entre les deux sousbandes. Cet effet est d’autant plus prononcé à faible
température, lorsque l’amplitude du courant généré par les phonons LO est faible.
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Figure 2.15 – [a] Représentation schématique de la dispersion des deux sousbandes. Les
zones pleines représentent la distribution électronique au sein de chaque sousbande. [b]
Représentation des distributions d’électrons au sein de la sousbande fondamentale et de la
fraction de cette population qui participe activement au transport par diffusion de phonons
LO, avec illustration des niveaux d’énergie importants.

Dans le chapitre suivant, nous verrons comment le courant d’obscurité, et plus précisément
les courants d’obscurité contra-propageants, interviennent dans les performances de nos
QCDs, par l’intermédiaire du bruit, la grandeur physique qui quantifie les fluctuations de
nos grandeurs physiques mesurables, et qui conditionne de facto notre capacité à les mesurer.

Énergie d’activation

L’énergie d’activation EA est l’énergie thermique à fournir à un électron pour qu’il puisse
être activé et contribuer au transport sous obscurité. On l’évalue par une loi d’Arrhenius
d’activation thermique :

Jdark(F, T ) = J0(F ) exp(−EA(F )

kBT
) (2.45)
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L’énergie d’activation est intrinsèquement liée à deux grandeurs :

— l’énergie de transition ISB ωISB : pour activer thermiquement un électron, il faut qu’il
soit capable de passer de la sousbande fondamentale à la sousbande excitée.

— la position du niveau de Fermi µ : si le dopage est élevé, les électrons se distribuent
loin dans la sousbande fondamentale, et l’énergie d’activation s’en trouve diminuée.
La position moyenne de cette distribution est l’énergie de Fermi.
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Figure 2.16 – Énergie d’activation en fonction du champ électrique F appliqué, données
expérimentales (trait pointillé). La différence d’énergie entre le niveau de Fermi et le niveau
excité A2 de la transition ISB est représenté par la flêche. La structure de bande du dispositif
étudié est également tracée (n2D = 3e11 cm−2).

En pratique, l’énergie d’activation est donc souvent approximée par :

EA = ωA2 − µ (2.46)

où ωA2 est l’énergie de la sousbande excitée. À 0V, lorsque la transition dark prédominante
est la transition ISB, la relation précédente donne généralement une bonne approximation
de l’énergie d’activation. En revanche, lorsqu’on applique une tension au bord du dispositif,
et qu’on active des transitions supplémentaires, la formule précédente n’est généralement
plus valide et on utilise l’équation (2.45).

La Figure 2.16 représente l’énergie d’activation EA en fonction du champ appliqué
F , extraite des données expérimentales de courant d’obscurité de la structure 2 étudiée
précédemment (voir Figure 2.14). On constate que proche de l’équilibre thermodynamique
F = 0, la valeur de l’énergie d’activation est effectivement proche de la différence ωA2 − µ
entre le niveau excité et le niveau de Fermi (environ 136 meV contre 130 meV). Lorsqu’on
s’éloigne de l’équilibre thermodynamique, les transitions diagonales s’activent, et la valeur
de l’énergie d’activation chute. En particulier, autour de -36 et -70 kV.cm−1, l’énergie d’acti-
vation s’affaisse : ces énergies correspondent aux alignements A1-A5 et A1-A4, déjà observés
dans le cas des pics de courant d’obscurité.
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2.4.2 Absorption et réponse

Absorption

Dans cette section, on s’intéresse au phénomène d’absorption dans les puits quantiques
dopés d’un QCD. Si en toute rigueur on peut calculer les contributions optiques pour chaque
couple de transition i, j, on ne s’intéressera qu’à la contribution entre l’état fondamental |0〉
et l’état excité |1〉 d’un puits dopé, prédominante dans une structure standard et bien conçue
d’un QCD.

Un photon incident à une énergie ω peut être absorbé par un électron du niveau fon-
damental |0〉, et générer une transition vers le niveau excité |1〉. Un photo-électron dans le
niveau haut de la transition peut également se désexciter, et émettre un photon 3. Ces deux
mécanismes sont associés aux Hamiltoniens HAbs et HEm, et leurs courants particulaires
respectifs Γ̃Abs

0→1 et Γ̃Emi
1→0 , calculés par la méthode des perturbations :

Γ̃Abs
0→1 =

∫
dk′
∫

dk

∣∣∣∣〈j, k′∣∣Hk,k′

Abs

∣∣i, k〉∣∣∣∣2L(ωki − ωk
′

j − ω,Γ︸ ︷︷ ︸
Probabilité de transition

) ρi2D(k)f(ωki − µi)︸ ︷︷ ︸
Densité population i(

1− f(ωk
′

j − µj)
)

︸ ︷︷ ︸
Densité états vacants j

(2.47)

expression très similaire aux courant particulaires dus aux mécanismes diffusifs de l’équation
(2.25), la fonction Dirac δ(ωki−ωkj ) étant remplacée par une fonction Lorentzienne d’élargissement
non-nul Γ :

L(ωki − ωkj − ω) =
Γ2

(ωki − ωkj − ω)2 + Γ2
(2.48)

où 1
Γ

représente le temps de vie fini associé à la transition ISB, généré par la décohérence des
mécanismes inter et intra-sousbandes. On définit alors l’absorption linéique αabs (souvent
exprimée en cm−1) :

αabs =
ω

Lp

(
Γ̃Abs

0→1 − Γ̃Em
1→0

)
Pinc

(2.49)

où Pinc désigne la puissance incidente du signal optique, et Lp la longueur d’une période. En
pratique, pour calculer l’absorption αabs, on calcule d’abord les taux de transition associés
au pompage optique ΓAbs

0→1 et ΓEm
1→0. On les injecte ensuite dans les équations de bilan de

population (2.35), et on re-calcule les populations sous éclairement, ce qui nous permet
d’exprimer les courants particulaires Γ̃ et l’absorption.

3. On se place dans l’approximation du champ tournant : les termes anti-résonnants (absorption d’un
photon qui génère une désexcitation d’électron, et émission d’un photon qui génère l’excitation d’un électron)
sont négligés par rapport aux mécanismes résonnants.
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Réponse

La photo-réponseR d’un détecteur décrit la capacité de ce détecteur à convertir une puis-
sance incidente lumineuse en un courant électrique mesurable. Elle s’exprime de la manière
suivante :

R(ω) = q
Jlum − Jdark

Pinc

(2.50)

où Jlum désigne le courant calculé de la même manière que dans l’équation (2.44), mais
avec les mécanismes optiques activés, et où q représente la charge électrique d’un électron.
Ce photo-courant est le résultat d’une modification du transport dans la globalité de la
structure (modification des populations de toutes les sousbandes), et non juste le résultat
du transport entre les sousbandes de la transition ISB optique. Pour illustrer que la réponse
est effectivement une fonction qui dépend du transport dans l’intégralité de la structure, elle
est souvent ré-écrite sous la forme suivante :

R(ω) = q
Lp
ω

pE
Np

αabs(ω) (2.51)

où Np est le nombre de périodes dans la structure. pE est la probabilité d’extraction sur
une période, c’est-à-dire la probabilité qu’un électron excité dans le niveau excité de la tran-
sition optique soit extrait, via la cascade électronique, dans le niveau fondamental de la
période suivante 4. Il est importante de noter que l’électron n’a pas besoin de naviguer à
travers toutes les périodes de la structure pour générer un courant électrique : une vision
näıve du transport voudrait que l’efficacité quantique interne soit égale à p

Np
E (Np extraction

successives), ce qui est faux. La simple extraction d’un photo-électron sur la distance d’une
période suffit à créer un déplacement de charge, et donc à générer un courant. Le facteur
1/Np illustre cette idée : le courant électrique généré est subtilement relié à la longueur d’une
période [86], c’est-à-dire 1/Np de la longueur totale du dispositif (cf. [87] pour une discussion
plus en profondeur sur l’efficacité quantique et sa dépendance à Np). Nous verrons dans la
section 2.5.1 comment calculer pE.

En pratique, photo-réponse et absorption doivent être calculées pour chaque valeur spec-
trale ω, et pour chaque itération, un système d’équations portant sur les populations sous
éclairement doit être résolu, ce qui peut rapidement devenir coûteux en temps de calcul.
La Figure 2.17 présente des spectres expérimentaux normalisés de photo-réponse, mesurés
à T = 78K, pour plusieurs champs électrique F appliqués. Deux structures sont étudiées :

— Les spectres de photo-réponse de la première structure (première ligne) ne présentent
qu’un seul pic de résonance, situé autour de ω = 164 meV, ce qui correspond à
l’espacement entre les deux niveaux du puits optique dopé A1 et A2. Ce pic de
résonance est constant quel que soit le champ électrique appliqué : la transition ISB
est peu affectée par les effets du champ, les fonctions d’onde étant situées dans le
même puits. On note également que les élargissements optiques des spectres sont
constants avec le champ appliqué.

4. 1− pE représente donc la probabilité qu’un électron dans le niveau excité de la transition optique se
désexcite dans le niveau fondamental de la même transition, où il est perdu.
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Figure 2.17 – Mesures de photo-courant normalisées (traits pointillés) pour différentes
valeurs de champ électrique F appliqué, pour deux structures de QCD, dont les premiers
niveaux de la cascade sont [première ligne] peu couplés (ΩT = 1 meV) [seconde ligne] couplés
(ΩT = 4.3 meV). Les mesures ont été réalisées à 78K.

— Pour la seconde structure, on observe deux pics de résonances, dont les positions et
les amplitudes relatives dépendent du champ électrique appliqué. Pour un champ de
signe négatif, le pic situé à plus haute énergie est d’amplitude plus élevé que le pic
situé à basse énergie. Cette tendance s’inverse autour de F = 0 et s’accentue pour les

57



champs de signe positif. À F = 0, les pics sont d’amplitudes égales, et espacés d’un
peu moins d’une dizaine de meV.

Ces différences de comportement spectraux s’interprètent facilement lorsqu’on met en vis-à-
vis les structures de bande. Dans la première structure, la barrière qui sépare A2 et A3 est
épaisse (60 Å) : les deux sousbandes étant éloignées spatialement, elles sont peu couplées
(on calcule ΩT = 1 meV). Une représentation localisée est adaptée : les deux sousbandes
sont localisées dans leur puits respectifs, et interagissent via des mécanismes de type tunnel
résonnant. Seule la sousbande A2 est couplée au rayonnement optique incident et on a donc
un seul pic de résonance dans le spectre de photo-réponse.

Dans la seconde structure, la barrière séparant A2 et A3 est moins épaisse (seulement 41
Å). Cette fois-ci, le couplage tunnel est plus important (ΩT = 4.3 meV). La représentation
localisée adoptée précédemment n’est plus possible : les deux sousbandes interagissent suf-
fisamment via le couplage tunnel pour se délocaliser dans les puits adjacents. Dans cette
base, la force d’oscillateur est partagée entre les deux sousbandes, avec pour conséquence
l’apparition d’un second pic dans les spectres d’absorption et de réponse. Les deux pics
sont centrés sur les niveaux des sousbandes délocalisées. La variation du champ électrique
entrâıne deux effets sur les spectres : 1) les sousbandes A1 et A2 se désalignent, ce qui
affecte la position des pics 2) l’amplitude de l’interaction tunnel est modifiée 5, ce qui mo-
difie l’amplitude relative des pics. Loin de la résonance entre A1 et A2, les sousbandes sont
peu affectées par le couplage tunnel. La sousbande A1 est majoritairement localisée dans le
puits optique, et contient l’essentiel de la force d’oscillateur. Cela se manifeste par une forte
amplitude de la résonance associée à A1, relativement au pic A2. C’est ce qu’on observe à
fort champ négatif : la sousbande A1 est plus haute en énergie que A2, et c’est bien le pic
de haute énergie qui est prépondérant. On a le raisonnement inverse à fort champ positif,
où la sousbande A2 passe au-dessus de A1. À résonance, les champs sont équitablement
délocalisés, et les pics sont de même amplitude.

2.5 Capacité prédictive et évolution du modèle

À ce stade du chapitre, nous avons présenté l’intégralité du modèle de transport électro-
nique qui a été développé au sein de l’équipe MIR du III-Vlab, avant le début de ces travaux
de thèse. L’objectif du reste de ce chapitre est d’illustrer les capacités de calcul de ce modèle
en l’appliquant à des données expérimentales. Si au début de ces travaux de thèse, le modèle
convergeait déjà vers de bons accords entre théorie/expérience, nous discuterons tout de
même de certaines de ses lacunes et de son incapacité à reproduire certaines observations
expérimentales. Dans un second temps, nous présenterons alors les évolutions du modèle
qui ont été implémentées durant cette thèse pour remédier à ces lacunes, et nous verrons
comment ces nouveaux développements permettent d’obtenir d’excellents accords entre si-
mulations et expériences.

La Figure 2.18 illustre les capacités prédictives du modèle avant les nouveaux dévelop-
pements implémentés pendant ces travaux de thèse, dans le cas de mesures de courant d’obs-
curité [a] et de mesures de photo-courant [b]. Le modèle donnait déjà de bons résultats :

5. Attention : ΩT reste inchangé lorsque le champ varie, mais le désalignement des niveaux affecte la
capacité des fonctions d’onde à se délocaliser dans le puits adjacent.
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Figure 2.18 – Comparaisons expériences/calculs avant raffinement du modèle. [a] Den-
sités de courant surfacique en fonction du champ électrique F appliqué, pour différentes
températures. Superposition des mesures (lignes pointillées) et des calculs (traits pleins).
La structure de bande correspondante à ces mesures est celle déjà présentée Figure 2.14
(structure 2). [b] Mesures de photo-courant normalisées (traits pointillés) et calculées (traits
pleins) à partir de l’équation (2.50), pour différentes valeurs de champ électrique F ap-
pliqué. La structure de bande correspondante à ces mesures est celle déjà présentée Figure
2.17 (structure 2, seconde ligne). Les mesures ont été réalisées à 78K.

dans les deux types de mesure, les grandes tendances d’évolution en température et en ten-
sion sont approximativement reproduites. Cependant, certaines caractéristiques plus fines
de ces mesures ne sont que médiocrement reproduites : niveaux de courant et positions des
pics dans les courbes de courant, amplitudes relatives des pics dans les courbes de photo-
courant et décalage global des spectres vers les hautes énergies. À cela s’ajoute que les
données de photo-courant sont représentées en amplitudes normalisées, le calcul étant inca-
pable de reproduire fidèlement l’évolution de ces amplitudes. Bien que seuls deux jeux de
mesures soient présentées dans la Figure 2.18, ces observations s’appliquaient à l’ensemble
des données expérimentales à notre disposition.

Ces différences entre mesures et simulations sont les motivations principales des dévelop-
pements qui suivent. Nous présenterons donc successivement plusieurs de ces nouveaux
développements, et nous étudierons plus tard leurs effets sur les capacités du modèle à
reproduire et prédire les données expérimentales.

2.5.1 Probabilité d’extraction

La probabilité d’extraction pE est une notion fondamentale pour la compréhension des
détecteurs à cascade quantique. Elle se définit comme la probabilité qu’un électron promu
dans le niveau excité du puits optique d’une période p soit extrait, c’est-à-dire qu’il se
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désexcite jusqu’au niveau fondamental du puits optique de la période suivante p + 1, via
la cascade de niveaux électroniques. Elle donne une idée intuitive et quantitative du bon
alignement d’une cascade. Une probabilité pE supérieure à 0.6 est généralement considérée
comme une bonne extraction. Avant ces travaux de thèse, cette grandeur n’était pas cal-
culée. Dans la suite, on détaille le calcul de cette probabilité d’extraction.

Dans la suite, on utilisera les probabilités de passage pij d’un état i vers un état j, qu’on
exprime à partir des taux de transition Γi→p

6 entre l’état i et tous les états p reliés à i, tel
que :

pij =
Γi→j∑
p Γi→p

(2.52)

Méthode combinatoire : 3 niveaux par période

Une première approche intuitive de la probabilité d’extraction peut se faire par une
méthode combinatoire. Pour développer de l’intuition sur le calcul de la probabilité d’ex-
traction, on commence par étudier un système modèle simplifié, à 3 niveaux, représenté
Figure 2.19. On utilise les notations pR1 = p23, pL1 = p32, ... pour simplifier la lecture

Figure 2.19 – Représentation schématique d’un système à 3 niveaux par périodes et des
probabilités de transition d’un niveau à l’autre.

des équations qui vont suivre. Dans le cas de ce système modèle, on fait les hypothèses
simplificatrices suivantes :

— les états sont limités à des interactions avec des états de puits adjacents ;
— un électron qui atteint l’état fondamental d’une des deux périodes p et p+ 1 ne peut

plus remonter dans la cascade : les probabilités de transition des états 1 vers les états
de la cascade sont négligées. Par conséquent, un électron qui atteint l’état 1 de la
période p + 1 est considéré comme extrait, et un électron qui atteint l’état 1 de la
période p est considéré comme perdu.

6. Ce sont bien les taux de transition Γ qui sont utilisés, et non pas les courant particulaires Γ̃.
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Dans cette situation, on peut dénombrer l’ensemble des chemins possibles que peut
emprunter un photo-électron qui serait extrait depuis le niveau 2 de p vers le niveau 1
de p+ 1 :

pE = pR1pR2 + pR1pL1pR1pR2 + pR1(pL1pR1)2pR2 + ... (2.53)

Chacun des chemins fait au minimum intervenir un passage de 2 vers 3 (pR1) et un passage
de 3 vers le prochain niveau fondamental (pR2). Ces chemins se distinguent en revanche
par le nombre de boucles effectuées par l’électron entre les niveaux 2 et 3 (pL1pR1). pE
apparâıt donc ici comme étant une simple somme des termes d’une suite géométrique de
raison pL1pR1. On a donc :

pE =
pR1pR2

1− pL1pR1

(2.54)

Méthode combinatoire : 4 niveaux par période

On complexifie légèrement notre système modèle en rajoutant un 4ème niveau dans les
périodes du système (Figure 2.20). Le dénombrement des chemins empruntables par un

Figure 2.20 – Représentation schématique d’un système à 3 niveaux par période et des
probabilités de transition d’un niveau à l’autre.

électron extrait est légèrement plus complexe. Au cours de son extraction, l’électron peut
effectuer des déplacement cycliques, des boucles, pR1pL1 et pR2pL2, en plus des trois sauts
absolument nécessaires pR1pR2pR3. À nombre fixé n de boucles que réalise l’électron avant
d’être extrait, on peut calculer la probabilité d’extraction pE(n) à n fixé en dénombrant les
différents chemins empruntables :

pE(n) = pR1pR2pR3

n∑
k=0

(
n

k

)
(pL1pR1)n−k(pL2pR2)k (2.55)

= pR1pR2pR3(pL1pR1 + pL2pR2)n (2.56)

car si on effectue k boucles pL2pR2, on fera nécessairement n − k boucles pL1pR1, à n fixé.
Les coefficients binomiaux dénombrent les chemins possibles à k fixé. Finalement :

pE =
∑
n

pE(n) =
pR1pR2pR3

1− (pL1pR1 + pL2pR2)
(2.57)
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Châıne de Markov

Précédemment, on a pu développer un calcul de pE pour des structures à nombre de
niveaux réduits, et dans le cadre d’hypothèses simplificatrices (déplacements entre niveaux
adjacents), basé sur le dénombrement des chemins possibles pour un photo-électron initia-
lement dans le niveau excité du puits optique.

Malheureusement, pour un nombre supérieur de niveaux dans la période, il devient par-
ticulièrement complexe de dénombrer correctement l’ensemble des chemins empruntables
(l’utilisation des coefficients multinomiaux - extension des coefficients binomiaux - ne sont
pas directement applicables et comptent des chemins en trop). De plus, si l’on ajoute la
possibilité de faire des transitions entre deux niveaux non-adjacents dans la cascade, le
dénombrement devient impossible analytiquement.
On propose ici une autre approche, basée sur une châıne de Markov, capable de prendre en
compte toutes les transitions, dans n’importe quelle structure de QCD. On trouve dans [88]
une discussion sur une procédure de calcul proche de celle qui va être développée par la suite.

Dans le cadre de l’hypothèse des sousbandes thermalisées, présentée Section 2.2.1, le
passage d’un électron d’un niveau à un autre est un processus Markovien : il ne dépend pas
de l’historique du trajet de l’électron, mais uniquement du niveau où il se situe avant son
prochain passage. En conséquent, on peut associer à notre système une matrice de passage
P , décrivant l’évolution d’un état du système n vers un état n+ 1, une itération correspon-
dant à une transition de l’électron 7. De par la nature Markovienne du processus, P reste
égale à chaque itération. L’élément de matrice Pij est simplement la probabilité pij de passer
d’un état j vers un état i.

Soit pn le vecteur de probabilité associé à l’état n du système. Pour N niveaux dans la
structure, pn[i], i ∈ [1, N ] correspond à la probabilité d’être dans le niveau i à l’itération
n. À l’état initial du système, l’électron est dans le niveau 2 (il vient d’être promu par
l’absorption d’un photon), on a donc p0[i] = δ2i. Le vecteur de probabilité pn se calcule par
multiplications successives de P :

pn = P n p0 (2.58)

La probabilité d’extraction se déduit de la limite à l’infini de pn. Si iE est l’indice du niveau
où l’électron est extrait :

pE = lim
n→∞

pn[iE] (2.59)

On donne la représentation matricielle de P , pour N niveaux, où le niveau 1 représente le

7. En réalité, la matrice de passage correspond à la propagation non pas du photo-électron, mais de la per-
turbation autour de l’état stationnaire induite par le processus de photo-absorption. [89] montre cependant
que ce sont effectivement les taux électroniques Γi→j qui décrivent la propagation de ces perturbations. Par
conséquent, dans la suite nous utiliserons un abus de langage qui assimile ces perturbations aux électrons.
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niveau fondamental de la période p et N le niveau fondamental de p+ 1 :

P =



1 0 0 0 . . . 0
p21 0 p23 p24 . . . p2N

p31 p32 0 p34 . . . p3N
...

...
...

...
. . .

...
p(N−1)1 p(N−1)2 p(N−1)3 pN(N−1)4 . . . p(N−1)N

0 0 0 0 . . . 1


(2.60)

On note que la somme des termes d’une ligne i de P vaut 1 :∑
j

pi = 1 ∀i (2.61)

Dans la Figure 2.21-[b], on présente une étude paramétrique 2D de la probabilité d’extrac-
tion. Pour une structure QCD typique d’InGaAs/AlInAs (représentée en Fig. 2.21-[a]), on
fait varier l’épaisseur de la première barrière de la cascade LB0 et l’épaisseur du premier puits
LQW1 , et on calcule pE pour chaque situation. Quelques observations :
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Figure 2.21 – [a] Structure de bande du système étudié, avec un puits optique dopé à
n2D = 2e11 cm−2. Pour l’étude paramétrique de pE, on fera varier l’épaisseur de la première
barrière de la cascade, LB0 (représentée par une flêche bleue) ainsi que l’épaisseur du premier
puits de la cascade LQW1 (représentée par une flêche rouge). L’interaction entre A2 et A3 est
calculée dans une base d’états localisée. [b] Cartographie 2D de la probabilité d’extraction
en fonction de LQW1 et LB0 . [c] Cartographie 2D de la probabilité d’extraction en fonction de
LQW2 et LB1 . Les calculs sont effectués par incrément de 1 Å pour les deux dimensions.

— Quelle que soit la valeur du puits LQW1 , augmenter la taille de barrière LB0 réduit
l’amplitude de pE : le taux d’extraction ΓA2→A3 diminue tandis que le taux vers le
niveau fondamental ΓA2→A1 reste constant, ce qui mécaniquement fait diminuer la
probabilité d’extraction.
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— En dessous de la valeur de LQW1 qui correspond à l’alignement entre les sousbandes A2
et A3 (ici ≈ 35 Å), la probabilité d’extraction s’effondre. En effet, pour ces valeurs,
A3 est au dessus de A2, ce qui se traduit par une chute brutale du taux d’extraction
ΓA2→A3.

— Il est intéressant de constater que les valeurs maximales de pE à épaisseur de barrière
constante ne cöıncident pas avec l’alignement parfait des sousbandesA2−A3 : le maxi-
mum de probabilité d’extraction pE ne cöıncide donc pas avec le maximum de taux
d’extraction ΓA2→A3. Il est en effet pertinent d’introduire un léger décalage négatif de
la sousbande d’extraction A3 et de générer un transport électronique asymétrique :
si l’électron passe moins efficacement de la sousbande A2 vers la sousbande A3 que
dans une situation d’alignement, il a en revanche beaucoup plus de mal à remonter
depuis A3 vers A2 que si les sousbandes étaient alignées.

La même étude est réalisée dans la Figure 2.21-[c], mais cette fois ce sont les épaisseurs
du puits et de la barrière suivants, LQW2 et LB1 que l’on fait varier, en prenant LQW0 =
36 Å et LB1 = 35 Å. Les conclusions sont relativement similaires à l’étude précédente :
l’augmentation de la barrière diminue pE, et une asymétrie de la cascade renforce pE. À
noter cependant que la zone où pE est optimale est plus ”large” que précédemment : plus l’on
s’intéresse à des niveaux profonds de la cascade, éloignés du puits optique, moins la cascade
est sensible à des écarts d’alignements. En d’autres termes, l’alignement des premiers niveaux
extracteurs est décisif, mais l’importance de l’alignement des niveaux suivants décrôıt le long
de la cascade. Attention : la Figure 2.21 pourrait faire croire que diminuer l’épaisseur des
barrières est toujours favorable aux performances d’un détecteur. Un tel raisonnement omet
complètement l’évaluation du bruit dans la structure, qui augmente lorsque les épaisseurs de
barrière diminuent. Nous verrons dans le prochain chapitre que ces considérations sur le bruit
permettent d’obtenir un optimum de fonctionnement déterminé par le rapport signal-à-bruit
du dispositif.

Nous verrons dans la suite comment ce développement sur le calcul de la probabilité
d’extraction pE va nous permettre de correctement modéliser l’amplitude des courbes de
photo-courant.

2.5.2 Masse effective et non-parabolicité

Au début de ces travaux de thèse, le modèle implémenté à l’époque calculait systéma-
tiquement des courbes d’absorption et de photo-réponse décalées vers les faibles longueurs
d’ondes (hautes énergies) par rapport aux données expérimentales. Nous verrons dans cette
partie qu’une bonne modélisation de la dispersion de la masse effective peut expliquer et
corriger ces écarts systématiques.

La masse effective est une grandeur introduite dans le cadre de l’approximation de la
fonction enveloppe qui incorpore macroscopiquement les effets de courte distance dus au
potentiel cristallin. La formulation la plus générale de la masse effective est une fonction
non-triviale de l’énergie ωn(k) de l’état k d’une sousbande n à laquelle on la considère. Dans
la suite, on considère trois modèles simplifiés de masse effective, qu’on applique dans un
système composé de deux sousbandes 0 et 1. L’objectif est d’étudier leurs différences :

— Modèle bandes paraboliques et parallèles : dans ce modèle le plus simple mais
très couramment utilisé, la masse effective est prise égale pour toutes les sousbandes
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et tous les états k. Autrement dit, la masse effective n’a pas de dépendance avec
l’énergie et elle est la plus souvent prise comme étant égale à la masse effective m∗QW

en fond de bande de conduction du puits :

m∗0(k) = m∗1(k) = m∗QW ∀k (2.62)

C’est ce modèle qui était implémenté lors des débuts de ces travaux de thèse.
— Modèle bandes paraboliques et non-parallèles : dans ce modèle, on introduit

de la non-parabolicité dans la direction de croissance z, mais pas dans les autres
directions perpendiculaires ⊥ : la masse effective d’une sousbande est constante pour
tous les états k de cette sousbande, mais différente d’une autre sousbande :

m∗0(k) = m∗0(0) = m∗QW + αω0(k = 0) ∀k (2.63)

m∗1(k) = m∗1(0) = m∗QW + αω1(k = 0) ∀k (2.64)

avec α le paramètre de non-parabolicité, que l’on peut trouver dans la littérature
ou étalonner à partir de mesures expérimentales (on reviendra sur la méthode de
calibration du paramètre α dans la section 2.6).

— Modèle bandes non-paraboliques : cette fois, toutes les directions sont non-
paraboliques. La masse effective dans une sousbande dépend de l’état k auquel elle
est considérée :

m∗0(k) = m∗QW + αω0(k) (2.65)

m∗1(k) = m∗QW + αω1(k)

Dispersion

Pour rappel, la dispersion de chaque sousbande est donnée par :

ωi(k) = ωi +
k2

2m∗i (k)
(2.66)

où l’on prendra ~ = 1 pour alléger les notations. La Figure 2.22 trace la dispersion des
sousbandes (2.66) pour chaque modèle, ainsi que l’énergie de transition ISB 0→ 1. Pour un
modèle de sousbandes paraboliques et parallèles (courbe rouge), la différence d’énergie entre
les sousbandes est constante. La transition se fait toujours à la même énergie ∆ω01. Pour
les deux autres modèles, la masse effective devenant de plus en plus lourde lorsqu’on monte
dans les sousbandes, la différence d’énergie se fait de plus en plus petite. La transition ISB
n’est plus constante. L’idée est désormais de calculer les conséquences de cette transition
ISB non constante sur les spectres d’absorption.

Densité d’états joints et absorption

Dans cette partie, on développe une expression simple de l’absorption entre deux sous-
bandes en la décomposant en une somme de contribution de chacun des couples d’états
|0, k〉, |1, k〉. On suppose que les transitions optiques se font à vecteur d’onde k conservé, tel
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et excitée, pour les trois modèles de parabolicité.

qu’on peut séparer l’absorption totale A en une somme de contributions des couples d’états
de même k, chaque contribution étant désignée par Ak :

Ak ∝

(
f
(
ω0(k)

)
− f

(
ω1(k)

))
ρ01(k)(

ω − ω01(k)
)2

+
(
Γk/2

)2 (2.67)

Avec ω la fréquence des photons incidents, f la statistique de Fermi-Dirac (on considère
que les deux sousbandes ont le même niveau de Fermi), Γk l’élargissement optique associé
à la transition, et ρ01(k) la densité d’états joints de la transition. On fait donc l’hypothèse
que chaque transition participe à l’absorption par une contribution lorentzienne centrée en
ω10(k), de largeur Γk (qu’on prendra constante quel que soit k dans la suite), et d’amplitude
donnée par la multiplication de la différence de population et la densité de transitions k
avec lesquelles un photon d’énergie ω peut interagir 8. La densité d’états joints pour une
dispersion 2D est simplement donnée par :

ρ01(k) =
m∗0(k)m∗1(k)

m∗1(k)−m∗0(k)
(2.68)

On note que dans le cas des sousbandes parallèles et paraboliques m∗0(k) = m∗1(k), ρ01(k)
converge vers une fonction dirac δ(ω − ω01) : un photon à l’énergie ω = ω01 peut interagir
avec toutes les transitions k entre les deux sousbandes (un nombre infini de transitions).

8. On adopte cette vision simplifiée de l’absorption pour étudier qualitativement les effets de la non-
parabolicité sur les spectres d’absorption. En pratique, on utilisera les équations développées dans la section
2.4.2.
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Figure 2.23 – [a] Densité d’états joints ρ01 et [b] différence de population entre les ni-
veaux excité et fondamental, en fonction de l’énergie de transition ISB ω01, pour les deux
modèles de non-parabolicité. Représentation de la décomposition du spectre d’absorption A
en ses différentes composantes Ak pour le modèle [c] sousbandes paraboliques non-parallèles
[d] sousbandes non-paraboliques. [e] Absorption totale A des modèles de non-parabolicité
comparée à l’absorption totale d’un modèle parabolique et parallèle des sousbandes.

Pour calculer l’absorption totale A, il ne nous reste plus qu’à sommer les contributions Ak :

A =
∑
k

Ak (2.69)

La figure 2.23 illustre les différentes grandeurs présentées précédemment et compare les
deux modèles de non-parabolicité. Dans la figure [a], la densité d’états joints ρ01 est tracée.
Seul le modèle non-parabolique (modèle 2, en vert) donne une densité d’états joints non
constante, qui augmente lorsqu’on s’intéresse à des transitions à grand k : c’est le seul
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des trois modèles à prendre des masses effectives qui dépendent des états k. En figure [b],
on observe un décalage dans l’évolution de la différence de population f1 − f2, qui est la
conséquence de la différence entre les dispersions des deux modèles. Les figures [c] et [d]
décomposent le spectre d’absorption A en ses différentes contributions Ak, pour les deux
modèles. L’amplitude relative des contributions lorentziennes décrôıt lorsqu’on s’intéresse
aux transitions de plus petites énergies.

Finalement, la figure [e] résume l’étude. Lorsqu’on prend les phénomènes de non-parabolicité
en compte, les spectres d’absorption (et par conséquent de réponse) sont déformés : on perd
le caractère symétrique de l’élargissement, et le pic de résonance se trouve décalé vers les
faibles énergies (red-shift vers les grandes longueurs d’ondes). Ces deux effets sont à prendre
en compte dans la conception de structures QCD lorsque les niveaux de dopage sont im-
portants (supérieur à n2D = 5e11 cm−2 environ), puisque susceptibles d’affecter la longueur
d’onde de transition : lorsqu’on augmente le dopage, on active les transitions à grand k, qui
correspondent à de plus petits écarts en énergie (cf. figure 2.22).

La comparaison extensive des deux modèles (modèle 1 et 2, bleu et vert) nécessiterait une
exploration simultanée des domaines de dopage et de température accessibles. En pratique,
pour des niveaux de dopage usuels (entre 1011 et 1012cm−2), le modèle non-parabolique
(modèle 2, vert) n’apporte pas des modifications conséquentes relativement à la complexité
de calcul qu’il rajoute : dans notre nouveau modèle, on utilisera le modèle 1 (bleu) de bandes
paraboliques mais non-parallèles.

2.5.3 Modélisation des interfaces non-abruptes

Les interfaces entre les puits quantiques et les barrières ne sont pas abruptes : il existe un
profil de composition continu entre les deux matériaux, qui s’étale sur plusieurs monocouches
d’atomes (de l’ordre de quelques Å). La Figure 2.24-[d] est une image réalisée par micro-
scopie à transmission d’électron d’une période de QCD 9. Les bandes claires représentent les
barrières d’AlInAs, les bandes sombres les puits quantiques d’InGaAs. On observe effective-
ment de faibles contrastes au niveau des interfaces. Ce profil de composition se traduit en
une distribution de potentiel non-abrupte, dont les effets sur le positionnement des niveaux
d’énergie est non-négligeable. Dans cette partie, on présente une stratégie de modélisation
simple pour prendre en compte ces effets de composition.

Dans la suite, on suppose que les variations de compositions sont homogènes selon la
direction perpendiculaire à l’axe de croissance : seul l’axe z est affecté par ce gradient de
composition. Pour illustrer le phénomène, on se place dans un cas d’étude typique simple,
à l’interface z = 0 entre deux matériaux massifs (chacun de dimensions Lz telle que Lz � 1
Å) : pour z < 0, on prend un matériau binaire GaAs, pour z < 0 un matériau ternaire
Alx0Ga1−x0As, où x0 désigne la composition visée d’aluminium. À l’interface entre les deux
matériaux, on obtient des couches de ternaire AlxGa1−xAs, dont la composition x d’alumi-
nium peut être approximée comme une distribution sigmöıdale selon z [90] :

x(z) =
x0

1 + e−
z
σ

(2.70)

9. Remerciement à Gilles Patriarche et Konstantinos Pantzas, de la plateforme Renatech du C2N pour
nous avoir fourni les images TEM
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Figure 2.24 – Couleur et traits pleins : structure de bande d’un QCD
Al0.48In0.52As/In0.53Ga0.47As avec prise en compte d’une distribution sigmöıdale de la
composition d’aluminium pour un étalement caractéristique [a] σ = 2 Å [b] σ = 4 Å. Les
traits pointillés représentent le potentiel et les fonctions d’onde avec potentiel carré σ = 0.
[c] Évolution des écarts d’énergie entre les niveaux de la transition ISB (courbe rouge) et les
deux premiers niveaux de la cascade électronique (courbe bleue), en fonction de la valeur
d’étalement de la sigmöıde d’interface σ. [d] Image réalisée par microscopie à transmission
d’électron (TEM) d’une période de QCD. Les bandes claires représentent les barrières
d’AlInAs, les bandes sombres les puits quantiques d’InGaAs.

où σ est l’étalement caractéristique de cette distribution de composition. Lorsque z → ∞,
on retrouve bien x = x0, et lorsque z → −∞, on a bien x = 0. Les propriétés des couches
de composition x 6= 0 et x 6= x0 sont interpolées entre les couches d’Alx0Ga1−x0As et de
GaAs. Par conséquent, à l’interface entre ces deux matériaux, on trouve une distribution
sigmöıdale du potentiel.
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Une analyse similaire peut-être menée sur des matériaux différents : à l’interface entre un
système Al0.48In0.52As/In0.53Ga0.47As, on trouve des quaternaires AlxInyGa1−x−yAs, dont la
composition d’aluminium x suit une distribution sigmöıdale. Dans le cas d’une hétérostructure
périodique, et notamment d’un QCD, si les tailles selon z des puits ou des barrières sont
comparables à l’étalement σ, il faut sommer les contributions de chaque interface lorsque
l’on calcule les compositions. En pratique, la valeur caractéristique de l’étalement σ dépend
du déroulement de la croissance épitaxiale.

La Figure 2.24 présente deux structures de bande typique de QCD à λ ≈ 8 µm , sous
l’effet de gradients de composition d’amplitudes σ différentes (Figures [a] et [b]). Le potentiel
tel que σ = 0 (interfaces abruptes) est représenté en pointillé, pour distinguer les effets de la
sigmöıde sur la position en énergie des niveaux. De manière générale, l’effet du gradient de
composition semble décaler les sousbandes vers les hautes énergies ; cependant, l’amplitude
de ces décalages dépend de la taille des puits, avec pour conséquence le désalignement relatif
des différents niveaux de la cascade.

La Figure 2.24-[c] trace la différence d’énergie entre deux couples différents de niveaux,
en fonction de l’amplitude de σ : en haut, en rouge, est tracée l’énergie de transition ISB
entre le niveau fondamental du puits optique (le plus large) et son premier niveau excité
∆ω10 = ωISB ; en bas, en bleu, est tracé l’écart entre ce premier niveau excité et le premier
niveau extracteur de la cascade électronique ∆ω12.

Lorsque la sigmöıde s’accentue, la transition ISB se blue-shift : elle est décalée vers les
hautes énergies. L’effet n’est pas négligeable, puisque pour seulement σ = 3 Å, on a déjà 5%
de différence avec la transition ISB calculée dans un potentiel carré.

Les effets de la sigmöıde sont encore plus importants dans l’alignement des niveaux de
la cascade. Le premier puits extracteur étant fin par rapport au puits optique, il subit plus
intensément les variations de potentiel et se décale plus rapidement vers les hautes énergies.
Dans la structure de bande étudiée, le premier niveau extracteur est situé à plus faible énergie
que le niveau excité lorsque σ = 0 ; lorsque σ = 2.7 Å, les niveaux s’alignent, et pour σ > 2.7
Å, le niveau extracteur est au dessus du niveau excité de la transition ISB. La sigmöıde de
potentiel a donc des conséquences importantes sur les performances du détecteur : un tel
désalignement s’accompagne d’une chute de la probabilité d’extraction et donc du photo-
courant mesurable. Nous verrons dans la partie 2.6 comment étalonner la valeur de σ pour
anticiper les effets de la sigmöıde dans la conception de la structure de bande.

2.5.4 Permittivité du puits quantique, fréquence plasma et ab-
sorption

Dans cette section, on présente une approche différente de l’absorption au sein d’un puits
quantique : plutôt que de calculer les mécanismes d’absorption via une approche perturba-
tive (présentée section 2.4.2), on va calculer l’absorption α(ω) au sein d’un puits quantique
à l’aide de la permittivité selon l’axe de croissance z du puits quantique, εQW(ω). Comparée
à la méthode perturbative, nous verrons que cette méthode fait apparâıtre naturellement
des modifications importantes sur la forme spectrale de l’absorption.

On se place dans une situation simplifiée, où la période d’un QCD est simplement com-
posée d’un puits quantique et d’une barrière, de permittivité εb. Dans la suite, on suppose εb
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indépendant de la fréquence. Pour simplifier la discussion, on ne considérera qu’une transi-
tion ωISB et on prendra des sousbandes paraboliques et parallèles, telles que la permittivité
du puits quantique εQW(ω) s’exprime à l’aide de l’expression semi-classique [91], assimilable
à un modèle Drude-Lorentz de la permittivité :

εQW(ω) = εr

(
1− ω2

P

ω2 − ω2
ISB + iωΓ

)
(2.71)

où Γ désigne l’élargissement spectral de cette transition et ωP est la pulsation plasma 2D :

ω2
P =

∆n12e
2

m∗ε0εrLeff

≈ n2De
2f12

m∗ε0εrLQW

(2.72)

où ∆n12 est la différence de population entre la sousbande 1 et 2 de la transition ISB, qui
s’approxime généralement par n2D, f12 est la force d’oscillateur entre les deux sousbandes,
et Leff est la longueur caractéristique d’étalement spatial des courants de polarisation entre
les deux sousbandes, qu’on approxime par LQW/f12 [117].

L’absorption linéique α(ω) dans les puits quantiques s’écrit en fonction de la distribution
spatiale du champ polarisé selon z à l’intérieur des puits Ez, et de la partie imaginaire de
la permittivité du puits [92] :

α(ω) =
ω

2
Im
[
εQW(ω)

]∫
QW

ε0|Ez|2dz (2.73)

Dans l’hypothèse d’une faible variation de l’amplitude du champ sur l’épaisseur d’une période
(k0neffLp � 1, avec neff l’indice effectif de la structure, et Lp l’épaisseur d’une période), on

peut considérer le champ Ez constant sur chaque couche. À partir de l’équation (2.73), on
obtient alors :

α(ω) ∝ Im
[
εQW(ω)

]
|EQW|2LQW (2.74)

Par continuité du déplacement électrique D(z) aux interfaces puits/barrière, on a :

εbEb = εQWEQW (2.75)

où Eb désigne le champ au sein de la barrière. Par conséquent, en injectant (2.75) dans
(2.74) :

α(ω) ∝ Im
[
εQW(ω)

] |εb|2

|εQW(ω)|2
εb|Eb|2LQW (2.76)

Après quelques manipulations, on obtient :

α(ω) ∝ Im

[
−1

εQW(ω)

]
(2.77)
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Le résultat peut parâıtre surprenant, mais l’absorption au sein d’un puits quantique est
proportionnelle à l’inverse de la partie imaginaire de la permittivité du puits. Développons
cette expression pour obtenir la forme spectrale de l’absorption :

−εr
εQW(ω)

=
ω2 − ω2

ISB + iωΓ

ω2
P + ω2

ISB − ω2 − iωΓ
(2.78)

=
(ω2 − ω2

ISB + iωΓ)(ω2
P + ω2

ISB − ω2 + iωΓ)

(ω2
P + ω2

ISB − ω2)2 + ω2Γ2
(2.79)

=
(ω2 − ω2

ISB)(ω̃2
ISB − ω2)− ω2Γ2 + iω2

PωΓ

(ω̃2
ISB − ω2)2 + ω2Γ2

(2.80)

où l’on a introduit l’énergie de transition ISB plasma-shiftée ω̃2
ISB = ω2

ISB + ω2
P . En prenant

la partie imaginaire de l’expression précédente, on obtient :

Im

[
−εr

εQW(ω)

]
=

ω2
PωΓ

(ω̃2
ISB − ω2)2 + ω2Γ2

(2.81)

Proche de la résonance, (ω̃2
ISB−ω2) se simplifie en 2ω(ω̃ISB−ω), et on obtient finalement la

forme spectrale de l’absorption :

α(ω) ∝ 1

4ω

ω2
PΓ

(ω̃ISB − ω)2 + (Γ/2)2
(2.82)

L’absorption dans les puits quantiques est donc proportionnelle à une fonction lorent-
zienne centrée non-plus sur la transition ωISB, mais sur la transition ISB plasma-shiftée
ω̃ISB =

√
ω2

ISB + ω2
P > ωISB. L’interaction électron-électron est à l’origine d’un phénomène

d’écrantage du champ électromagnétique, qui repousse le maximum d’absorption du dis-
positif vers les plus petites longueurs d’ondes [93, 94]. Ces effets de renormalisation de la
résonance de la transition ISB sont d’autant plus intenses que le dopage dans les puits quan-
tiques est élevé.

C’est ce modèle d’absorption, qui passe par l’évaluation de la permittivité du puits
quantique εQW, qui est désormais implémenté. Si les calculs précédents ont été réduits à
un seul couple de sousbandes paraboliques et parallèles, on peut facilement les étendre à
plusieurs couples et inclure des effets de non-parabolicité. Nous verrons par ailleurs dans le
chapitre suivant comment concevoir un puits quantique qui intègre ces deux phénomènes
aux effets opposés.

2.5.5 Contacts et simulation apériodiques

Dans l’intégralité du chapitre, nous avons présenté une description périodique du trans-
port électronique, qui sous-entend un nombre suffisamment grand de périodes d’hétérostructure
(Np > 5 environ) pour négliger de manière pertinente les effets des contacts de part et
d’autre de la structure. Il existe cependant un intérêt croissant pour le développement de
structures fines (à petit nombre de périodes) [95], dans un but d’exaltation de l’efficacité
quantique interne (pE/Np). Ces dispositifs sont généralement conçus pour fonctionner dans
un régime de fonctionnement hétérodyne [96] qui minimise l’impact du bruit d’obscurité,
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plus important dans le cas de structures fines. Dans ce contexte, on développe un modèle
de transport apériodique qui prend explicitement en compte l’influence des contacts sur le
transport électronique.

De part et d’autre de la structure, on place des contacts, c’est-à-dire des couches épaisses
(de l’ordre de la centaine de nanomètres) souvent du même matériau que les puits quantiques
de la région active. Ces couches jouent le rôle de séparateur physique entre la région active
et les couches extérieures du détecteur : lorsqu’on englobe le détecteur dans une cavité
électromagnétique, les contacts permettent de limiter la diffusion des métaux qui consti-
tuent la cavité, dans la région active (ce qui aurait des effets parasites sur les performances
du détecteur). Ces couches permettent également d’ajuster l’épaisseur verticale d’une ca-
vité électromagnétique, sans avoir à changer le nombre de périodes dans la zone active.
De manière générale, les contacts sont des couches susceptibles d’affecter à la fois le trans-
port électronique et les propriétés optiques d’un dispositif. Ces contacts sont généralement
généreusement dopés (n3D ≈ 1e17 cm−3) pour assurer un transport peu résistif, tout en
s’assurant que les phénomènes d’absorption par porteurs libres, qui surviennent dans ces
couches, ne se font pas au détriment des performances du dispositif.

Modèle

On s’intéresse à un système constitué de N sousbandes dans la région active, région en-
tourée par deux contacts épais, qu’on nommera droit et gauche (D et G dans les notations).
On nomme ωDi et ωGi les énergies des sousbandes qui composent le contact droit (respecti-
vement gauche). Les contacts étant généralement épais, ces niveaux sont très rapprochés, et
forment un quasi-continuum d’états. Par conséquent, on fait l’hypothèse que les mécanismes
ISB de diffusion y sont très efficaces et que les populations électroniques se thermalisent ra-
pidement par rapport au temps caractéristique d’interaction avec le niveau discret de la zone
active. On peut donc supposer qu’il existe un niveau de Fermi µG pour tous les niveaux du
contact gauche (µD pour le contact droit), ce qui nous permet de simplifier les expressions
des densités de population électronique nD et nG des deux contacts :

nD =
∑
i∈D

ni (2.83)

ni =

∫ ∞
ωi

ρi2Df(ω, µD) dω (2.84)

Dans la suite, pour simplifier les calculs et clarifier le développement du modèle, on ap-
proxime la statistique de Fermi-Dirac en une statistique de Maxwell-Boltzmann 10. Un
développement similaire est possible en gardant une statistique de Fermi-Dirac mais au
prix de détails techniques qui ne sont pas importants dans le développement du modèle. On
écrira donc les populations nD et nG comme :

nD =
∑
i∈D

m∗i
π~2

e−β(ωi−µD)

β
(2.85)

10. Cette approximation est le plus souvent incorrecte pour les sousbandes des contacts les plus basses en
énergie.
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avec β = 1/kBT . Dans nos équations de transport, on va donc faire le choix de ne suivre
que la population totale des contacts plutôt que les populations de chaque sousbandes prises
individuellement. On fait également l’hypothèse que les contacts ne peuvent pas interagir
entre eux à travers la région active : la séparation physique est suffisamment épaisse (au
minimum 1 période) pour que les taux de diffusion entre les sousbandes des deux contacts
soient négligeables. Les équations bilans de population s’écrivent alors (ni désignant les
populations des sousbandes composant la région active, entre les contacts) :

dni
dt

=
N∑
j=1
j 6=i

(
Γj→inj − Γi→jni

)
+
(
Γ̃G→i − Γ̃i→G

)
+
(
Γ̃D→i − Γ̃i→D

)
(2.86)

dnG
dt

=
N∑
i=1

(
Γ̃i→G − Γ̃G→i

)
+ J (2.87)

dnD
dt

=
N∑
i=1

(
Γ̃i→D − Γ̃D→i

)
− J (2.88)

où les Γ̃G,D→i représentent les courants particulaires depuis l’ensemble des sousbandes des
contacts vers une sousbande i de la région active, et J représente le courant particulaire
entrant et sortant des contacts. Les N+3 inconnues des équations de population du transport
apériodique sont donc : 

n1

n2
...
nN
nG
nD
J


(2.89)

De la même manière que pour les équations de transport périodique, on ferme le système
d’équations grâce à une relation de conservation de la charge. Soit qtot la charge totale à
l’intérieur du système (entre 0 et Ltot ), Φ le potentiel et ε = ε0εr la permittivité. On a par
l’équation de Poisson :

qTOT(t) =

∫ L

0

ρ(z, t) dz =

∫ L

0

ε
d2Φ

dz2
(z, t) dz = ε[

dΦ

dz
(L, t)− dΦ

dz
(0, t)] (2.90)

La conservation de la charge se fait par l’ajout de contraintes sur les conditions aux bords.
En fixant que les dérivées du potentiel en z = 0 et z = Ltot sont égales, on impose que la
charge à l’intérieur du système est conservée. On fait une hypothèse supplémentaire : loin
de la région active, aux bords du domaine, le contact est peu affecté par le transport, et
retrouve sa structure de bande à l’équilibre :

dΦ

dz
(L) =

dΦ

dz
(0) = 0 (2.91)
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On en déduit donc :

ndop = nG + nD +
N∑
i=1

ni (2.92)

où ndop est la somme de tous les dopants ajoutés à la structure. À ce stade, on a donc :
— N+1 équations non-redondantes sur les bilans de population (2.88) ;
— une équation de conservation de la charge.

Il nous manque une équation pour fermer et résoudre le système d’équations portant sur nos
N + 3 inconnues. Cette dernière équation est imposée par la chute de potentiel appliquée V
entre les deux contacts, et notamment leur niveau de Fermi :

µD − µG = qV (2.93)

Pour convertir l’équation (2.93) en une équation qui porte explicitement sur les populations,
on part de l’écriture des populations dans les contacts (2.85) :

nD =
∑
i∈D

ρi2D

e−β(ωi−µD)

β
(2.94)

=
eβµD

β

∑
i∈D

ρ2Die
−βωi (2.95)

=
eβµD

β
χD (2.96)

où on a introduit χD =
∑

i∈D ρ2Die
−βωi . De la même manière, on définit χG tel que :

nG =
eβµG

β
χG (2.97)

En appliquant l’équation (2.93), on obtient :

nD =
eβ
(
µG+qV

)
β

χD (2.98)

Dans l’équation précédente, on identifie nG grâce à l’équation (2.97).

nD = nG
χD
χG

eβqV (2.99)

On a donc réussi à réunir N + 3 équations pour N + 3 inconnues. Cette résolution des
équations du transport s’effectue dans un schéma de type Schrödinger-Poisson auto-cohérent.
Il nous reste une dernière subtilité à traiter, qui est la manière dont le potentiel se distribue
sur la structure. En traitement périodique, l’hypothèse est faite que le potentiel électrique
appliqué se distribue de manière homogène tout le long de la structure. Ici, on va impo-
ser des conditions aux limites du système, et la distribution de potentiel va être calculée
via l’équation de Poisson par la méthode des différences finies. On rajoutera une dernière
contrainte : par définition, les contacts sont d’épais réservoirs électroniques, et devraient
être faiblement affectés par le transport et l’interaction avec la zone active. Une manière
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d’implémenter une telle hypothèse est d’imposer que la différence d’énergie entre le bas de
la bande de conduction au bord du système, Φ(L = 0) (contact gauche) et Φ(L = Ltot)
(contact droit), et les niveaux de Fermi respectifs des contacts µG et µD soit constante :

µG − Φ(L = 0) = CG (2.100)

µD − Φ(L = Ltot) = CD (2.101)

où CG et CD sont des constantes qui dépendent du dopage introduit dans les contacts.
Comme on a déjà imposé une contrainte sur la différence d’énergie entre les niveaux de
Fermi (2.93), la contrainte de l’équation (2.101) se transforme en :

Φ(L = Ltot)− Φ(L = 0) = qV (2.102)

À noter que les bords externes de la structure, souvent des couches métalliques, ne sont pas
explicitement décrits. Ce modèle pré-suppose donc un régime ohmique entre les contacts de
semi-conducteurs et ces bords métalliques.

Étude paramétrique sur le nombre de période Np

Dans cette section, on étudie un système modèle de QCD, dont la structure de bande
est représentative d’un QCD standard. L’idée ici est d’étudier l’évolution du courant d’obs-
curité avec le nombre de périodes Np dans la structure, et de comparer les résultats issus
d’un calcul avec des conditions aux limites périodiques, pour des périodes composées de la
même structure de bande. Les contacts gauche et droit sont des couches épaisses L = 500
Å, dont on étudiera deux situation de dopage volumique n3D = 5e16 cm−3 (traits pleins) et
n3D = 1e17cm−3 (des niveaux de dopage standards). Pour chaque structure, on applique un
champ électrique entre −20 et +20 kV.cm−1, et on étudie Np = 1, 3, 5 et 7. Tous les calculs
sont réalisés à T = 80K. Les résultats sont présentés dans les figures 2.25 et 2.26.

La figure 2.25-[a] représente une structure de bande pour Np = 1, la figure [b] pour
Np = 5. Comme attendu, les effets sur le potentiel de la structure de la prise en compte
des contacts sont principalement observables aux interfaces avec les contacts. Les périodes
situées au centre de la structure semblent peu affectées et la distribution du potentiel y
est homogène. On notera que l’on a limité le nombre de fonctions d’onde à calculer dans
la structure : prendre en compte les contacts augmente significativement le nombre de
fonctions d’onde à considérer (les contacts sont un quasi-continuum de fonctions d’onde).
Mécaniquement la dimension des équations de transport et le nombre de taux de transi-
tion ISB à calculer augmentent, de telle manière que, combinée à une convergence lente de
l’auto-cohérence Schrödinger-Poisson, une itération de calcul est généralement de l’ordre de
la demi-heure. Réaliser une étude paramétrique est donc une opération coûteuse en temps
de calcul, et on limitera généralement le nombre de fonctions d’onde dans les contacts.
Des calculs supplémentaires utilisant le modèle apériodique sur des structures QCDs réelles
peuvent être trouvés en Annexe [C].

Les effets des contacts sont plus remarquables lorsqu’on s’intéresse à la densité de cou-
rant sous obscurité (figure 2.26-[a]). L’amplitude absolue du courant semble d’autant plus
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Figure 2.25 – Structures de bande pour deux situation de nombre de période Np et de
champ appliqué F [a] une période Np = 1, champ F > 0 [b] 5 périodes Np = 5, champ
F < 0.

importante que le nombre de périodes est faible. Pour Np = 1, et à courant positif, on ob-
serve de nombreux “rebonds” dans les courbes de courant : ce sont les signatures spectrales
des croisements entre les fonctions d’onde du contact et celles de la cascade, qui génèrent
des pics de courant tunnel, similaires à ceux observés dans la figure 2.14. On observe que
l’amplitude de ces signatures spectrales diminue lorsqu’on augmente le nombre de périodes,
puisque seule la période adjacente au contact est concernée par ces interactions tunnels.

La figure [b] s’intéresse à la convergence des résultats de calcul apériodique en fonction
du nombre de période Np : on trace la somme des différences quadratiques des densités
de courant calculées pour un modèle périodique et apériodique. On attend en effet que les
résultats apériodiques convergent vers les résultats périodiques à grand nombre de périodes.
Le dopage volumique n3D semble influencer l’amplitude des courbes de courant, mais n’af-
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Figure 2.26 – [a] Courant d’obscurité en fonction du champ appliqué F , pour différents
nombres de périodes Np (de 1 à 7), et pour deux dopages volumiques des contacts différents.

Le calcul périodique est également représenté (courbe rouge). [b] Étude de la convergence
des calculs de courant d’obscurité

fecte pas les tendances en fonction du nombre de périodes.

On note que ces résultats ne sont pas comparés à des résultats expérimentaux et restent
donc, en ce sens, préliminaires. Dans le chapitre suivant, nous verrons certaines stratégies
de conception pour optimiser l’interaction contacts/région active.

2.5.6 Application des évolutions du modèle aux données expérimen-
tales

Dans cette partie, on concrétise les développements présentés dans les parties précédentes
en les appliquant à des données expérimentales de courant d’obscurité et de photo-courant.
Les résultats sont présentés dans la Figure 2.27. Ces résultats sont donc à comparer aux
résultats de modélisation antérieurs, déjà présentés dans la Figure 2.18.

Les calculs du photo-courant sont réalisés à partir de l’équation (2.51) : la forme spectrale
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Figure 2.27 – Comparaisons expériences/simulations après développement du modèle. [a]
et [b] : Mesures de photo-courant normalisées (traits pointillés) et calculées (traits pleins)
à partir de l’équation (2.51), pour différentes valeurs de champ électrique F appliqué. Les
structures de bande correspondantes à ces mesures sont celles déjà présentées Figure 2.17.
Les mesures ont été réalisées à 78K. [c] et [d] : Densités de courant surfacique en fonction
du champ électrique F appliqué, pour différentes températures. Superposition des mesures
(lignes pointillées) et des calculs (traits pleins). Les structures de bande correspondantes à
ces mesures sont celles déjà présentées Figure 2.14.

est déterminée par le calcul d’absorption α(ω) et c’est le calcul de la probabilité d’extraction
pE qui détermine l’amplitude relative des spectres. Ces calculs sont comparés aux mesures
de deux échantillons [a] et [b], présentant des situations de couplage tunnel ΩT différentes,
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déjà discutées dans la partie 2.4.2 (deux pics de photo-réponse sont discernables sur [b]).
Aucun paramètre n’est ajusté lors des simulations : ni le dopage, ni les largeurs des puits.
Les accords obtenus sont très bons : la position des pics, l’amplitude globale des spectres et
l’amplitude relative des pics qui s’anticroisent (pour [b]) sont quantitativement reproduits
pour l’ensemble de la gamme de champ électrique appliqué. On insiste sur la qualité de ces
résultats : à notre connaissance, il existe peu de résultats présentés dans la littérature sur
un tel accord entre photo-courant expérimentaux et simulations [97].

Des constatations similaires se font pour le courant d’obscurité. L’accord entre les simu-
lations et les mesures expérimentales est excellent sur une très large plage de température
et de champ électrique. Les résonances dues au transport tunnel entre deux niveaux alignés
sont bien reproduites en amplitude et en champ, et les niveaux de courant sont bien meilleurs
que dans la Figure 2.18. Pour les deux structures, les paramètres nominaux de l’épitaxie ont
été utilisés : ni le dopage, ni les largeurs des puits et des barrières ne sont ajustés. Ces
résultats sont donc à la fois indicateur d’une bonne modélisation du transport, mais aussi
d’une excellente qualité des couches épitaxiées.

Par rapport à l’implémentation initiale, la capacité prédictive de notre modèle de trans-
port a donc été fortement décuplée par ces nouveaux développements. Ces excellents résultats
sont notamment obtenus grâce à une nouvelle procédure de calibration de notre modèle,
qu’on développera dans la partie suivante.

2.6 Calibration des paramètres matériaux

La conception d’un dispositif s’inscrit nécessairement dans une logique de prédictibilité
et de fiabilité des simulations. Dans notre environnement de conception, nous avons identifié
trois paramètres de modélisation qui sont des sources majeures d’incertitudes, susceptibles
de désaligner l’intégralité des niveaux d’énergie dans la structure et d’altérer nos capacités
prédictives :

— la valeur d’offset de bande VBO.
— l’amplitude α de dispersion de la masse effective en fonction de la position en énergie

dans la structure de bande (cf. équation (2.66)). On rappelle que les effets de non-
parabolicité ont une conséquence sur la position et la forme des spectres d’absorption
et de réponse, avec une tendance à déplacer les spectres vers les faibles énergies (red
shift).

— l’étalement σ de la sigmöıde de potentiel. L’étalement du potentiel aura pour effet de
déplacer les pics d’absorption et de réponse vers les hautes énergies (blue shift).

En amont d’une campagne de conception et d’épitaxie, il est impératif de calibrer ces trois
grandeurs sur des structures de tests. Le procédé de calibration est le suivant 11 : on épitaxie
des répétitions de puits quantiques de différentes dimensions, sur lesquels on vient réaliser
des mesures optiques multi-passage sur une large plage de fréquence ω. Le signal de trans-
mission donne alors des informations précieuses sur l’absorption spectrale des différentes
tailles de puits quantiques. On vient ensuite simuler ces spectres de transmission en uti-
lisant un code dédié, et on calibre les paramètres matériaux décrits précédemment (offset

11. Le crédit revient à Alexandre Delga pour l’élaboration et l’implémentation de ce procédé de calibration.
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Figure 2.28 – [a] Spectre de transmission calculé et mesuré d’une structure de calibration
[b] Structure de bande de l’échantillon de calibration, constitué d’une répétition de puits
quantiques d’épaisseurs différentes. Les traits pleins et pointillés illustrent la différence de
calcul entre un modèle calibré et un modèle non-calibré.

de bande VBO, amplitude de la non-parabolicité α et étalement de la sigmöıde σ) à l’aide
d’une procédure de fit : les spectres (amplitudes, positions et formes) sont fittés à l’aide des
trois paramètres décrits précédemment. La figure 2.28 présente les spectres de transmission
théorique et mesuré (Fig. [a]), la structure de bande du dispositif étudié (Fig. [b]), ainsi que
les différences entre un modèle calibré et non-calibré.

Les résultats de calibration sont ensuite ré-injectés dans notre modèle, en amont de la
conception des composants réels. À long terme, s’il n’est pas nécessaire de recalibrer les effets
de non-parabolicité et les valeurs d’offset de bande, cette procédure sera tout de même utile
pour déterminer la valeur d’étalement σ du potentiel, qui est une donnée propre à un bâti
d’épitaxie, et qui est donc susceptible de varier selon les procédés utilisés lors de la crois-

81



sance. Si les résultats présentés ici sont obtenus pour des structures d’InGaAs/AlInAs en
accord de maille sur l’InP, cette méthode de calibration pré-conception s’adapte évidemment
à n’importe quel matériau et structure.

2.7 Bilan

Dans ce Chapitre, nous avons décrit l’environnement théorique de ce travail de thèse pour
traiter le transport électronique et le fonctionnement d’un détecteur à cascades quantiques
dans un régime de couplage faible lumière-matière. Progressivement, sur la base d’hypothèses
(fonction enveloppe et sousbandes thermalisées principalement), nous avons construit notre
modèle de transport : construction de l’Hamiltonien d’hétérostructure, choix de la base de
représentation des fonctions d’onde, calcul des taux de diffusion ISB, résolution des équations
bilans de population électroniques. Nous avons ensuite présenté les différentes grandeurs
physiques mesurables des QCDs, leurs liens avec les performances et comment les calculer.

En comparant des simulations à des données expérimentales sur le courant d’obscurité
et la photo-réponse de QCDs, nous avons mis en évidence la nécessité d’implémenter des
évolutions de modèle, dans le but d’obtenir une meilleure capacité prédictive de nos outils
de simulation.

Nous avons alors successivement étudié différents phénomènes et mécanismes physiques
(probabilité d’extraction, masse effective, interfaces non-abruptes de potentiel...) dont la
bonne modélisation permet d’améliorer les capacités de prédiction et de reproduction de
nos modèles. Enfin, en combinant cette approche à une méthode de calibrage de cer-
tains paramètres de modélisation, nous avons montré d’excellents accords entre des mesures
expérimentales et les simulations issues du développement de ces évolutions de modèle.

Dans le chapitre suivant, nous aborderons le transport sous un angle plus pragmatique :
nous verrons dans quel environnement de développement et de simulation s’inscrit notre
modèle, et comment les outils qui constituent cet environnement peuvent être mis à profit
de la conception et de l’optimisation de structures réelles.
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Chapitre 3

Conception d’un détecteur à cascades
quantiques en régime de couplage
faible lumière-matière

Dans le chapitre 2, nous avons introduit les éléments théoriques nécessaires à la compré-
hension et modélisation du transport électronique dans les QCDs. Dans cette partie, nous
prenons un virage pragmatique : nous allons discuter point par point du processus de concep-
tion d’un QCD, de l’environnement électromagnétique dans lequel il sera inclus, jusqu’à la
conception des contacts, en passant par l’optimisation de la structure de bande. Le but
du chapitre est donc de présenter un procédé de conception robuste, fiable et prédictif, où
l’ensemble des étapes de conception est mâıtrisé. Chaque paramètre devra être dimensionné
sur des critères quantitatifs qui résultent d’une analyse minutieuse de leur influence sur les
performances finales du dispositif.

En amont de la conception, l’utilisateur, par contrainte d’une application, détermine la
longueur d’onde λ d’opération du QCD : ce sera, avec la température de fonctionnement T ,
les deux seuls paramètres d’entrée imposés par l’utilisateur. Les différentes étapes de concep-
tion dimensionneront successivement tous les autres degrés de liberté de la conception :

— Conception de l’environnement électromagnétique : un bon dimensionne-
ment de l’environnement électromagnétique nous permettra d’optimiser l’efficacité
d’absorption ηabs. Évidemment, la conception dépend de la géométrie envisagée pour
cet environnement (géométrie guidée [95, 98], réseaux d’antennes patch [99, 96],
réseaux de rubans [100]). Dans la suite, nous nous intéresserons exclusivement à des
réseaux d’antennes patchs, dont le dimensionnement nous permettra de déterminer :
— les dimensions latérales s des cavités et la période p du réseau, qui permettront

d’ajuster la résonance et l’efficacité radiative du mode électromagnétique confiné
dans la cavité.

— la dimension verticale Lz du patch, via le nombre Np de périodes dans la région
active.

— le dopage n2D des puits quantiques optiques. Le dopage est un paramètre primor-
dial de la conception d’un QCD. Ses effets se ressentent sur la plupart des étapes
de conception : l’efficacité d’absorption, les effets de dépolarisation plasma, la
non-parabolicité, le courant d’obscurité, les effets de Poisson sur le potentiel... Il
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Figure 3.1 – Représentation schématique du procédé de conception d’un QCD dans un
réseau de cavité patch, avec les différents paramètres à dimensionner successivement. Ce
procédé est itératif : à la première itération, on part de valeurs initiales pour certains pa-
ramètres (nc, Lc, Lp notamment).

est primordial de mâıtriser à la fois la valeur qu’on lui impose et les effets qu’il
génère.

— Conception de la région active : le bon dimensionnement de la région active nous
permettra d’optimiser l’efficacité quantique interne ηint du dispositif en déterminant
les paramètres optimaux de :
— la taille des puits quantiques optiques LQW, qui dépendra de la longueur d’onde

cible et du dopage n2D imposés par l’environnement électromagnétique.
— la taille d’une période Lp, qui sera imposée par la conception et l’optimisation de

la structure de bande de la cascade et la connaissance de LQW.
— Conception des contacts : bien dimensionner les contacts nous permettra à la fois

d’assurer un transport électronique efficace entre ces contacts et la région active, mais
également d’optimiser l’efficacité d’absorption. On déterminera en particulier :
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— la taille Lc des contacts, et le dopage nc.
— la structure de bande de l’injecteur, une répétition de puits quantique entre les

contacts et la première période de la région active, qui permet d’assurer un trans-
fert de charge contrôlé et de minimiser les interactions parasites entre les fonctions
d’ondes des contacts et celles de la région active.

La figure 3.1 résume les étapes de dimensionnement successives d’un QCD en cavité
patch. Ce procédé de conception est itératif : en particulier, le dimensionnement de l’envi-
ronnement électromagnétique nécessite la connaissance a priori des propriétés des contacts
(Lc et nc) ainsi que de la taille d’une période (Lp). La conception se base donc sur des valeurs
initiales L0

p, L
0
c et n0

c , qui sont réactualisées au cours de la première itération de conception,
et ré-injectées pour une seconde itération. Le processus est répété si des écarts considérables
sur ces valeurs sont générés entre deux itérations.

3.1 Présentation de l’environnement de développement

La logique de conception présentée précédemment Figure 3.1 est ancrée autour d’outils
de conception, que nous présentons dans cette partie.

Dans le chapitre 2, nous avons détaillé les grandes lignes du calcul du transport électroni-
que dans les QCDs en couplage faible lumière-matière. Ce calcul est implémenté dans METIS
(pour Mesoscopic Electronic Transport in ISB Systems), le logiciel de transport développé
depuis plusieurs années au sein du III-V Lab, dans l’équipe moyen-IR 1 [44]. Le cœur du
logiciel repose sur une implémentation en C++.

Si METIS est un logiciel très puissant, son utilisation brute n’est ni intuitive ni er-
gonomique. Pour répondre à cette problématique d’ergonomie, l’équipe de développement
renforce depuis quelques années la maturité du logiciel en l’incluant progressivement dans
un environnement de développement et de simulation fiable, ergonomique, et suivi, large-
ment basé sur des interfaces développées en Python plus simples d’utilisation. Dans cette
section, on présente brièvement ce nouvel environnement, qui a été notamment élargi durant
ce travail de thèse. La Figure 3.2 le schématise.

— Interface de sortie (metPy) : développé sur la base du Python et des outils Ju-
pyter Notebook, metPy est l’interface de sortie de METIS. Elle prend en entrée les
sorties brutes de METIS, organisées dans un fichier de type NETCDF (.nc) similaire
à un dictionnaire Python, et trace les résultats du calcul sans qu’aucune manipula-
tion ne soit nécessaire. On peut ainsi tracer structure de bande, courant d’obscurité,
absorption, photo-réponse, bruit ... rapidement et de manière interactive.

— Interfaces d’automatisation (meTools) : meTools regroupe l’ensemble des outils
de calcul qui gravitent autour de METIS et généralement développés sur la base de
Python et de Jupyter Notebook. Il comprend des outils d’automatisation de calcul
(par exemple, pour des études paramétriques), des outils d’optimisation, des outils de
calibrations du code ... On reviendra plus en détail sur certains de ces outils dans ce
chapitre (section 3.3.2). MeTools fournit une plateforme d’interaction ergonomique
avec METIS et simplifie son utilisation pour l’utilisateur.

1. Virginie Trinité en est la principale développeuse.
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développement 

Suivi de code via GIT 

Figure 3.2 – Environnement de développement et de simulation pour la conception de
structures ISB.

— Interface de test et suivi de code (TETIS et GIT) : METIS est un code
“maison” et transparent, qui s’oppose à un code industriel et bôıte-noire : utilisa-
teurs et développeurs ont un contrôle total et une connaissance complète des modèles
implémentés, des domaines de validité dans lesquels ils évoluent, et des hypothèses
sur lesquels ils reposent. Si une bonne connaissance du transport électronique dans
les systèmes inter-sousbandes est nécessaire pour s’approprier le code, METIS a l’ex-
cellent mérite de fournir des résultats mâıtrisés et fiables. Le code est facilement
interfaçable et modulable, ce qui est parfaitement adapté à un environnement de
recherche, où les modèles sont continuellement raffinés. En contrepartie de cette
flexibilité, METIS reste un logiciel en développement permanent : des bugs sont
fréquemment introduits involontairement durant les phases de développement. Pour
limiter ces erreurs, une interface de test a été développée pendant cette thèse : TETIS.
Lorsque une nouvelle version de METIS atteint un stade de développement avancé, on
lance une série de calculs pré-définis, dont les fichiers d’entrées sont stockés dans TE-
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TIS. Ces calculs couvrent un maximum de degrés de liberté : les différents modules de
METIS sont tous testés et l’espace des phases des paramètres est exploré (de manière
pertinente et efficace). Les résultats de ces calculs sont comparés méthodiquement à
des résultats de référence, calculés par la dernière version de METIS validée. L’objec-
tif de cette comparaison est de détecter les dérives potentiel du code, l’introduction
non-volontaire de modifications, et de manière générale de s’assurer de la fiabilité du
code et de son bon fonctionnement. Les temps de calculs sont également comparés,
et il est possible de réaliser un diagnostique d’utilisation pour traquer les oublis de
libération de mémoire.
METIS est également suivi par un logiciel d’archivage de version, GIT, qui permet
le développement de plusieurs branches en parallèle et la centralisation des versions
sur un serveur.

3.2 Conception de l’environnement électromagnétique

s
p

x

z
y

: couche d’or

Figure 3.3 – Représentation schématique d’un réseau d’antennes patchs, de période de
réseau p et de largeur latérale s.

Dans le chapitre précédent, nous avons décrit les règles de sélection ISB, règles qui im-
posent que seule la composante du champ électromagnétique polarisée selon l’axe de crois-
sance z est mise à contribution pour l’absorption dans les transitions ISB. Cette contrainte de
polarisation est un facteur limitant de l’efficacité d’absorption et donc des performances d’un
QCD. Dans cette partie, on présente un environnement électromagnétique qui permet de s’af-
franchir de cette contrainte : le QCD sera embarqué au sein d’une cavité électromagnétique
que l’on nommera patch [101, 96], qui en plus de redresser la polarisation du champ, per-
met d’augmenter l’aire effective de collection de photons par rapport à l’aire électrique du
dispositif (c’est-à-dire l’aire d’une section de la zone active du QCD) via un effet antenne
que nous décrirons section 3.2.4.
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3.2.1 Introduction à la géométrie patch : modes TMlmn et distri-
bution du champ

Lz

Région activeContact

Contact

Or

Or

s

Figure 3.4 – Représentation schématique d’une cavité patch et des différentes couches qui
la composent.

La Figure 3.4 est une représentation schématique d’une cavité patch. La région active
d’épaisseur Lz (les périodes de QCD et les contacts de semi-conducteur) constitue le cœur
de la cavité, embarquée entre un plan (z = 0) et une couche d’or (z = Lz). On s’intéresse
généralement à des dimensions latérales de patch de tailles égales, telles que Lx = Ly = s.

L’étude extensive des propriétés électromagnétiques d’un réseau d’antennes patchs est
un sujet particulièrement complexe. On se contente ici de présenter un modèle simplifié, avec
pour objectif principal de dégager un maximum de compréhension intuitive du fonctionne-
ment des réseaux d’antennes patchs. Pour une compréhension plus en profondeur, le lecteur
est invité à se référer aux travaux [102, 101, 103, 104], dont s’inspirent les paragraphes sui-
vants.

En appliquant des conditions aux bords simples (PMC, pour conducteur magnétique
parfait, sur les flancs latéraux, et PEC, pour conducteur électrique parfait, sur les flancs
verticaux), on peut résoudre l’équation d’Helmholtz qui porte sur la distribution du champ
électromagnétique au sein de la structure E = (Ex, Ey, Ez) :(

∆ + k2
)
E(x, y, z) = 0 (3.1)

où k = (kx, ky, kz) est le vecteur d’onde du mode considéré. On obtient des ondes station-
naires pour le champ électrique [103] :

Ex(x, y, z) = E0
x sin(kxx) cos(kyy) sin(kzz)

Ey(x, y, z) = E0
y cos(kxx) sin(kyy) sin(kzz) (3.2)

Ez(x, y, z) = E0
z cos(kxx) cos(kyy) cos(kzz)
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Les conditions aux bords du système permettent de discrétiser les modes électromagnétiques
accessibles en modes TMlmn transverses magnétiques, indicés par les nombres entiers l,m, n :

kx =
lπ

Lx
ky =

mπ

Ly
kz =

nπ

Lz
(3.3)

Ainsi, les fréquences de résonance νlmn de la cavité sont entièrement déterminées par les
paramètres géométriques Lx, Ly et Lz :

νlmn =
c0

2neff

√(
l

Lx

)2

+

(
m

Ly

)2

+

(
n

Lz

)2

(3.4)

Dans la suite, nous ferons un choix de conception important : l’épaisseur verticale Lz sera
toujours inférieure à la longueur d’onde λ de détection (Lz < λ), avec pour conséquence que
seuls les modes TMlm,n=0 seront supportés au sein de la cavité. En appliquant l = 0, (donc
kz = 0) aux équations de (3.2), on obtient :

Ex(x, y, z) = 0

Ey(x, y, z) = 0 (3.5)

Ez(x, y, z) = E0
z cos(kxx) cos(kyy)

Pour un mode TMlm,n=0, l’intégralité du champ électrique est donc polarisé selon la direction
z, qui est la polarisation du champ utile pour l’absorption dans les puits quantiques. En
prenant une cavité telle que Lz < λ, on a donc réussi à s’affranchir des règles de sélection ISB,
puisque l’intégralité du champ est concentré selon la bonne polarisation z. Le redressement
de la polarisation du champ électromagnétique pour satisfaire les règles de sélection est une
des raisons principales de ce choix d’environnement électromagnétique.

La distribution du champ électrique Ez(x) selon x génère un profil de distribution de
charges électriques au sein des plans métalliques. Cette distribution de charges génère elle-
même un dipôle électrique orienté dans la direction du plan métallique (selon x pour le
mode TM01). C’est en excitant ce dipôle électrique qu’une onde incidente peut se coupler
au mode électromagnétique confiné du patch. Ce dipôle est donc naturellement plus à même
d’être excité par des ondes planes sous incidence normale et polarisées selon le plan des
couches métalliques. À l’inverse, la distribution symétrique du mode TM20 génère deux
dipôles électriques dans les plans métalliques, dont les directions sont opposées. En inci-
dence normale, on ne peut donc pas exciter le mode TM20 [102].

En pratique, nos cavités patchs sont conçues avec des dimensions latérales égales, Lx =
Ly = s. Les deux premiers modes dominants (c’est-à-dire les modes de plus faible énergie)
sont donc dégénérés, TM01 et TM10 (on a retiré l’indice n = 0 de l’écriture). On peut choisir
d’exciter l’un des deux modes selon la polarisation de l’onde incidente. On a donc (pour le
TM10) :

Ez(x) = E0
z cos(

π

s
x)

ν10 =
c0

2neffs

(3.6)

(3.7)

89



Dans la suite, et tout le long de ce travail de thèse, c’est ce mode TM10 que l’on choisit
d’exciter, puisque c’est celui avec le plus petit nombre de nœud de vibration (le TM01 fonc-
tionne également).

On rappelle que les résultats précédents découlent d’approximations réductrices (notam-
ment les hypothèses sur les conditions aux bords). La distribution du champ électrique
est bien plus complexe, et la résolution des équations de Maxwell de manière numérique est
nécessaire pour obtenir des résultats pertinents. En particulier, l’interface air-semiconducteur
n’est pas parfaitement réfléchissante et le champ Ez déborde généralement sur une longueur
de l’ordre de Lz sur les flancs du patch. De la même manière, la distribution du champ Ez est
uniforme selon z uniquement par couches de matériaux : à l’interface entre deux couches, le
champ subit une discontinuité provoquée par les différences de permittivité diélectrique des
matériaux. Dans la suite, nous utiliserons donc les résultats de calcul d’un logiciel développé
au sein de l’équipe du III-V lab 2 pour calculer plus finement la distribution et l’absorp-
tion du champ dans les différentes couches de la structure. La figure 3.5-[a] est le résultat
du calcul de la distribution des champs parallèles et perpendiculaires à z à l’aide de ce
logiciel. On comprend bien que l’approximation du champ entièrement polarisé selon z et
parfaitement constant dans cette direction est simplificatrice. On observe en particulier une
exaltation de l’intensité du champ dans les couches de puits quantiques dopés : cet effet est
connu et exploité, et on le retrouve sous le nom “epsilon near zero” dans la littérature [105].

Dans la suite, on détaille le calcul de la dissipation et de l’absorption au sein de la cavité.
On distinguera deux canaux de dissipation de l’énergie Wc contenue dans la cavité :

— la dissipation non-radiative causée par les différents mécanismes d’absorption dans
la cavité, dont on regroupera les contributions dans un taux de dissipation non-
radiatif γc (exprimé en meV). Ce taux de dissipation quantifie l’interaction du mode
électromagnétique confiné avec les différents mécanismes de dissipation internes à
la cavité : l’absorption par porteurs libres dans les couches semiconductrices des
barrières, des contacts, mais aussi dans les couches de métaux (mécanismes qui seront
assimilés à des pertes nettes), et l’absorption générée dans la transition ISB des puits
optiques (assimilée à des pertes utiles).

— la dissipation radiative du mode électromagnétique confiné vers l’extérieur de la ca-
vité, quantifiée par le taux de dissipation radiatif Γc, qui dépend de la géométrie du
patch et de son agencement en réseau. Il sera calculé dans la section 3.2.3.

Dans les sections suivantes, on détaille le calcul de γc et Γc, ce qui nous permettra par la
suite de quantifier l’efficacité d’absorption ηabs.

3.2.2 Calcul des taux de dissipation non-radiatifs

À chaque couche i, on attribue un modèle d’indice ni(ω) =
√
εi(ω), qui décrit le com-

portement optique de la couche. Les indices ni seront approximés comme uniformes par
couches, selon z. Les contributions des différents mécanismes sont sommées : on ajoute une
contribution de type Drude-Lorentz pour l’absorption due au gap et aux phonons, et de
type Drude pour l’absorption par porteurs libres. La permittivité εzQW selon z des puits

2. le mérite revient à Thomas Poletti et Alexandre Delga pour le développement du code
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Figure 3.5 – [a] Distribution du champ électromagnétique dans les deux directions de
polarisation au sein de la cavité. On constate bien l’exaltation du champ Ez dans les puits
quantiques par rapport au reste de la structure. [b] Image TEM, fournie par la plateforme
Renatech du C2N, d’une coupe verticale d’une antenne patch. La structure simulée est la
même que la structurée imagée au TEM.

quantiques est calculée par METIS en prenant en compte la non-parabolicité des bandes :

εzQW(ω) = εr

(
1−

∑
k

ω2
P

ω2 − ωISB(k)2 + iωγISB

)
(3.8)

ω2
P =

e2∆nISB

εrε0m∗(kF )Leff

(3.9)

où m∗(kF ) est la masse effective calculée à l’énergie de Fermi, ∆nISB est la différence de popu-
lation entre les sousbandes fondamentales et excitées de la transition ISB, Leff est l’extension
spatiale effective des courants de polarisation et εr est la permittivité du puits quantique
en l’absence d’électrons. La figure 3.6 trace successivement la partie réelle, imaginaire et le
spectre d’absorption associé à εzQW(ω), pour un puits quantique de longueur d’onde ciblée
λ = 10 µm, et un dopage n2D = 5e11 cm−2. Les résultats sont comparés à un modèle de
type Drude-Lorentz classique (qui correspond à une dispersion parabolique et parallèle des
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Figure 3.6 – Partie [a] réelle et [b] imaginaire de la permittivité des puits quantiques
dopés, calculées pour un modèle METIS prenant en compte les effets de non-parabolicité
(courbe orange) et un modèle classique de type Drude-Lorentz (courbe bleue). [c] Absorption
normalisée correspondante.

sousbandes).

En supposant que les permittivités εi sont constantes par couches, le taux de dissipation
non-radiatif total dans la cavité γc s’exprime à l’aide de l’absorption linéique αc [92] :

αc =
ω

2

Ncouches∑
i

Im(εi⊥)

∫
i

ε0|Ei
⊥|2dz + Im(εiz)

∫
i

ε0|Ei
z|2dz∫

⊥
〈Sz〉dr⊥

[m−1] (3.10)

γc =
c0

neff

αc [s−1] (3.11)

où l’on a distingué les contributions à l’absorption dans le plan des couches (⊥, en bleu),
des contributions selon l’axe de croissance z (en rouge). Sz est la composante orientée selon
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z du vecteur de Poynting, et neff désigne l’indice effectif de la cavité considérée dans son
intégralité. À noter que si γc désigne un taux de dissipation (en s−1), on l’exprimera souvent
en meV.
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Figure 3.7 – Représentation du module du champ (courbe rouge) et de la répartition des
pertes par absorption dans les différentes couches de la structure. Les pertes sont majoritai-
rement répartis dans les puits quantiques dopés et les couches d’or.

À l’aide d’un logiciel de simulations électromagnétiques en matrices de transfert, développé
au sein de l’équipe, on calcule la distribution des pertes γc, décomposées en différentes
couches (respectivement, absorption des puits quantiques selon z, absorption des puits
quantiques direction perpendiculaire, absorption dans les couches d’or, absorption dans les
barrière d’AlInAs, absorption dans les contacts) :

γc = γzQW + γ⊥QW + γOr + γAlInAs + γContacts (3.12)

On peut alors définir l’efficacité d’absorption ηnr
abs non-radiative :

ηnr
abs =

γzQW

γzQW + γ⊥QW + γOr + γAlInAs + γContacts

(3.13)

Cette efficacité d’absorption décrit donc la capacité de notre empilement à convertir la
puissance injectée dans la cavité en puissance permettant de générer des photo-porteurs
dans la transition ISB. Autrement dit, ηnr

abs décrit la probabilité qu’un photon déjà présent
dans la cavité soit absorbé dans la transition ISB et promeuve un électron dans le niveau
excité. On distinguera cette efficacité de l’efficacité de la cavité à convertir un photon issu
d’une excitation incidente extérieure en un photon de cavité.

La figure 3.7 représente la distribution de l’efficacité d’absorption au sein de la struc-
ture. L’essentiel des pertes est concentré dans les puits quantiques optiques. Malgré la rapide
décroissance du champ dans les couches d’or, les pertes métalliques sont responsables de la
majorité des pertes inutiles. Il est particulièrement intéressant de noter que les contacts,
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pourtant dopés à 1e17 cm−3 et de tailles conséquentes, nuisent de manière négligeable à
l’efficacité d’absorption. En d’autres termes, augmenter ou diminuer la taille des contacts,
notamment pour ajuster la taille verticale de la cavité, ne se fait pas nécessairement au
détriment de l’efficacité d’absorption. Une épaisseur de contact conséquente est également
nécessaire pour éloigner significativement la région active des couches d’or, dont la diffusion
dans les contacts est visible dans l’image TEM 3 de la figure 3.5-[b]. À noter également que
la structure présentée dans les figures 3.5 et 3.7 est une structure qui résulte de plusieurs
itérations du processus de conception décrit en introduction du chapitre (figure 3.1).

3.2.3 Calcul des taux de dissipation radiatifs

Dans cette partie, on discute de l’efficacité d’interaction entre une onde électromagnétique
incidente, donc une excitation externe, et le réseau de cavités patchs : l’objectif ici est de
dimensionner la période p et de comprendre son influence sur l’efficacité d’absorption du
dispositif.

Calcul de Γc

Le calcul des pertes radiatives d’un réseau 2D de patch est détaillé en Annexe [B], et re-
pose sur l’extension en 2D du calcul de C.Balanis [103] pour un réseau de patch 1D. Le calcul
se résume de la manière suivante : un patch peut être assimilé à deux fentes rayonnantes (les
deux faces latérales qui rayonnent du champ). Connaissant le champ rayonné d’une fente
E1Fente
φ , on peut facilement calculer le champ rayonné E2Fentes

φ , résultant de l’interférence des

champs émis par deux fentes (donc d’un patch), via un facteur de réseau AF2Fentes (une gran-
deur qui intègre toute l’information relative à l’interférence des deux champs). De la même
manière, le champ ERéseau2D

φ résultant de l’interférence des champs émis par les patchs d’un

réseau 2D se calcule par l’intermédiaire d’un nouveau facteur de réseau AFRéseau2D. À partir
de l’expression de ERéseau2D

φ , on peut calculer la puissance radiative dissipée vers l’extérieur

PRéseau2D
r par le réseau 2D :

PRéseau2D
r =

∫ π

0

∫ 2π

0

1

2η0

|AFRéseau2D AF2FentesE1Fente
φ (r, θ, φ)︸ ︷︷ ︸

E2Fentes
φ︸ ︷︷ ︸

ERéseau2D
φ

|2r2 sin(θ)dθdφ (3.14)

(3.15)

où η0 est l’impédance du vide. En exprimant l’énergie stockée dans une cavité patch Wc :

Wc =

∫∫∫
V

ε0εeff |Ez(x)|2 dV (3.16)

= ε0εeff|Ez
0 |2
∫ s

0

cos2(
π

s
x) dx

∫ s

0

dy

∫ Lz

0

dz (3.17)

=
πε0εeff|E0|2

2
s2Lz (3.18)

3. Remerciements à Gilles Patriarche et Konstantinos Pantzas, de la plateforme Renatech du C2N pour
nous avoir fourni les images TEM
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on peut exprimer Γc à partir de l’énergie totale stockée dans les patchs du réseau N2Wc,
avec N2 le nombre de patchs dans le réseau :

Γc =
PRéseau2D
r

2N2Wc

(3.19)

L’évaluation de l’équation (3.19) se fait numériquement (cf. Annexe [B]). Les résultats
numériques correspondent de manière satisfaisante à l’expression analytique calculée par
[101] (Eq. 2.57), expression évaluée au couplage critique :

Γc =
8c0Lz
n2

effp
2

(3.20)

où dans l’hypothèse d’une cavité parfaite, on a négligé le facteur de correction a introduit
par l’auteur de [101]. En particulier, la dépendance en 1

p2 est retrouvée. Nous allons voir
dans la suite comment exploiter ce résultat et comment le taux de dissipation radiatif est
relié à la capacité de la cavité à se coupler avec l’excitation incidente.

Résonateur et couplage critique

2Γc

s+ s−

ωc
γc + Γc

Figure 3.8 – Représentation schématique d’un réseau d’antennes patch assimilé à un
résonateur de fréquence propre ωc, présentant des pertes radiatives Γc et non-radiatives
γc, optiquement pompé par une onde incidente de puissance |s+|2.

Pour comprendre et modéliser simplement le comportement spectral de notre cavité, on
va utiliser un formalisme simple mais puissant, qui repose sur le cadre plus général de la
théorie des modes couplés [106, 107, 108]. L’idée ici, que l’on reprendra tout au long de
ce manuscrit, est d’assimiler notre réseau d’antennes patch à un résonateur d’amplitude
ac et de fréquence de résonance ωc (cf. Figure 3.8). Ce résonateur interagit avec le monde
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extérieur (continuum électromagnétique, phonons...) et dissipe donc de l’énergie de manière
radiative (Γc) et non-radiative (γc) dans ces différents canaux de dissipation. Pour injecter de
l’énergie dans le résonateur, on le soumet à une onde incidente (ici une excitation harmonique
de fréquence ω) de puissance |s+|2. Après interaction avec le résonateur, l’onde incidente est
réfléchie, et la puissance réfléchie est notée |s−|2. L’amplitude ac du résonateur cavité obéit
à l’équation d’évolution suivante :

dac
dt

= iωcac︸ ︷︷ ︸
Évolution unitaire

− (γc + Γc)ac︸ ︷︷ ︸
Dissipation

+κcs+e
iωt︸ ︷︷ ︸

Excitation

(3.21)

où κc représente la qualité du couplage avec l’onde incidente. On peut démontrer que
la qualité de ce couplage κc est intimement lié aux pertes radiatives du résonateur. La
démonstration se trouve dans [107], et repose sur la conservation des flux de puissance
échangés et des arguments sur la symétrie temporelle des équations de la CMT. Dans notre
cas à un résonateur :

κc =
√

2Γc (3.22)

L’équation (3.21) est facilement résolue, et de la définition de l’absorption Ac et de la
réflectivité Rc, on tire :

Ac(ω) := 2γc
|ac|2

|s+|2
=

4Γcγc
(Γc + γc)2 + (ω − ωc)2

(3.23)

Rc(ω) :=
|s−|2

|s+|2
=

(Γc − γc)2 + (ω − ωc)2

(Γc + γc)2 + (ω − ωc)2
(3.24)

Les représentations spectrales de l’absorption et de la réflectivité sont donc de classiques
fonctions Lorentziennes L (1 − L pour la réflectivité), centrées sur la résonance ωc et
d’élargissement spectral γc + Γc.
De l’équation (3.24), on tire une propriété importante du résonateur à la résonance ω = ωc :
si les pertes radiatives Γc sont exactement égales aux pertes non-radiatives γc, l’absorption
Ac atteint l’unité (et Rc zéro). Autrement dit, sous réserve de cette adaptation d’impédance
γc = Γc et de la résonance entre l’onde incidente et le mode de cavité, l’intégralité de la
puissance incidente |s+|2 est absorbée dans le mode de cavité :

Ac(ω = ωc, γc = Γc) = 1 (3.25)

Rc(ω = ωc, γc = Γc) = 0 (3.26)

Cette situation d’injection parfaite est appelée couplage critique. Du point de vue de la
conception, l’absorption Ac(ω) s’interprète donc comme une efficacité d’absorption de la
puissance incidente en puissance injectée dans la cavité, que l’on cherche à maximiser. C’est
donc en ajustant la période p du réseau que l’on adaptera Γc à γc et que l’on se rapprochera
de la condition de couplage critique et d’une injection de puissance optimale dans la cavité.

La figure 3.9 présente des mesures de réflectivité (sous la forme d’absorption A = 1−R,
traits pleins) d’un système QCD embarqué dans une cavité de type antenne patch.
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[c] Résultat de fit:

neff = 3.2809 ± 0.0002  

c = 3.84 ± 0.01 meV

c = 38.5 ± 0.1 meV.µm2 

s=1.8 µm

s=1.7 µm

s=1.6 µm

s=1.5 µm

s=1.4 µm

s=1.3 µm

Figure 3.9 – Spectres d’absorption mesurés (traits pleins) et calculés (traits pointillés)
présentés pour [a] p = 4 µm fixé, s variable [b] s = 1.6 µm fixé, p variable. Les mesures
sont réalisées par spectroscopie infrarouge à transformée de Fourier (FTIR, Bruker Vertex
70) à l’aide d’une paire de miroirs parabolique (F = 180 mm) et elliptique (F = 282/42
mm) et d’un photo-détecteur MIR de type DTGS. Le spectre d’un miroir d’or est utilisé
comme référence pour la normalisation des spectres. Les calculs sont eux obtenus après
une procédure de fit global, sur l’ensemble des données expérimentales (voir Annexe [C]
pour l’ensemble des spectres mesurés). La dispersion est calculée via l’indice effectif neff Eq.
(3.7), les pertes radiatives via αc Eq.(3.20) et les pertes non-radiatives γc sont fixées pour
l’ensemble des couples (p, s). L’insert [c] donne les paramètres issus du fit.

— Figure [a] : on fixe p = 4 µm, et on regarde l’évolution des spectres lorsque s
varie. Comme prévu par l’équation (3.7), la résonance du mode de cavité se décale de
manière inversement proportionnelle à s. En revanche, le contraste à résonance n’est
pas affecté.

— Figure [b] : on fixe s = 1.6 µm, et on regarde l’évolution des spectres lorsque p varie.
On observe une augmentation du contraste lorsque p diminue. En effet, en diminuant
p, on augmente Γc (cf. Eq.(3.20)), ce qui nous permet d’ajuster sa valeur par rapport
à γc, et donc de nous rapprocher du couplage critique.

Les mesures (traits pleins) sont superposées à un fit numérique (traits pointillés). Les détails
de la procédure de fit global sont dans la légende de la figure 3.9.

3.2.4 Optimisation électromagnétique

Efficacité d’absorption

L’efficacité d’absorption ηabs englobe donc deux composantes :
— Ac(ω) (Eq.(3.24)) la fraction de la puissance incidente injectée dans les cavités patch ;
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— ηnr
abs (Eq.(3.13)) la fraction de la puissance injectée dans les cavités patchs absorbée

dans les puits quantiques.
L’efficacité d’absorption s’écrit donc :

ηabs = Ac
γzQW

γzQW + γ⊥QW + γOr + γAlInAs + γContacts

(3.27)

Dans les parties précédentes, on a détaillé le calcul numérique de l’efficacité d’absorption.
Dans cette partie, on propose d’aborder le problème de manière plus qualitative, pour tenter
d’en tirer la substance physique nécessaire à une compréhension intuitive. On se place donc
dans une situation de couplage critique A(ωc) = 1, et on ré-écrit l’efficacité d’absorption
comme étant le rapport de ses contributions principales :

ηabs ≈
γzQW

γzQW + γOr

(3.28)

On peut approximer grossièrement les pertes de la transition ISB γzQW et les pertes dans les
métaux γOr à l’aide des paramètres que l’on souhaite dimensionner, à savoir le dopage n2D

et le nombre de période Np.
— Les pertes dans la transition ISB sont proportionnelles au carré de la pulsation plasma

ωP , donc au dopage, et l’intégration sur le domaine fait apparâıtre une dépendance
au nombre de périodes Np :

γzQW ∝ n2DNp (3.29)

— Dans les métaux, les pertes proviennent de la distribution du champ sur une épaisseur
de peau δ. La fraction du champ qui participe aux pertes métalliques est donc pro-
portionnelle à δ/(Lz + δ), avec δ � Lz. On a donc :

γOr ∝
1

2LC +NpLp
(3.30)

où LC est l’épaisseur des contacts. On obtient de ces considération une expression
semi-analytique de l’efficacité d’absorption en fonction des paramètres à dimension-
ner :

ηabs ≈
α0n2DNp

α0n2DNp + α1

LC+NpLp

(3.31)

où α0 et α1 sont deux constantes.

Efficacité quantique externe

L’efficacité quantique externe, en situation de couplage critique s’écrit alors :

ηext =
pE
Np

ηabs = pE
α0n2D

α0n2DNp + α1

LC+NpLp

(3.32)
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Bruit

La densité spectrale de bruit S1Patch d’un QCD sous obscurité, embarqué dans une an-
tenne patch de taille latérale s s’écrit principalement sous la forme d’un bruit thermique
Johnson [109] :

S1Patch =
2e

Np

(J+
dark + J−dark)s2 (3.33)

où J±dark représente les densités surfaciques de courants d’obscurité contra-propageants. À
l’équilibre thermodynamique, J+

dark = J−dark (et Jdark = J+
dark − J−dark = 0). Pour un QCD

standard (c’est-à-dire avec une structure de bande classique), les densités surfaciques de
courant d’obscurité J±dark s’approximent par le courant circulant entre les deux sousbandes
|0〉 et |1〉 de la transition optique :

J+
dark ≈ Γ1→0n1 (3.34)

= Γ1→0
ρ2D

β
log(1 + e−β(ω10−µF )) (3.35)

≈ Γ1→0
ρ2D

β
e−β(ω10−µF ) (3.36)

≈ Γ1→0
ρ2D

β
e

β
ρ2D

n2De−βω10 (3.37)

où l’on a utilisé l’expression de l’énergie de Fermi µF lorsque µF > ω0. On obtient donc pour
la densité spectrale de bruit :

S1Patch =
4e

Np

Γ1→0
ρ2D

β
e

β
ρ2D

n2De−βω10s2 (3.38)

Si on passe d’un patch unique à un réseau de patch, il faut simplement multiplier l’ex-
pression de la densité spectrale de bruit S1Patch par le nombre de patchs. Pour une surface
A, et une période p, on a donc :

SRéseau = S1Patch
A

p2
=

4e

Np

Γ1→0
ρ2D

β
e

β
ρ2D

n2De−βω10A
s2

p2
(3.39)

De cette expression apparâıt clairement l’avantage conséquent de travailler avec un réseau
de cavité patch : la densité spectrale de bruit surfacique est diminuée d’un facteur s2

p2 par
rapport à une structure classique.

La figure 3.10 trace les différentes figures de mérite abordées précédemment. L’ana-
lyse précédente nous permet d’appréhender intuitivement le fonctionnement du dispositif.
Il apparâıt clairement qu’un compromis entre efficacité quantique externe et bruit doit être
trouvé : en pratique, on favorisera donc les structures à faible nombre de périodes (Np = 3),
et on limitera le dopage à des valeurs inférieures à n2D ≤ 5 × 1011 cm−2. En plus de res-
treindre la quantité de bruit d’obscurité dans nos structures, limiter la valeur de dopage
nous évitera de rentrer dans le régime de couplage fort lumière-matière (qui apparâıt à fort
dopage > 5×1011), où les calculs d’efficacité sont modifiés par rapport aux calculs présentés
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Figure 3.10 – Efficacité d’absorption ηabs, efficacité quantique externe ηext et bruit électrique
du réseau de patch SRéseau, calculés pour une cartographie 2D du dopage n2D et du nombre
de périodes Np.

précédemment. On s’épargnera également l’intégralité des effets complexes qui s’accom-
pagnent d’un dopage élevé : non-parabolicité, effets de Poisson, dépolarisation plasma ...
Enfin, la conception du réseau d’antennes patch, et notamment de ses dimensions s, p et
Lz, doit se faire en concertation avec les équipes de développement technologiques, pour
s’assurer que le dimensionnement théorique est bien en adéquation avec les contraintes de
fabrication réelles.

3.3 Conception de la structure active

Dans la partie précédente, nous nous sommes intéressés à la modélisation et l’optimisa-
tion de l’efficacité d’absorption ηabs, ce qui nous a permis de dimensionner le dopage n2D

des puits quantiques optiques et le nombre de répétitions de périodes Np. Dans les parties
qui suivent, nous nous intéressons à l’efficacité quantique interne, ce qui nous permettra de
successivement dimensionner la taille des puits quantiques optiques et la structure de bande
de la cascade électronique.

3.3.1 Puits optique

Dans cette section, nous aborderons rapidement la problématique de la conception du
puits optique, le puits quantique dans lequel s’effectue l’absorption de photons, avec une
unique contrainte : avoir une absorption centrée sur la longueur d’onde ciblée. Si nous
n’avons qu’un seul degré de liberté sur lequel travailler, la taille du puits quantique LQW,
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il nous faudra tout de même prendre en compte deux phénomènes aux effets opposés : le
décalage vers les hautes énergies généré par les effets de dépolarisation plasma (voir section
2.5.4), et le décalage vers les basses énergies dû à la non-parabolicité des bandes (section
2.5.2). Ces deux effets sont principalement contrôlés par le dopage, dont la valeur a été fixée
précédemment lors de la conception électromagnétique. La figure 3.11-[a] illustre les effets
des deux mécanismes sur la position du maximum d’absorption pour une situation exemple :
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Figure 3.11 – [a] Calcul de l’absorption spectrale du puits quantique, pour différents
modèles de non-parabolicité et avec ou sans la prise en compte des effets de dépolarisation
plasma (ωP ). [b] Étude paramètrique de la position du maximum d’absorption ωmax(A) selon
le dopage n2D et la largeur du puits quantique LQW.

— en vert, on représente l’absorption calculée avec modèle de dispersion parabolique
des sousbandes. Le maximum d’absorption concorde avec la différence d’énergie ISB
ωISB = ω1 − ω0, et la forme spectrale de l’absorption est une fonction Lorentzienne
parfaitement symétrique.

— en bleu, on représente l’absorption calculée avec de nouveau un modèle de dispersion
parabolique, mais qui prend en compte les effets de dépolarisation plasma : bien que
le puits optique soit de même taille que pour le calcul précédent, le maximum de
l’absorption se trouve désormais à ω̃ISB =

√
ω2

ISB + ω2
P , c’est à dire déplacé vers les

hautes énergies. La forme spectrale n’est pas affectée : l’absorption est toujours une
Lorentzienne symétrique.

— en rouge, on représente l’absorption calculée avec un modèle de dispersion non-
parabolique, et prenant en compte les effets de dépolarisation plasma. Par rapport à
la courbe bleue, les effets de non-parabolicité décalent le maximum d’absorption vers
les faibles énergies et la symétrie de la forme spectrale est perdue.
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La figure 3.11-[b] est une étude paramétrique de l’énergie correspondant au maximum
d’absorption ωmax(A) en fonction de la largeur du puits optique LQW et de la densité 2D de
dopage n2D. Pour une largeur de puits LQW donnée, la valeur de ωmax(A) augmente avec le
dopage par effet de dépolarisation plasma. En revanche, selon la taille du puits, le décalage
s’opère différemment : pour les puits de fine épaisseur, les effets de décalage plasma (vers les
hautes énergies) sont presque totalement compensés par les effets de décalage dus à la non-
parabolicité (vers les faibles énergies), tandis que pour les puits de large épaisseur, là où les
effets de non-parabolicité sont moins importants, c’est plutôt les effets de décalage plasma
qui dominent. En pratique, pour une valeur de dopage donnée, on parcourt une gamme
d’épaisseurs LQW et on choisit l’épaisseur telle que le maximum d’absorption concorde avec
la longueur d’onde ciblée λmax(A) = λcible.

3.3.2 Cascade électronique

Dans cette partie, on s’intéresse à la conception de la cascade électronique, dont l’op-
timisation permettra de fixer l’efficacité quantique interne du dispositif. Dans un premier
temps, on présente les grands principes à respecter pour la conception d’une cascade ; on
présente ensuite une méthode de conception optimisée, reposant sur un algorithme heuris-
tique d’optimisation.

Principes de conception
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Figure 3.12 – Structure de bande conventionnelle d’un QCD : alignement A1− A2 quasi-
résonant et espacement d’un phonon LO ∆ωij ≈ ωLO = 33 meV entre les niveaux de la
cascade. Le trait pointillé représente le niveau de Fermi µF à l’équilibre thermodynamique.

La conception d’une cascade électronique résulte du compromis entre l’optimisation de
la probabilité d’extraction pE et du bruit électronique, dans une optique de maximisation du
rapport à signal à bruit. On commence par présenter un schéma de conception conventionnel
et robuste, qui résulte de la compréhension intuitive des QCD, illustré par la figure 3.12.
Dans ces structures, on dégage trois règles de conception principales :
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— entre le niveau excité du puits optique A1 et le premier niveau extracteur A2 de la cas-
cade, il est courant d’utiliser un schéma de transport résonnant. L’idée est de maximi-
ser le rapport d’extraction ΓA1→A2/ΓA1→A0, qui intervient de manière prépondérante
dans la valeur de la probabilité d’extraction pE. Il est également recommandé de
désaccorder légèrement la résonance, c’est-à-dire de placer le niveau A2 légèrement
en dessous de A1 (≈ 5 meV), pour assymétriser le transport : de cette manière,
on augmente le rapport ΓA1→A2/ΓA2→A1, ce qui permet de favoriser un déplacement
global des électrons vers le bas de cascade 2.5.1.

— pour des raisons similaires, on espace les puits optiques de l’ordre de ωLO (≈ 33 meV
pour l’InGaAs) : en se plaçant sur la résonance LO, on favorise le transport vers le
bas de la cascade, tout en s’assurant que la remontée des électrons vers le haut de la
cascade est inefficace. Si le nombre de puits dans la cascade peut influencer le recou-
vrement du mode optique avec les puits quantiques (et donc l’efficacité d’absorption),
on choisit généralement ce nombre tel que le dernier niveau électronique soit à une
résonance LO du niveau de Fermi (où du niveau fondamental de la prochaine période,
si le dopage n’est pas élevé).

— on s’assure que les transitions diagonales parasites ΓA0→A[2,3,4..] sont négligeables de-
vant la transition ΓA0→A1 (qui est la transition qui détermine principalement le cou-
rant d’obscurité). Il est effectivement favorable que les électrons sous obscurité suivent
le même schéma de transport que les photo-électrons (promotion dans A1 puis extrac-
tion dans la cascade), pour éviter les courts circuits dans la structure. Une manière
de se prémunir de telles transitions parasites est d’augmenter l’épaisseur des barrières
proches du puits optique. Similairement, il faut s’assurer que les transitions parasites
depuis le niveau excité ΓA1→Bi sont négligeables devant le taux d’extraction ΓA1→A2.

Si les quelques idées présentées ci-dessus sont suffisantes pour concevoir une structure
de bande de QCD, elles n’en restent pas moins qualitatives. Un dimensionnement optimisé
nécessiterait une étude paramétrique sur l’ensemble des paramètres de la cascade (épaisseur
des puits et des barrières). Malheureusement, l’exploration totale de l’espace des phases est
impossible : pour une structure avec 3 puits dans la cascade (donc 4 barrières à dimension-
ner), en imaginant que chacun des paramètres LPuits et LBarrière peut évoluer sur un jeu de
6 valeurs (ce qui est extrêmement restreint, notamment sur la taille des barrières), et qu’un
calcul prend environ 20 s, on obtient un temps de calcul total de 64 jours pour explorer
l’intégralité du champ des possibles.

À ces considérations de ressources temporelles, s’ajoute la validité du calcul : on a vu
dans le chapitre 2 qu’en fonction des situations γintra,ΩT ,∆ωij, la représentation dans une
base d’états (localisée ou délocalisée) de l’interaction entre deux fonctions d’onde peut être
plus ou moins pertinente (la figure du chapitre 2 est reportée ici, figure 3.14). En d’autres
termes, pour être assuré de la pertinence d’un résultat de calcul, il faudrait s’assurer que cha-
cune des interactions deux à deux entre les fonctions d’ondes est représentée dans la bonne
base d’états (localisés ou délocalisés). La figure 3.13 représente deux situations de calcul où
le choix de la base de représentation est inadapté aux circonstances de couplage/désaccord
(ΩT , ∆ω) entre les niveaux d’énergie A1 et A2. Une telle situation de calcul doit être écartée
lors de l’évaluation des performances, puisque donnant des résultats non-physiques (et po-
tentiellement, des performances très élevées) qui vont altérer les résultats de notre routine
d’optimisation. On présente dans la suite une méthode de conception et d’optimisation de la
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Figure 3.13 – Deux exemples de calcul où le choix de la base de représentation mène à
des situations non-physiques : [a] avec une base délocalisée. Les fonctions d’onde A1 et A2
sont toutes les deux fortement délocalisées dans le puits adjacent, bien que séparées par une
épaisse barrière de potentiel (faible ΩT , faible ∆ω). [b] avec une base localisée. A1 et A2 sont
toutes les deux localisées dans leur puits respectif, bien que séparées par une fine barrière
de potentiel (fort ΩT ).

cascade qui répond à ces problématiques de gestion des ressources et de validité des modèles.

Optimisation : exemple restreint

On souhaite concevoir la structure de bande d’un QCD à 5 puits (L0
QW / L0

Barrière / L1
QW

/L1
Barrière / L2

QW / L2
Barrière ...). Pour simplifier l’étude, on se rapporte à une optimisation

à deux dimensions : on fixe la taille L0
QW du puits optique pour une détection à λ0 = 10

µm, et on fixe les épaisseurs L
[2,3,4]
QW /L

[1,2,3,4]
Barrière, tel que seuls L1

QW et L0
Barrière (le premier puits

extracteur et la première barrière) seront à optimiser. On travaille à tension et température
fixées.

Dans la suite, on présente les étapes successives qui permettent de construire une fonction
de coût F à optimiser. Pour chaque situation (L1

QW,L0
Barrière) :

— on calcule le rapport signal à bruit pour les deux bases de représentation des fonctions
d’ondes A1 et A2 : dans la base délocalisée (indicée D) et localisée (indicée L) :

Délocalisée : SNRD =
R(λ = λ0)D
SD

(3.40)

Localisée : SNRL =
R(λ = λ0)L

SL
(3.41)

où R(λ = λ0)L,D est la réponse calculée à la longueur d’onde désirée, pour une
puissance incidente et une efficacité d’absorption quelconque (on cherche à optimiser
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le rendement quantique interne), et SL,D le bruit. Il est important de calculer la
réponse précisément à la longueur d’onde λ0 (plutôt que le maximum de réponse)
puisque les effets du couplage dans la base délocalisée auront tendance à désaccorder
en énergie le niveau excité A1, et donc mécaniquement de déplacer la longueur d’onde
du maximum de réponse par rapport à λ0 visée.

— à l’aide du calcul dans la base localisée, on peut déterminer les valeurs (ΩT ,∆ω)
qui nous permettent de nous situer dans les domaines de validité de la figure 3.14.
On calcule alors les distances euclidiennes minimales entre le point (ΩT ,∆ω) et les
limites des domaines de validité pour les deux bases : on obtient deux distances, LL
(base localisée) et LD (base délocalisée), représentée sur la figure 3.14.

(ΩT, Δω) : αL = 0

LL

LD αD = 1

[a] [b]

Figure 3.14 – [a] Domaines de validité des deux bases de représentation et représentation
schématique des distances euclidiennes LL et LD qui nous permettront de quantifier la vali-
dité du point (∆ω,ΩT ) dans les deux bases. [b] Fonction de pondération (sigmöıde) utilisée.
Pour le point (∆ω,ΩT ) représenté dans la figure [a], αL = 0 (représentation délocalisée
pertinente) et αD = 1 (représentation localisée inadaptée).

— à l’aide de ces deux distances LL et LD et d’une fonction sigmöıdale, on calcule les
poids de pondération associés aux deux bases αL et αD :

αL =
1

1 + e−
LL
σ

(3.42)

αD =
1

1 + e−
LD
σ

(3.43)

où σ est l’étalement de la sigmöıde, qui est un paramètre du modèle d’optimisation.
À noter que les distances LL et LD sont signées : si le point (ΩT ,∆ω) se situe dans
le domaine de validité de la base localisée, on aura signe(LD) = +1, tel que αL → 1.
On a évidemment la situation inverse hors du domaine : signe(LD) = −1, tel que
αL → 0. Une représentation des distances et des poids est donnée sur la figure 3.14.
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— enfin, on pondère le rapport signal à bruit calculé dans les deux bases par ces coeffi-
cients αD,L, et on définit la figure de mérite F comme :

F = max

(
αD × SNRD, αL × SNRL

)
(3.44)

Une fois la fonction de coût définie, il ne nous reste plus qu’à l’injecter dans un algorithme
d’optimisation. Si dans ce problème restreint à deux dimensions, on s’attend à trouver un
unique optimum global de fonctionnement, lorsqu’on étendra le problème à l’intégralité des
épaisseurs de la structure, on trouvera de nombreux minima locaux. On s’oriente donc vers
un algorithme heuristique, et en particulier on choisira un algorithme d’optimisation par
essaims particulaires (PSO, pour Particle Swarm Optimization [110]). L’idée est d’explorer
itérativement l’espace des phases à l’aide d’un essaim de particules (en fait des points
dans l’espace des phases) : la position de chaque particule est influencée par son meilleur
minimum local calculé aux itérations précédentes, mais aussi par le meilleur minimum trouvé
par l’essaim. Cette méthode est particulièrement adaptée à des dimensions élevées d’espace
de phases, et n’impose aucune contrainte sur la dérivabilité de la fonction de coût F étudiée.

La figure 3.15 est une illustration de la convergence de l’algorithme PSO : sur une
cartographie 2D de la figure de mérite F , on a tracé les positions (LQW, LBarrière) de chacune
des particules de l’essaim (N = 10 particules). De génération en génération, la position
moyenne de l’essaim se recentre progressivement vers le maximum de F . Si dans cet exemple
à deux dimensions, un simple algorithme de descente de gradient aurait suffi pour trouver
l’optimum, dans des situations plus complexes avec l’ensemble des tailles de puits et de
barrière comme paramètres à optimiser, l’utilisation de l’algorithme d’essaim se justifie par
la présence de nombreux minima locaux.

Généralisation

On peut facilement généraliser la fonction F à un nombre plus grand de puits. Par
exemple, si l’on souhaite optimiser également le puits L2

QW et la barrière L1
Barrière suivants,

il suffit de calculer les quatre situations de représentation localisée (L) /délocalisée (D) :
(L,L), (L,D), (D,L) et (D,D) pour la représentation des fonctions d’ondes associées aux
niveaux A1, A2 et A3. À chacune des situations de représentation, on a donc 4 coefficients
de pondération :

αLL = αA1−A2
L αA2−A3

L (3.45)

αLD = αA1−A2
L αA2−A3

D (3.46)

αDL = αA1−A2
D αA2−A3

L (3.47)

αDD = αA1−A2
D αA2−A3

D (3.48)

où les αAi−AjL,D représentent les poids associés à la représentation de l’interaction entre les
fonctions d’ondes Ai et Aj dans une base L ou D, et sont calculés de la même manière que
dans l’équation (3.43). La figure de mérite F se ré-écrit alors :

F = max

(
αLL × SNRLL, αLD × SNRLD, αDL × SNRDL, αDD × SNRDD

)
(3.49)
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Figure 3.15 – Illustration de la convergence de l’algorithme d’essaim PSO sur la fonction de
coût F optimisée sur deux paramètres. La carthographie de F est superposée aux positions
des particules (points rouges), pour démontrer la bonne convergence de l’algorithme. On note
que la cartographie de F est très similaire à la cartographie de la probabilité d’extraction
faite précédemment (chapitre 2, Fig.2.21). La différence majeure entre ces deux cartographies
vient de la prise en compte du bruit S dans la cartographie de F : lorsqu’on diminue
l’épaisseur de barrière, la probabilité d’extraction augmente, mais l’intensité des transitions
diagonales parasites entre le niveau fondamental du puits optique et les niveaux de la cascade
augmente également. Le bruit d’obscurité est décuplé, et mécaniquement le rapport signal
à bruit s’effondre. L’optimum de F se trouve effectivement à une épaisseur de barrière
conséquente, nécessaire pour atténuer les transitions diagonales.
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Si l’on contraint le reste des niveaux de la cascade dans des situations (ΩT ,∆ω) telles qu’une
représentation en base délocalisée est toujours pertinente, on pourra ajouter les largeurs des
puits et des barrières correspondantes aux degrés de liberté à optimiser, sans avoir à calculer
l’ensemble des situations de représentation L et D. En pratique, on utilisera la fonction de
mérite de l’équation (3.49), où seules les représentations de l’interaction des trois premiers
niveaux de la cascade sont étudiées.

On notera également, qu’au delà d’une conception optimisée qui autoriserait des perfor-
mances théoriques impressionnantes (on estime une efficacité quantique interne au moins
doublée par rapport à une structure respectant les règles de conception empiriques), la
conception d’une cascade doit également se faire dans un souci de robustesse : lors de
l’épitaxie des couches, la mâıtrise des épaisseurs se fait (au mieux !) de l’ordre d’une mono-
couche (≈ 3Å). On fera donc attention à bien asymétriser les alignements résonnants pour
écarter de manière certaine des situations défavorables aux performances : par exemple, un
rétrécissement de 3Å du puits lié à A2 peut entrâıner une chute brutale de la probabilité
d’extraction.

3.4 Conception des contacts

Dans les sections précédentes, nous avons successivement dimensionné les épaisseurs du
puits optique et de la cascade d’extraction. À ce stade, il ne nous reste plus qu’à dimen-
sionner les bords de la région active, à savoir les contacts épais de semi-conducteur et les
couches intermédiaires entre les périodes et ces contacts.

On s’intéresse successivement aux deux extrémités de la structure, qui observent des
principes de conception différents. Les structures de bande de ces deux extrémités sont
représentées sur la figure 3.16 :

— Contact, injecteur et première période (figure 3.16-[a]). Lorsqu’on interface une
période (dont le dopage du puits optique impose un certain niveau de Fermi) et
une couche épaisse de semi-conducteur dopé différemment, on génère un transfert
de charge et donc une courbure du potentiel. Les principes de conception de cette
interface gravitent autour de la bonne mâıtrise de ce transfert de charge :
— pour graduer la chute de potentiel entre le premier puits optique et le contact

“gauche”, on ajoute généralement deux ou trois puits quantiques, qu’on nomme
puits injecteurs. En pratique, la largeur de ces puits et leur dopage sont dimen-
sionnés de sorte que ces niveaux soient situés autour du niveau de Fermi et forment
une minibande (niveaux résonants). En plus d’assurer un transport électronique
efficace entre le contact et le premier puits optique, ces trois niveaux permettent
d’espacer spatialement le niveau excité A1 du continuum de niveaux présents dans
les contacts. En effet une interaction rapprochée entre A1 et ce continuum se ferait
au détriment de la probabilité d’extraction.

— pour compenser les pertes d’électrons du puits optique dues aux transferts de
charges, on sur-dope le premier puits optique, tel qu’à l’équilibre thermodyna-
mique la population de ce puits optique est égale aux populations des puits op-
tiques des autres périodes de la structure.
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Figure 3.16 – Représentation de la structure de bande à l’équilibre thermodynamique des
extrémités de la région active.

— Dernière période et contact (figure 3.16-[b]). De nouveau, on doit mâıtriser les
transferts de charges :
— la courbure de potentiel à l’interface de la dernière période et du contact “droit”

nécessite de modifier les épaisseurs des puits de cette dernière cascade : on les
ajuste (plus larges) tel que l’alignement de ces niveaux corresponde à l’aligne-
ment des niveaux dans les autres cascades. Cette dernière cascade est parfois ap-
pelée extracteur, puisqu’elle joue un rôle symétrique au rôle de l’injecteur, décrit
précédemment.

— similairement au premier puits optique, on sur-dope le dernier puits optique pour
compenser les pertes électroniques et s’aligner sur les populations des autres
périodes.
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3.5 Bilan sur la conception

Dans ce chapitre, nous avons présenté et détaillé successivement l’ensemble des outils
et maillons de la châıne de conception et de dimensionnement d’un composant ISB inclus
dans une cavité de type antenne patch. L’approche pragmatique de la conception et l’étude
paramétrique des différentes étapes nous a permis de construire une vision intuitive du
fonctionnement final du dispositif, d’identifier les paramètres critiques à dimensionner, et
les grandes tendances de comportement du dispositif. Ce chapitre était également voué à
présenter la volonté de développer un procédé de conception robuste, fiable et prédictif,
reposant sur des critères quantitatifs, où chacune des étapes de conception est mâıtrisée.
On précisera que les résultats présentés ici sont le fruit de l’étroite interaction de tous les
membres de l’équipe de conception, mais également de l’équipe d’épitaxie (notamment sur
les aspects de calibration).

L’application des procédures d’optimisation, notamment sur la structure de bande des
QCDs, permettrait d’obtenir des gains de l’ordre d’un ordre de grandeur par rapport aux
performances actuelles. Cependant, on insiste sur la nécessité de concevoir des structures
robustes vis-à-vis du processus de fabrication : l’optimisation doit être incrémentale et porter
sur un petit nombre de paramètres, pour s’éviter de mauvaises surprises et désintriquer les
effets des différents ajustements. Une étude expérimentale poussée sur les gains potentiels
des nouveautés de conception présentées dans ce chapitre n’a malheureusement pas pu être
menée pendant la thèse.
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Chapitre 4

Comportement d’un détecteur à
cascade quantique en régime de
couplage fort lumière-matière :
modèle semi-classique du transport

Dans le premier chapitre, nous avons introduit la notion de couplage fort et d’états
polaritoniques ISB. Le premier objectif de ce chapitre est de consolider cette introduction
en décrivant explicitement le couplage lumière-matière entre un mode plasmonique ISB et
un mode de cavité optique. Ce développement nous permettra notamment d’introduire la
distinction entre états noirs et état brillant.

Le second objectif de ce nouveau chapitre est de caractériser et de modéliser le compor-
tement de QCDs fonctionnant dans un régime de couplage fort, pour apporter une première
réponse aux problématiques fixées dans la section 1.3. On trouve de nombreux exemples de
caractérisation optique de dispositifs en couplage fort dans la littérature, avec des géométries
différentes (guides d’ondes [111], résonateurs LC à base de métamatériaux[26, 112], cavités
planaires dispersives [21, 113], cavités 0D patchs [19, 114]) explorant des régimes de cou-
plage fort dans le domaine spectral moyen-infrarouge et THz. En appliquant une tension
au bornes d’un puits quantique fortement dopé [115], ou en variant la quantité de dopants
[24], le passage continu du régime de couplage fort au régime de couplage ultra-fort a été
également largement étudié.

On trouve en revanche peu de démonstrations du comportement photo-électrique de dis-
positifs en régime de couplage fort. Nous présentons ici brièvement les études qui traitent
à notre connaissance de cette question. Les auteurs de [116] étudient la réponse photo-
voltäıque d’un QCD embarqué dans une cavité planaire et mesurent une séparation de Rabi
de l’ordre de 16 meV (pour ωISB = 163 meV), mais ne présentent pas la caractérisation op-
tique de leurs dispositifs. À partir de mesures de photo-courant de QWIPs embarqués dans
des cavités dispersives, les auteurs de [63] mettent en évidence une fonction de transfert
dépendante de la fréquence d’excitation ω. En schéma d’injection, [32] et [20] mesurent des
spectres d’électroluminescence qui présentent une nette dispersion polaritonique.

Dans ce contexte, nous présentons dans ce chapitre la caractérisation optique (mesures de
réflectivité) et électrique (mesures de photo-courant) de différents dispositifs embarqués dans
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des réseaux d’antennes patchs fonctionnant à l’entrée du régime de couplage fort (2Ω ≈ 10
meV, ωISB = 120 meV). En parallèle de cette description expérimentale, nous construirons
progressivement un modèle de transport électronique en régime de couplage fort, basé sur un
modèle semi-classique de théorie des modes couplés (CMT, pour Coupled Modes Theory).
Nous en étudierons les différences avec le modèle présenté dans le chapitre 2 et 3 de ce ma-
nuscrit, et nous l’utiliserons pour reproduire les différents jeux de données expérimentales.
L’analyse minutieuse de ce nouveau modèle de transport nous permettra de dessiner et d’in-
terpréter un schéma d’extraction depuis les états polaritoniques vers la cascade électronique,
ce qui confirmera que le QCD est une plateforme adaptée à l’étude de l’extraction résonnante
de polaritons.

Dans un second temps, nous nous tournerons vers la caractérisation du courant d’obs-
curité de nos structures conçues pour fonctionner en couplage fort. Nous verrons que la
nécessité d’introduire une grande quantité de dopants pour augmenter l’amplitude du cou-
plage lumière-matière Ω affecte profondément les courbes de courant d’obscurité. En parti-
culier, nous verrons que le modèle de transport décrit dans le chapitre 2, prédictif pour les
structures faiblement dopées, décrit mal ces nouvelles structures fortement dopées. Enfin,
nous reviendrons sur la problématique des performances de QCDs fonctionnant en régime
de couplage fort. Nous verrons à l’aide d’arguments simples portant sur l’énergie d’activa-
tion que le régime de couplage fort n’est pas intéressant d’un point de vue performance
d’obscurité.

4.1 Origine des états polaritoniques ISB

Dans les parties qui suivent, nous allons progressivement introduire l’origine des modes
polaritoniques ISB. Pour cela, nous construirons successivement l’ Hamiltonien “matière”
(l’Hamiltonien du mode plasmonique ISB), l’Hamiltonien “lumière” (du mode TM01 de
la cavité optique), et l’Hamiltonien d’interaction (interaction entre les deux modes). Le
développement et le traitement rigoureux de ces Hamiltoniens sont complexes : ces sections
ayant pour but d’introduire la notion de modes polaritoniques, on s’autorisera certains rac-
courcis simplificateurs, qui nous permettront de dégager un maximum d’intuition physique.
Les développements qui suivent dans les prochaines sections sont principalement basés sur
[22] et [117], où les auteurs présentent un modèle détaillé et une description extensive du
régime de couplage fort dans des dispositifs ISB.

4.1.1 État brillant et états noirs : origine du mode plasmonique
ISB

Dans cette première section, on souhaite introduire la distinction entre état brillant,
qui concentre la totalité des capacités d’interaction avec le champ électromagnétique, et les
états noirs, aveugles à toute interaction avec la lumière. De ces considérations, nous allons
progressivement construire l’Hamiltonien “matière”, et en particulier, discuter de l’origine
physique du mode plasmonique ISB qu’on utilisera pour décrire l’interaction avec le champ
électromagnétique.

112



États électroniques fermioniques

On commence par se placer dans une situation simplifiée, restreinte à deux sousbandes
d’un même puits quantique. 0 désignera la sousbande fondamentale de la transition ISB, 1 la
sousbande excitée. Chaque état k de l’espace réciproque constituant les sousbandes 0 et 1 est
un état électronique, donc fermionique : il n’est pas possible d’accumuler plus d’un électron
dans chacun de ces états : |0k

i 〉 (respectivement |1k
i 〉) désignera l’état k occupé (respective-

ment, vacant) dans la sousbande i 1. Ces états constituent les briques fondamentales de la
description du système constitué par les deux sousbandes. Un état du système sera alors
déterminé par deux facteurs : le nombre total d’électrons dans le système N , et la répartition
de ces électrons dans les états k. Mathématiquement, cette description d’un système (les
deux sousbandes) constitué d’une multitude de sous-systèmes (les états k) passe par l’uti-
lisation de produits tensoriels. Pour simplifier la discussion, prenons quelques exemples, où
l’on négligera le spin des électrons considérés :

— Pour N = 0, donc aucun électron dans aucune des deux sousbandes, l’état du vide
s’écrit :

| 0 . . . 0︸︷︷︸
k′

. . . 0︸ ︷︷ ︸
sousbande 0

0 . . . 0︸︷︷︸
k′′

. . . 0︸ ︷︷ ︸
sousbande 1

〉 =
⊗
i=0,1
k

|0k
i 〉 (4.1)

— Pour N = 1 électron, l’état où (i = 0, k′) est rempli, et les (i, k 6= k′) sont vacants,
s’écrit :

| 0 . . . 1︸︷︷︸
k′

. . . 0︸ ︷︷ ︸
sousbande 0

0 . . . 0︸︷︷︸
k′′

. . . 0︸ ︷︷ ︸
sousbande 1

〉 =

(⊗
i=0,1
k 6=k′

|0k
i 〉
)
⊗ |1k′

0 〉 (4.2)

— Pour N = 2 électrons, l’état où (i = 0, k′) et (i = 1, k′′) sont remplis, et les (i, k 6=
k′, k′′) sont vacants, s’écrit :

| 0 . . . 1︸︷︷︸
k′

. . . 0︸ ︷︷ ︸
sousbande 0

0 . . . 1︸︷︷︸
k′′

. . . 0︸ ︷︷ ︸
sousbande 1

〉 =

(⊗
i=0,1
k 6=k′

k 6=k′′

|0k
i 〉
)
⊗ |1k′

0 〉 ⊗ |1k′′

1 〉 (4.3)

À chaque sous-système (i, k), on attribue un opérateur fermionique de création c†ik et d’an-
nihilation cik définit par :

cik = Id2 ⊗ ...⊗
[
0 1
0 0

]
︸ ︷︷ ︸

agit sur ik

⊗...⊗ Id2 (4.4)

c†ik = Id2 ⊗ ...⊗
[
0 0
1 0

]
︸ ︷︷ ︸

agit sur ik

⊗...⊗ Id2 (4.5)

1. Attention à la confusion sur la nomenclature d’état : chaque état k pris indépendamment peut être lui-
même dans deux états (lire configurations), vacant ou occupé. Dans la suite, la notion d’état s’apparentera
à cette seconde signification : elle désignera une configuration particulière de la distribution des électrons
entre les deux sousbandes.
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où Id2 désigne l’opérateur identité de dimension 2. c†ik (respectivement cik) décrit un pro-
cessus de création (respectivement de destruction) d’un électron dans le sous-système i,k :

c†ik|0... 0︸︷︷︸
ik

...0〉 = |0... 1︸︷︷︸
ik

...0〉 (4.6)

cik|0... 1︸︷︷︸
ik

...0〉 = |0... 0︸︷︷︸
ik

...0〉 (4.7)

c†ik|0... 1︸︷︷︸
ik

...0〉 = 0 (4.8)

cik|0... 0︸︷︷︸
ik

...0〉 = 0 (4.9)

L’Hamiltonien électronique total du système, He s’écrit :

He =
1∑
i=0

∑
k

ωikc
†
ikcik (4.10)

où les ωi,k sont les énergies des états |i,k〉. Dans la suite, on considère N électrons et on se
place à T = 0 K. L’état fondamental, c’est-à-dire l’état pour lequel il n’y a pas d’électron
dans la sousbande excitée et où les N électrons sont entièrement contenus dans la sousbande
fondamentale, s’écrit :

|F 〉 =
∏
|k|≤kF

c†0k|0...0〉 (4.11)

où kF désigne le vecteur d’onde de Fermi, et |0...0〉 est l’état du vide. |F 〉 est donc de la
forme :

|F 〉 =

∣∣∣∣ k≤kF︷ ︸︸ ︷
111...111...111 000︸ ︷︷ ︸

états k sousbande 0

000...00...000︸ ︷︷ ︸
états k sousbande 1

〉
(4.12)

L’état fondamental est représenté schématiquement Figure 4.1.

États à une excitation |E1
k〉

On sait que l’interaction d’un photon avec la transition ISB va générer des transitions que
l’on peut décrire à l’aide des opérateurs c†ik et cik de création/annihilation. En particulier,
on s’attend à des transitions verticales entre les (0,k) et (1,k), qui correspondent à l’ap-
plication successive des opérateurs c0k (destruction d’un électron en 0,k) et c†1k (création
d’un électron en 1,k). On définit alors les états à une excitation |E1

k〉, qui résultent de
l’application successive de ces opérateurs sur l’état fondamental |F 〉 :

|E1
k〉 = c†1kc0k|F 〉 =

∣∣∣∣ 111...1 0︸︷︷︸
k

1...111︸ ︷︷ ︸
sousbande 0

000...0 1︸︷︷︸
k

0...000︸ ︷︷ ︸
sousbande 1

〉
(4.13)

Ces états à une excitation sont des états propres de l’Hamiltonien He :

He|E1
k〉 = (ω1k +

∑
k′ 6=k

ω0k′)|E1
k〉 (4.14)
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|1k
0⟩

|0k′ 

1 ⟩

|F⟩ |E1
k⟩

c†
1kc0k

μFμF

Figure 4.1 – Représentation schématique de l’état fondamental |F 〉 et des états à une
excitation |E1

k〉. Le niveau de Fermi µF est représenté. Les états vacants |0k
i 〉 sont représentés

par des cercles vides, les états occupés |1k
i 〉 par des cercles colorés jaunes. Adaptée de [117].

Ces états nous permettent donc de décrire un processus de promotion d’un électron, par
exemple, suite à l’absorption d’un photon (cf. figure 4.1). Le sous espace formé par les états
à une excitation |E1

k〉 est de dimension N . À noter qu’on pourrait aller plus loin, et définir les
états à deux, trois, N excitations, avec une augmentation exponentielle des dimensions du
sous-système formé par ces états. En pratique, on va tronquer les dimensions du problème
en le restreignant à l’étude des états à une excitation. Cela se justifie notamment dans le
cadre d’une hypothèse de faible excitation 2.

La capacité d’interaction de la transition ISB avec un mode optique est contenue dans
l’opérateur dipolaire d̂ (pour simplifier, on ne considère que les transitions verticales, de
vecteur d’onde photonique q = 0) :

d̂ = z01

∑
k

(c†1kc0k + c1kc
†
0k) (4.15)

où l’on a considéré que chaque transition verticale possède la même amplitude de dipôle z01.
La répartition des dipôles de chacun des états |E1

k〉 peut être calculée :

〈F |d̂|E1
k〉 = z01 ∀k (4.16)

La capacité d’interaction du système avec la lumière est donc uniformément répartie sur
tous les N états |E1

k〉 à une excitation. Autrement dit, les transitions verticales k entre
les deux sousbandes vont pouvoir se coupler de manière uniforme selon k avec un champ
électromagnétique d’excitation.

Pour récapituler, nous avons simplement construit les briques fondamentales de descrip-
tion du système : lorsqu’on excitera (faiblement) notre système ISB, initialement dans un

2. Ce qui n’est pas incompatible avec un régime de couplage fort : on peut faiblement exciter un dispositif
composé de deux sous-systèmes fortement couplés.
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état fondamental |F 〉, ce système sera correctement décrit par les états à une excitation
|E1

k〉, dont les dipôles sont uniformément répartis.

État brillant et états noirs

Pour changer d’angle sur la manière dont on interprète le système, on effectue un chan-
gement de base : on introduit la nouvelle base {|Bn〉}n=[1:N ], définie à partir des états à une
excitation :

|Bn〉 =
∑
|k|<kF

αnk|E1
k〉 (4.17)

où les αnk sont des coefficients complexes, tel que {|Bn〉}n=[1:N ] est une base orthonormée
du sous-espace à une excitation : ∑

k

α∗nkαmk = δnm (4.18)

En particulier, on choisit n = 1 tel que tous les α1k sont égaux. En appliquant l’équation
(4.18), on obtient deux relations :

α1k =
1√
N
∀k, n = 1 (4.19)∑

k

αnk = 0 ∀n 6= 1 (4.20)

L’état |B1〉 est appelé état brillant (état symétrique), et les N − 1 autres états sont appelés
états noirs (anti-symétriques). Ce changement de base associé à cette répartition parti-
culière des coefficients α1k est une procédure courante dans le traitement des phénomènes
de superradiance (N émétteurs intéragissant avec un champ électromagnétique commun de
manière collective et cohérente)[118]. Les raisons de cette nouvelle représentation du système
se révèlent dans l’évaluation des dipôles contenus dans les différents états |Bn〉. En utilisant
l’équation (4.20), on obtient :

〈F |d̂|Bn〉 =

{
z01

√
N si n = 1

0 sinon
(4.21)

L’intégralité de la force d’oscillateur du système est désormais contenue dans un unique état,
l’état brillant |B1〉. À l’inverse, les N − 1 états noirs, orthogonaux à cet état brillant, sont
incapables de se coupler avec la lumière. Nous verrons par la suite que c’est effectivement
par cet état brillant |B1〉, qui concentre la totalité de la capacité du système à interagir avec
la lumière, qu’on pourra se coupler fortement à un mode électromagnétique de cavité : il en
émanera les états polaritoniques.

Associé à cet état brillant, on définit b† et b les opérateurs création et annihilation
d’excitations dans l’état brillant :

b† =
1√
N

∑
k

c†1kc0k (4.22)

b†|F 〉 = |B1〉 (4.23)
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On peut montrer à partir des relations de commutation entre les opérateurs fermioniques

[cik, c
†
jk′ ] que [b, b†] = N̂0−N̂1

N
, où N̂0 et N̂1 sont les opérateurs population des sousbandes 0

et 1. Par conséquent, en régime de faible excitation, et pour un large nombre N d’électrons,
on peut approximer le commutateur portant sur les opérateurs b par :

[b, b†] ≈ Id (4.24)

qui s’identifie à une relation de commutation d’opérateurs bosoniques. Dans la limite de
faible excitation, effectuer ce changement de base nous a permis de passer d’une description
fermionique du système électronique à une description bosonique : |B1〉 décrit l’état à une
excitation du mode bosonique, mais l’application successive de b† à cet état |B1〉 permet
d’accéder à des états |Bi

1〉 à i excitations, dans la limite de faible excitation où i� N 3. Dans
le cas d’une dispersion parallèle et parabolique des bandes (ω01k = ω01 ∀k), l’Hamiltonien
électronique bosonique associé aux états brillants s’écrit donc :

Hb = ω01b
†b (4.25)

Pour le moment, cet état brillant semble émaner d’une simple opération mathématique de
changement de base, sans qu’une interprétation physique claire ne s’en dégage vraiment.
De fait, l’état brillant est dégénéré avec les états noirs (leur fréquence propre est égale à
celle de la transition ISB ω01). Dans les paragraphes suivants, on explique brièvement et
qualitativement comment cette dégénérescence est levée via l’Hamiltonien d’interaction.

Mode plasmonique inter-sousbande

L’Hamiltonien d’interaction lumière-matière en jauge dipolaire [117] prend une forme
qui s’apparente à l’expression simplifiée suivante :

Hint =
1

ε0ε

(
− D̂ · P̂ +

1

2
P̂2

)
(4.26)

où D̂ représente l’opérateur induction électrique, et P̂ est l’opérateur densité de polarisation
du gaz électronique. L’interaction lumière-matière est modélisée par le terme D̂ · P̂ d’inter-
action entre le champ électromagnétique et les polarisation électroniques (où les interactions
magnétiques ont été négligées). C’est le terme quadratique P̂2 qui nous intéresse pour le mo-
ment : il représente l’interaction des polarisations électroniques entre elles. Puisqu’il porte
sur les dipôles des transitions, il est possible de le ré-écrire uniquement à l’aide des opérateurs
b et b† associés à l’état brillant, et d’inclure ce terme d’interaction à l’Hamiltonien électrique
bosonique de l’équation (4.25) :

H̃e = ω01b
†b+

ω2
P

ω01

(b† + b)(b† + b) (4.27)

où l’on ré-introduit la fréquence plasma ωP , précédemment introduite dans le chapitre 2
(voir section 2.5.4) :

ω2
P =

e2∆N01

εε0m∗Leff

(4.28)

3. Attention donc à la distinction entre mode et états. Dans le mode bosonique brillant, on peut accumuler
des excitations : selon ce nombre d’excitations, on accède à des états différents, les états à i excitations dans
le mode brillant, |Bi

1〉 (|B1
1〉 = |B1〉 est l’état à une excitation)
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La dernière étape de ce développement, consiste à diagonaliser l’Hamiltonien H̃e, en intro-
duisant de nouveaux opérateurs bosoniques p, qui s’expriment à partir des opérateurs b et
b† :

p =
ω̃01 + ω01

2
√
ω̃01ω01

b+
ω̃01 − ω01

2
√
ω̃01ω01

b† (4.29)

Le nouveau mode propre du système qui émerge de cette diagonalisation est appelé plasmon
inter-sousbande, et correspond au mode d’excitation collectif du gaz d’électron, dont la
fréquence propre est ω̃01 :

ω̃01 =
√
ω2

01 + ω2
P (4.30)

qui est donc l’énergie de transition ISB ω01, plasma-shiftée par la fréquence plasma ωP . Pour
récapituler, l’action des termes d’auto-interaction polarisation-polarisation P̂2 ont permis
de lever la dégénérescence entre l’état brillant et les états noirs, et l’amplitude de cette
dégénérescence est pilotée par ωP , et donc par le dopage introduit dans les puits quantiques.
À partir de maintenant et pour toute la suite, c’est ce mode plasmonique ISB qui sera utilisé
pour décrire l’interaction lumière-matière 4.

Bien que le développement précédent reste particulièrement complexe malgré les raccour-
cis empruntés, il nous a permis de remonter aux origines physiques du mode “matière” qui
se couplera effectivement avec le mode “lumière”. Les quelques idées principales à retenir
pour la suite sont les suivantes :

— le mode plasmonique ISB est le seul acteur du couplage avec la lumière, puisqu’il
concentre la totalité de la force d’oscillateur ;

— en régime de faible excitation, on peut l’assimiler à un mode bosonique, que l’on va
pouvoir traiter de manière simplifiée comme un oscillateur ;

— sa fréquence propre ω̃01 est plasma-shiftée par rapport à la fréquence de la transition
ISB : ce mode n’est donc pas dégénéré avec les états noirs.

4.1.2 Mode de cavité

Comme on l’a vu dans le chapitre 3, il est pertinent de placer nos puits quantiques dans
un environnement électromagnétique adéquat, dans le but d’exalter l’interaction lumière-
matière. Dans le chapitre 3, nous avions fait la description de la cavité dans un formalisme
semi-classique du champ électromagnétique TM01 confiné dans la cavité, et de son inter-
action avec les puits quantiques. Dans cette partie, on se place dans un point de vue dit
de seconde quantification du champ, qui consiste à décrire le champ électromagnétique non
plus à l’aide des champs scalaires (E,B), mais à l’aide d’opérateurs et d’états quantiques.
En particulier, le mode TM01 d’intérêt sera totalement décrit par les opérateurs créations
a†c et annihilation ac, tel que l’Hamiltonien Hc associé à la cavité s’écrit :

Hc = ωc(a
†
cac +

1

2
) (4.31)

4. Par extension, on parlera de mode ISB ou de mode électronique.
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4.1.3 Interaction lumière-matière : Hamiltonien complet

L’Hamiltonien complet H, qui incorpore l’interaction entre le mode plasmonique ISB et
le mode de cavité optique s’écrit sous la forme :

H = ω̃01p
†p+ ωc(a

†
cac +

1

2
) +

ωP
2

√
fw(a†c + ac)(p

† + p) (4.32)

où fw désigne le recouvrement optique entre le champ électromagnétique et les courants
de polarisations. Le recouvrement fw s’approxime par Leff/L

z
c , où on rappelle que Leff est

l’extension spatiale de ces courants de polarisation selon z, et Lzc est l’épaisseur totale de la
cavité optique. De l’équation (4.32), on identifie la constante de couplage lumière-matière
Ω :

Ω =
ωP
2

√
fw (4.33)

La fréquence plasma ωP intervient donc à la fois dans l’expression de la fréquence propre
du plasmon ω̃01 mais aussi dans l’amplitude du couplage Ω.

Lorsqu’on développe les termes d’interaction de l’Hamiltonien H équation (4.32), on
distingue deux contributions :

— les termes résonnants a†cp et acp
†, qui décrivent les processus intuitifs de l’interac-

tion : la création d’une excitation (un photon) dans le mode de cavité (a†c) passe
par la suppression d’une excitation (une désexcitation électronique) dans le mode
plasmonique (p), et inversement pour le terme acp

†. Ces termes sont prépondérants.
— les termes anti-résonnants a†cp

† et acp, qui décrivent des processus contre-intuitifs :
création d’un photon (a†c) via une excitation électronique (p†).

Dans la suite, on va utiliser l’approximation de l’onde tournante, qui permet de négliger les
termes anti-résonnants et de ne conserver que les termes résonnants (approximation valide
dans la limite ΩR � ωc, ω̃01). Conserver dans le développement les termes anti-résonnants
est possible et pertinent lorsqu’on rentre dans le régime de couplage lumière-matière ultra-
fort [24, 26], où ces termes ne sont plus négligeables. L’Hamiltonien complet de l’équation
(4.32) est donc simplifié (on change la référence d’énergie pour se débarrasser du facteur
1/2) :

H = ω̃01p
†p+ ωca

†
cac + Ω(a†cp+ acp

†) (4.34)

4.1.4 États polaritoniques

Si l’équation (4.34) condense déjà bien la complexité du problème en une expression
simple, elle est basée sur l’utilisation des opérateurs quantiques p et ac, difficiles à manier
et à appréhender. Dans cette partie, on réduit la complexité d’un cran, et on restreint la
formulation du problème en une représentation matricielle 2 × 2, dans une base d’états
à deux dimensions : un mode de cavité |c〉, et un mode plasmonique ISB |ISB〉. Cette
nouvelle formulation va nous permettre d’introduire simplement les états polaritoniques.
L’Hamiltonien H de l’équation (4.34) prend alors la forme (on écrira désormais ω̃01 = ω̃ISB) :

H =

[
ωc Ω
Ω ω̃ISB

]
(4.35)

119



0.6 0.8 1.0 1.2 1.4
c/ ISB

0.6

0.8

1.0

1.2

1.4

/
IS

B

[b]

/ ISB = 0
/ ISB = 0.05
/ ISB = 0.10
/ ISB = 0.15
/ ISB = 0.20

0.6 0.8 1.0 1.2 1.4
c/ ISB

0.6

0.8

1.0

1.2

1.4

/
IS

B

R = 2
+

c = ISB

[a]
c

ISB

0.6 0.8 1.0 1.2 1.4
c/ ISB

0.0

0.5

1.0

Co
ef

fic
ie

nt
s d

'H
op

fie
ld

Principalement cavité

Principalement ISB

1 2

[c]

0.6 0.8 1.0 1.2 1.4
c/ ISB

0.0

0.5

1.0

Co
ef

fic
ie

nt
s d

'H
op

fie
ld

[d]

/ ISB = 0.05
/ ISB = 0.10
/ ISB = 0.15
/ ISB = 0.20

Figure 4.2 – [a] Dispersion polaritonique pour Ω = ωISB

8
. Les différentes grandeurs asymp-

totes des branches polaritoniques sont indiquées. [b] Dispersion polaritonique pour différents
rapports Ω/ωISB. [c] Coefficients d’Hopfield pour Ω = ωISB

8
. [d] Coefficients d’Hopfield pour

différents rapports Ω/ωISB.

On peut diagonaliser cet Hamiltonien à l’aide des matrices de passage P (cf. Annexe [D]
pour la démonstration) :

H± = P−1HP =

[
ω+ 0
0 ω−

]
(4.36)

H± est représenté dans la nouvelle base d’états propres, la base des états polaritoniques,
composée de l’état polaritonique haut |+〉 et de l’état polaritonique bas |−〉. Ces états
s’expriment par une combinaison linéaire des états de la base naturelle |c〉 et |ISB〉 à l’aide
des coefficients d’Hopfield α± [5] :

|+〉 = αISB
+ |ISB〉+ αc+|c〉 (4.37)

|−〉 = αISB
− |ISB〉+ αc−|c〉 (4.38)
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Les |αISB
± |2 (respectivement, |αc±|2) représentent la ”proportion” de mode ISB (respective-

ment, cavité) contenue dans les modes polaritoniques |±〉. Ils s’expriment analytiquement :

α1 = αISB
+ = αc− =

∆ +
√

∆2 + 4Ω2√
4Ω2 +

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
:=

X√
X2 + Y 2

(4.39)

α2 = αc+ = αISB
− =

2Ω√
4Ω2 +

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
:=

Y√
X2 + Y 2

(4.40)

où ∆ = ω̃ISB−ωc. Dans cette représentation matricielle 2×2, les coefficients d’Hopfield sont
donc symétriques, et en particulier on a |α1|2 + |α2|2 = 1. Enfin, on peut également exprimer
les fréquences propres polaritoniques ω± :

ω± =
ω̃ISB + ωc

2
± 1

2

√
(ω̃ISB − ωc)2 + 4Ω2 (4.41)

Dans la situation asymptotique où ωP = 0, on retrouve bien que les deux fréquences polari-
toniques sont bien égales aux fréquences de cavité et ISB (non plasma-shiftée) : ω+ = ωISB

et ω− = ωc. Les états polaritoniques apparaissent donc simplement comme une nouvelle
manière d’appréhender le système, non plus dans la base naturelle cavité/plasmon ISB,
mais dans la base des états qui diagonalisent l’Hamiltonien d’interaction lumière-matière.
De la même manière qu’un photon est la représentation particulaire d’une excitation du
mode optique, on appellera polariton l’excitation associée à un mode polaritonique. La fi-
gure 4.2 trace les différentes grandeurs abordées dans les équations précédentes 5.

Quelques points à noter :
— Le minimum de différence d’énergie Figure 4.2-[a,b] entre les deux branches polarito-

niques ω± se situe à la résonance ωc = ω̃ISB (et non pas ωISB), et correspond à l’écart
de Rabi (Rabi splitting en anglais), tel que ∆ω± = 2Ω. Cette résonance concorde
avec l’égalité des coefficients d’Hopfield (|α1|2 = |α2|2 = 0.5, cf. Figure 4.2-[c,d]) : à
la résonance, les modes polaritoniques sont équitablement répartis entre le mode de
cavité et le mode ISB.

— À l’inverse, loin de la résonance, les branches polaritoniques convergent vers une
représentation principalement ISB (respectivement cavité), tel que, lorsque ωc/ωISB →
+∞, on a ω+ → ωc et ω− → ω̃ISB (et inversement pour ωc/ωISB → 0), ce qui concorde
avec des coefficients d’Hopfield respectivement égaux à 1 et 0.

4.1.5 Distinction entre couplage fort et couplage faible

Jusqu’à présent, on a fait une description très générale du problème de l’interaction
plasmon-ISB/cavité : dans la limite de l’approximation de l’onde tournante, la dispersion
des modes polaritoniques calculée en équation (4.41) semble toujours être valide. En effet,
les équations développées jusque là dans ce chapitre font abstraction de considérations sur

5. On note à nouveau que les résultats présentés dans cette section correspondent à une représentation
2× 2 simplifiée. Sans approximation de l’onde tournante, donc en conservant l’Hamiltonien d’interaction de
l’équation (4.32), on fait apparâıtre 4 modes propres polaritoniques, qualifiés par 4 coefficients d’Hopfield.
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les phénomènes de décohérence/dissipation qui viendraient perturber l’évolution cohérente
du système décrite par l’Hamiltonien H de l’équation (4.35). Dans cette partie, on discute
de l’influence de ces termes décohérents de manière très simple, phénoménologiquement, et
on pose les limites entre les régimes de couplage faible et de couplage fort. La manière la
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Figure 4.3 – [a] Spectres de réflectivité R de la stucture ? pour différentes températures
de mesure. La dispersion des pics polaritoniques superposée aux mesures est calculée à
partir de l’équation (4.47). [b] Dispersion polaritonique Re{ω±} en fonction de l’amplitude
Ω du couplage, pour une situation idéale, sans perte (traits pointillés) et dans le cas de
perte (traits pleins). La ligne noire pointillée correspond à la position du mode plasmonique
ω̃ISB. [c] Dispersion des coefficients d’Hopfield α1 et α2, calculé à partir de l’Hamiltonien
non-hermitique H̃ Eq. (4.46). [b] et [c] sont tracés pour la résonance ωc = ω̃ISB.

plus simple d’introduire la notion de pertes dans l’équation (4.35) passe par l’utilisation de
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fréquences propres complexes :

ωc → ωc + iγc (4.42)

ω̃ISB → ω̃ISB + iγISB (4.43)

où γISB et γc sont réels, et peuvent, dans un premier temps, s’interpréter comme le nombre
d’excitations (plasmons ISB et photons de cavité) dissipées par unité de temps (mais qu’on
exprimera également en meV). Dans nos système résonnants, on s’attend à ce que l’amplitude
des modes ISB et cavité soit oscillante, et donc de la forme harmonique :

ei(ωc+iγc)t = eiωcte−iγct (4.44)

ei(ω̃ISB+iγISB)t = eiω̃ISBte−iγISBt (4.45)

L’introduction de fréquences propres complexes via γc et γISB permet effectivement d’intro-
duire phénoménologiquement un amortissement de nos oscillateurs. Pour comprendre l’in-
fluence des termes de pertes sur nos états propres, on va diagonaliser l’Hamiltonien effectif
non-Hermitique H̃ :

H̃ = H + iγ =

[
ωc Ω
Ω ωISB

]
+ i

[
γc 0
0 γISB

]
(4.46)

On obtient deux nouvelles valeurs propres complexes ω̃±, qu’on peut écrire analytiquement
comme :

ω̃± =
ω̃ISB + ωc

2
+ i

γISB + γc
2

± 1

2

√
(ω̃ISB − ωc + i(γISB − γc))2 + 4Ω2 (4.47)

À la résonance ω̃ISB = ωc, l’expression se simplifie telle que :

ω̃± = ωc + i
γISB + γc

2
± 1

2

√
4Ω2 − (γISB − γc)2 (4.48)

La dispersion en énergie est alors donnée par la partie réelle de ω̃±, Re{ω̃±}. Les figures
4.3-[b] et [c] tracent cette dispersion, ainsi que les coefficients d’Hopfield, en fonction de
l’amplitude du couplage Ω. On distingue alors deux situations :

— si 4Ω2 ≥ (γISB− γc)2, le terme sous la racine reste positif, et l’évaluation de la racine
reste donc un nombre réel. Par conséquent, les énergies propres du système sont
séparées d’un facteur ±1

2

√
4Ω2 − (γISB − γc)2 < Ω, qui implique donc que la levée

de dégénérescence est affectée par l’amplitude des termes de perte γc,ISB. Lorsque
Ω2 � (γISB− γc)2, on retrouve bien que Re{ω̃±} → ω±. Autrement dit, les effets des
pertes sur la dispersion sont d’autant plus faibles que l’amplitude du couplage est
fort. Ces situations décrivent un régime de couplage fort lumière-matière.

— si Ω2 < (γISB−γc)2, l’évaluation de la racine donne un nombre complexe. La dispersion
donnée par Re{ω̃±} donne alors deux énergies propres dégénérées (on rappelle qu’on
est à la résonance). On est dans une situation de couplage faible lumière-matière.

La distinction de ces deux régimes de fonctionnement conditionne le formalisme qui permet
de traiter l’interaction lumière-matière : en régime de couplage faible, on traite cette faible
interaction par une méthode dite des perturbations. Les énergies propres du système ne
sont pas altérées, et l’interaction est calculée via des taux d’absorption et d’émission : c’est
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la méthode qui a été adoptée dans les chapitres 2 et 3 (cf. équation(3.12)). À l’inverse, en
régime de couplage fort, les énergies propres du système étant altérées par le couplage, on
ne peut plus traiter l’interaction par la méthode des perturbations. On développera dans
les chapitres suivants un formalisme adapté aux calculs d’absorption et de transport dans
ce nouveau régime de fonctionnement.

La figure 4.3-[a] représente des spectres expérimentaux 6 de réflectivité R d’un QCD
(dopage n2D = 1×1012cm−2, 1 période, voir Annexe [C] pour la structure de bande) embarqué
dans une structure optique de type réseau 1D MIM (Metal-Insulator-Metal). Ces mesures ont
été réalisées via un µFTIR Bruker Vertex 70, couplé à un module Linkam de refroidissement.
Les températures mesurées vont de T = 79K à T = 298K. Pour ces mesures, lorsque la
température diminue, on observe un passage progressif d’un spectre de réflectivité à un pic,
à un spectre de réflectivité à deux pics. Les positions de ces pics en énergie sont décalées
par rapport à l’unique pic de résonance observé à haute température (T = 298K).

Dans ces dispositifs, le mode optique de cavité MIM se couple avec la transition ISB et
permet de rentrer en régime de couplage fort : on distingue, pour les faibles températures
(T < 173K) la présence de deux pics de réflectivité, signature spectrale de l’existence des
modes polaritoniques. En effet lorsque la température diminue, les pertes liées à l’absorption
ISB diminuent également (on diminue progressivement γISB), ce qui permet au système de
passer d’un régime de fonctionnement en couplage faible (l’unique pic observé dans ce cas
correspond à la résonance de la cavité optique) à un fonctionnement en couplage fort, qui
fait apparâıtre les deux modes polaritoniques dans le spectre de réflectivité. La modélisation
de la réponse optique d’un QCD en régime de couplage fort sera présentée dans les chapitres
suivants.

Expérimentalement, la condition de passage d’un régime à l’autre s’apparente donc plutôt
à un critère de résolution spectrale des pics associés aux polaritons : notre système est dans
un régime de couplage fort si les deux maxima spectraux associés aux modes polaritoniques
sont discernables l’un de l’autre, ce qui se traduit par :

2Ω > γc + γISB (4.49)

Spectralement, 2Ω s’interprète comme la distance en énergie entre ces deux pics, tandis que
γc + γISB est approximativement la largeur à mi-hauteur d’un mode polaritonique lorsque
ωc = ω̃ISB.

4.1.6 Bilan

Dans cette première partie, nous avons repris la description de l’interaction lumière-
matière du chapitre 2 et nous l’avons élargi à une description microscopique : successivement,
nous sommes passés d’une description fermionique de la transition ISB à une description
bosonique, où un unique mode plasmonique contient l’intégralité de la capacité du système
ISB à se coupler avec la lumière. En introduisant une description en seconde quantification
du mode TM01 confiné dans la cavité optique, nous avons pu écrire l’Hamiltonien d’inter-
action entre le mode plasmonique et ce mode électromagnétique. L’écriture du couplage

6. Remerciements à Tuan Nghia Lê et Simon Vassant du CEA pour ces mesures réalisées dans le cadre
du projet ANR Metanizo.
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Figure 4.4 – Représentation schématique des différents niveaux d’énergies considérés.

entre ces deux modes dans une nouvelle base de représentation a alors donné naissance
à deux nouveaux modes propres, les modes polaritoniques, espacés par la pulsation Rabi
2Ω (à résonance), et centrés autour des états noirs. Enfin, on a compris qu’en soumettant
cette interaction cohérente à des perturbations extérieures, dissipatives et décohérentes, on
est susceptible d’altérer la dispersion de ces modes polaritoniques. En particulier, on a mis
en évidence que le rapport d’amplitude entre le couplage (ΩR) et les termes perturbatifs
extérieurs (γc, γISB) permet de distinguer deux régimes de fonctionnement, régime de cou-
plage fort ou de couplage faible, qui eux-même conditionnent le formalisme utilisé pour la
modélisation de l’absorption et du transport.

L’origine des états polaritoniques ISB développés, on va désormais étudier le comporte-
ment d’un dispositif ISB en particulier, le QCD, fonctionnant en régime de couplage fort.

4.2 Analyse optique d’un QCD en couplage fort

Dans cette partie, nous nous intéresserons uniquement au comportement optique de
réseaux d’antennes patch intégrant la région active des QCDs. Ces résonateurs métal-métal
sont obtenus par collage sur un substrat de silicium métallisé. Ils sont réalisés 7 par matrices
de 1×2 mm2, organisées sous la forme d’un réseau de période p, avec des tailles s de patchs
carrés (cf. figure 4.5-[a]). Changer la période p nous permettra d’ajuster le contraste optique,
tandis que s permettra d’ajuster la résonance du mode optique confiné ωc. On précise que
cette géométrie n’est pas nécessairement la plus adaptée à l’étude du couplage fort : en parti-
culier, la gravure d’un réseau de diffraction sur le résonateur optique, idée développée notam-
ment dans [21], permet d’ajuster la résonance de cette cavité et donc de sonder continûment
la dispersion polaritonique. Dans notre cas, le paramètre s est un paramètre géométrique,
contraint par un procédé de fabrication, qui ne permet que l’étude discrète de la dispersion
des polaritons. Les couches composant la région active sont développées par épitaxie à jet
moléculaire (MBE, molecular beam epitaxy). Elles constituent une répétition de 5 périodes
de couches d’In0.53Ga0.47As/Al0.48In0.52As, dont la structure de bande est représentée figure
4.5-[b]. Prévu pour détecter à λ = 10 µm, par la suite nous nommerons cette structure
par QCD 10µm. On note une particularité sur l’agencement de la structure de bande : le

7. Toute la fabrication a été menée par G.Quinchard et C.Mismer du III-Vlab.
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Figure 4.5 – [a] Photographie prise au MEB d’un réseau d’antennes patchs utilisé pour
des mesures de réflectivité R. s désigne les dimensions latérales de ces patchs carrés, p la
période du réseau. On note que dans le cadre de ces mesures, les patchs ne sont pas reliés
électriquement par des fils. [b] Structure de bande du QCD embarqué dans les cavités patchs,
calculée à T = 78K.

niveau extracteur A2 est situé au-dessus (à plus haute énergie) que le niveau excité A1.
Cette apparente erreur de conception résulte de l’absence de prise en compte (au moment
de la conception) des effets de composition sigmöıdale (cf. figure 2.5.3 Chapitre 2). À 295K,
on calcule une probabilité d’extraction pE = 0.3. Les puits quantiques actifs, dans lesquels
les processus d’absorption de photon ont lieu, sont dopés n (Si). Précisément, pour effectuer
des mesures de réflectivité, trois échantillons ont été réalisés :

— un échantillon cavité où les puits optiques des QCDs ne sont pas dopés. Cet échantillon
permettra de caractériser les propriétés optiques de la cavité, en éliminant l’influence
de l’absorption ISB.

— un échantillon dopé à n2D = 5× 1011 cm−2.
— un échantillon dopé à n2D = 8× 1011 cm−2.

Pour le moment, on note que les patchs ne sont pas reliés électriquement entre eux via des
fils. L’idée ici est d’uniquement mesurer la réponse optique du système, à l’aide de réseaux
de patchs de grandes tailles.
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4.2.1 Mesures de réflectivité
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Figure 4.6 – Spectres expérimentaux de réflectivité (présentés sous la forme d’absorption
A = 1 − R) pour trois échantillons : [a] puits quantiques optiques non-dopés [b] dopés à
n2D = 5× 1011 cm−2 [c] dopés à n2D = 8× 1011 cm−2. Différentes valeurs de pas de réseau p
sont mesurées et superposées. Un offset est ajouté aux courbes pour une meilleure lecture.

Des mesures de réflectivité R sont réalisées sur les trois échantillons, par spectroscopie
infrarouge à transformée de Fourier (FTIR, Bruker Vertex 70) à l’aide d’une paire de miroirs
parabolique (F = 180 mm) et elliptique (F = 282/42 mm) et d’un photo-détecteur MIR de
type DTGS. Le spectre d’un miroir d’or est utilisé comme référence pour la normalisation
des spectres. Toutes les mesures présentées sont réalisées à 295K, pour un angle d’incidence
de 13° (0° correspondant à une incidence normale à la surface des dispositifs). Différents
couples (s, p) sont mesurés. Les résultats de mesures sont regroupés sur la figure 4.6, sous
la forme de spectres d’absorption A = 1−R.

Pour l’échantillon non-dopé figure 4.6-[a], on retrouve des résultats déjà discutés dans
le chapitre 3 : on observe un unique pic de résonance, associé au mode de cavité, dont la
position évolue vers les hautes énergies lorsque s diminue. Changer le paramètre de réseau
p ajuste le contraste du pic. Pour les deux autres échantillons [b] et [c] dopés, on observe
deux pics de résonance, qui semblent anticroiser autour de ω ≈ 120 meV pour une taille de
cavité s ≈ 1.55 µm. Loin de la résonance, pour s > 1.55 µm, le pic situé à la plus faible
énergie domine en amplitude le pic situé à plus forte énergie, et cette tendance s’inverse
lorsque s < 1.55 µm. Un tel anticroisement, localisé autour de l’énergie de la transition ISB,
est une signature claire du régime de couplage fort et des modes polaritoniques. Par ailleurs,
à même paramètre s, la séparation des pics de l’échantillon [c] est plus prononcée que pour
l’échantillon [b] : l’échantillon [c] étant plus dopé, le couplage Ω est plus intense et les pics
sont mieux résolus. Le paramètre de réseau p semble simplement ajuster le contraste des
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courbes. Dans la suite, on va détailler quantitativement ces spectres optiques à l’aide d’un
formalisme semi-classique simple mais puissant : la théorie des modes couplés.

4.2.2 Théorie des modes couplés à deux résonateurs

Description du modèle

ωc

Ω
2Γc

γISBγc + Γc

Cavité

ω̃ISB

Plasmon ISB 

s−

s+

Excitation 

Figure 4.7 – Représentation schématique de la théorie des modes couplés à deux résonateurs
(ωc et ω̃ISB) en interaction avec un port d’excitation.

La dynamique souvent complexe de systèmes résonnants couplés entre eux peut être
séparée en différentes composantes fondamentales que sont les modes. Les modes sont des
solutions stationnaires de la dynamique d’un système. Ils permettent d’établir une base
de représentation pertinente de ce système, dans laquelle on étudiera son évolution. La
théorie des modes couplés (CMT) est un formalisme semi-classique qui traite de manière
phénoménologique l’évolution de ces systèmes résonnants (et donc de modes) couplés entre
eux et soumis à des interactions dissipatives avec leur environnement. C’est un formalisme
simple mais puissant, qui nous apportera une intuition cruciale pour la bonne compréhension
de nos systèmes en couplage fort. Dans le chapitre 3, nous avions décrit le spectre d’une ca-
vité patch en couplage faible à l’aide de la CMT à un seul résonateur (que l’on avait associé
à la cavité). Les mécanismes d’absorption dans la transition ISB avait été traités de manière
classique, via un terme γzQW, qui reposait sur la distribution du champ électromagnétique
Ez et l’expression de la permittivité des puits dopés εzQW. En régime de couplage fort, une
telle description n’est plus possible, puisqu’elle n’est pas en mesure de décrire le second pic
d’absorption observé dans les mesures de la figure 4.6. Le formalisme CMT à un résonateur
doit donc être élargi à un second résonateur, le mode plasmonique ISB, cf. Figure 4.7.

Une telle description à deux résonateurs pour traiter la réponse optique des dispositifs
ISB embarqués dans les résonateurs MIM (metal-insulator-metal) se retrouve de manière
récurrente dans la littérature [111, 21, 113, 63, 108, 119]. et permet de décrire efficacement
et avec succès le comportement optique de ces dispositifs. Les auteurs de [27] détaillent
par ailleurs, à l’aide de ce formalisme, comment il est possible de concevoir des dispositifs

128



à la fois en couplage couplage critique et en couplage fort. L’équation générique décrivant
l’évolution de l’amplitude de modes a en interaction avec un port d’excitation harmonique
s’écrit :

da

dt
=
[

iH︸︷︷︸
Évolution
unitaire

− (γ + Γ)︸ ︷︷ ︸
Dissipation

]
a + Ks+e

iωt︸ ︷︷ ︸
Excitation

(4.50)

avec :

H =

[
ωc Ω
Ω ω̃ISB

]
, γ + Γ =

[
γc + Γc 0

0 γISB

]
, a =

[
ac
aISB

]
, K =

[√
2Γc
0

]
(4.51)

Les amplitudes complexes ac et aISB quantifient la capacité des modes (cavité et plasmon
ISB) à accumuler de l’énergie. En particulier, ni = |ai|2 représente la population contenue
dans le mode i, ou de manière équivalente, l’énergie contenue dans ce mode.

L’évolution du système se décompose en quatre contributions, représentées par quatre
termes H, γ,Γ et Ks+e

iωt :
— L’Hamiltonien hermitiqueH décrit l’évolution unitaire et cohérente du système, c’est-

à-dire l’évolution en l’absence de mécanismes dissipatifs. On choisit cet Hamiltonien
comme étant l’Hamiltonien décrit dans le chapitre 4, Eq. 4.35 : ωc est l’énergie propre
du mode de cavité, ω̃ISB =

√
ω2

ISB + ω2
P celle du mode plasmonique ISB, décalée par

rapport à l’énergie de la transition nue ωISB par l’action de la fréquence plasma ωP ,
et Ω désigne le couplage lumière-matière entre ces deux modes.

— Le terme de dissipation non-radiative γ décrit l’interaction du système avec les dif-
férents canaux de dissipation non-radiatifs. Dans le cas de la cavité γc décrit le taux
de dissipation de photons par absorption dans les métaux, mais aussi dans toutes les
couches qui ne sont pas les puits quantiques dopés. Par rapport à notre description
à un résonateur du chapitre 3, γc n’inclut pas γzQW. En effet, les pertes associées à
la transition ISB sont désormais décrites par les pertes du mode plasmonique γISB

(dissipation par interaction avec les phonons LO, rugosité etc...).
— Le terme de dissipation radiative Γ décrit l’interaction du système avec le continuum

électromagnétique environnant. Dans notre cas, les photons contenus dans la cavité
optique sont rayonnés vers l’extérieur à un taux Γc (cf. chapitre 3, section 3.20).

— Le terme d’excitation Ks+e
iωt décrit l’injection de puissance dans le système. On

choisit de représenter l’excitation incidente par une onde harmonique de fréquence ω
et de puissance incidente |s2

+| 8. Le couplage entre cette onde incidente et les modes
résonnants du système est donnée par K. [107] montre que la qualité de ce couplage
dépend intimement de l’intensité des termes de dissipation radiative Γ. Dans notre
système en particulier :

Kc =
√

2Γc (4.52)

KISB =
√

2ΓISB ≈ 0 (4.53)

Le mode ISB, lui, ne se couple pas directement à l’environnement électromagnétique
extérieur, mais via le mode de cavité, tel qu’en général on aura ΓISB � Γc. Cependant,

8. L’amplitude d’un mode ai n’est donc pas de la même unité que l’amplitude de l’onde d’excitation s+,
puisque |ai|2 correspond à une énergie et |s+|2 à une puissance.
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une description complète de la théorie des modes couplés fait apparâıtre des termes
croisés

√
ΓISBΓc dans la matrice Γ [107, 120], qui décrivent l’interaction radiative des

modes entre eux. De tels termes peuvent avoir des conséquences importantes sur les
allures spectrales : on les négligera sous la condition supplémentaire Ω2 � ΓISBΓc. Par
la suite, on vérifiera que cette condition est respectée, et on prendra donc ΓISB = 0.

En régime d’oscillation forcée, le système d’équation 4.50 est résolu, et l’absorption to-
tale A est calculée à partir des puissances dissipées par les canaux non-radiatifs des deux
résonateurs :

A = Ac +AISB = 2γc
|ac|2

|s+|2
+ 2γISB

|aISB|2

|s+|2
(4.54)

où Ac et AISB désignent les contributions des deux modes à l’absorption totale. Dans le
cas de la cavité non-dopée, on utilise la théorie des modes couplés à un résonateur déjà
développée dans le chapitre 3, section 4.50, Eq.3.21 (ce qui revient à prendre Ω = 0 dans
l’équation 4.50), qui nous permet de trouver une unique résonance Lorentzienne :

ANon-dopée
c =

4γcΓc
(γc + Γc)2 + (ω − ωc)2

(4.55)

Application aux données expérimentales

Pour décrire quantitativement et de manière pertinente les données expérimentales de la
figure 4.6 à l’aide de CMT, on va adopter une stratégie de fit global : notre fonction de fit
se basera sur l’intégralité des spectres expérimentaux (l’ensemble des couples p, s mesurés),
calculés à l’aide d’un unique jeu de paramètres, restreint au minimum. Pour la procédure
de fit, on utilise les paramètres suivants :

— l’indice effectif de la cavité neff, pour décrire la dispersion du mode ωc en fonction du
paramètre s :

ωc(s) =
πc0

neffs
(4.56)

neff est pris indépendant de la fréquence ω, ce qui est une approximation satisfaisante
dans le cas d’une situation de faible absorption par porteurs libres et d’une plage de
fréquence étudiée restreinte.

— la pulsation plasma ωP , pour quantifier à la fois l’intensité du couplage, et les effets
de dépolarisation plasma sur la résonance ISB :

Ω =
ωP
2

√
fw (4.57)

ω̃ISB =
√
ω2

ISB + ω2
P (4.58)

où l’on prendra un recouvrement géométrique fw ≈ NpLQW/L
c
z = 0.17 (Np nombre

de périodes, Lcz hauteur de la cavité).
— le coefficient αc, pour quantifier les variations du taux de dissipation radiatif Γc avec

la période p du réseau de patch :

Γc(p) =
αc
p2

(4.59)
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Figure 4.8 – Spectres expérimentaux (traits pleins) et calculés (trait pointillés) de
réflectivité pour trois échantillons : [a] puits quantiques optiques non-dopés [b] dopés à
n2D = 5 × 1011 cm−2 [c] dopés à n2D = 8 × 1011 cm−2. Les spectres sont représentés pour
un unique pas de réseau p = 5 µm, et des variations de taille de cavité s. Un offset est
ajouté aux courbes pour une meilleure lecture. La dispersion des modes polaritoniques ω±
est également superposée aux courbes, pour comparaison avec les maxima des pics d’ab-
sorption. Les erreurs de fits propagés sur les spectres sont représentées par les zones grisées
(voir Annexe [E] pour le calcul détaillé des erreurs). Les mesures sont réalisées à T = 300K.
Voir Annexe [F] pour l’ensemble des résultats de fit.

— les pertes non-radiatives γc et γISB seront prises constantes quel que soit p, s.
On a donc réussi à restreindre la description de l’intégralité des spectres (s, p) au jeu de
paramètres (neff, γc, αc, ωISB, γISB, ωP ) pour les mesures associées aux échantillons dopés, et
(neff, γc, αc) pour les mesures des échantillons non-dopés. Les résultats des fits sont présentés
dans la figure 4.8 pour p = 5 µm, sous la forme de traits pointillés (on trouve des résultats
supplémentaires de cette procédure de fit en Annexe [F]). Les erreurs liées aux paramètres
fittés sont propagées sur le calcul des spectres et représentées par les zones pleines grisées
(le détail du calcul de ces erreurs est donné en Annexe [E]).

Pour les trois échantillons (Fig.4.8-[a],[b],[c]), on obtient un accord quantitatif entre les
données expérimentales et les courbes calculées, pour tous les couples (p, s). La dispersion
de la résonance ωc en s ainsi que les contrastes spectraux, régis par p, sont bien reproduits.
Les paramètres de fit obtenus sont résumés dans le Tableau 4.1. Les paramètres de cavité
neff, γc et αc sont cohérents entre les différents échantillons, puisqu’il sont bien indépendants
du dopage. Pour les deux échantillons dopés, on calcule les séparations de Rabi :

n2D = 5× 1011 cm−2 : 2Ω = 10.7 meV (4.60)

n2D = 8× 1011 cm−2 : 2Ω = 12.9 meV (4.61)
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a. Cavité non-dopée b. n2D = 5× 1011cm−2 c. n2D = 8× 1011cm−2

neff 3.283± 0.001 3.333± 0.001 3.334± 0.001
γc (meV) 3.8± 0.1 3.5± 0.01 3.9± 0.01

αc (meV.µm2) 38.5± 0.1 38.6± 0.1 40.4± 0.2
ωISB (meV) - 115.0± 0.1 115.1± 0.1
γISB (meV) - 5.2± 0.1 5.8± 0.1
ωP (meV) - 25.6± 0.1 31.0± 0.1

Table 4.1 – Résultat des trois procédure de fit pour les trois situations de dopage, corres-
pondant aux calculs (traits pointillés) de la figure 4.8.

Les élargissement des résonances polaritoniques sont estimées autour de γc+Γc+γISB

2
≈ 5

meV. Par rapport au critère de résolution spectrale fixé équation (4.49), on se situe au
commencement du couplage fort, puisque les rapports d’amplitudes couplage/dissipation
sont proches de 1 dans les deux situations de dopage. Néanmoins, les deux pics polaritoniques
sont parfaitement discernables et la dispersion de ces pics ne laisse aucun doute sur le régime
de fonctionnement des dispositifs. Par ailleurs, le rapport d’amplitude entre les séparations
de Rabi des deux échantillons est cohérent avec le rapport des dopages :

12.9

10.7
≈ 1.21 Séparations (4.62)√

8

5
≈ 1.26 Dopages (4.63)

On trouve également une valeur de transition ISB ωISB qui concorde avec le maximum d’ab-
sorption calculé en prenant en compte les effets de non-parabolicité.

De manière générale, on a donc trouvé des paramètres de fit cohérents entre les différents
échantillons, cohérents avec les calculs réalisés lors de leur conception, et qui donnent une
adéquation quantitative entre expérience et théorie. Les faibles désaccords observés sont
attribués à la simplicité de notre modèle et à la dispersion expérimentale : on s’attend à des
incertitudes expérimentales sur les paramètres s, p, n2D et ωISB principalement. Le spectre
de réflectivité s = 1.4 µm de l’échantillon [c] de la figure 4.8 illustre ces incertitudes : une
différence s’observe sur la position du pic situé à plus haute énergie, entre fit et mesures. En
pratique, il suffit d’ajuster s à une valeur de 1.43 µm pour que le pic théorique se recoupe
avec le spectre expérimental, ce qui suggère une incertitude expérimentale sur s.

Sur la figure 4.8, on superpose également la dispersion des modes polaritoniques, cal-
culée à partir de l’expression des énergies propres ω± de l’équation (4.41), et des paramètres
retournés par les fits. Les maxima d’absorption concordent bien avec cette dispersion, tout
le long de l’anticroisement.

La théorie des modes couplés à deux résonateurs s’affirme effectivement comme un for-
malisme simple et intuitif pour décrire quantitativement la réponse optique de dispositifs
ISB en régime de couplage fort. Nous verrons dans la suite comment ce formalisme pratique
peut être adapté à la description du comportement électro-optique de ces mêmes dispositifs.
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4.3 Analyse électro-optique d’un QCD en couplage fort

[a]

[b]

4 μm

Figure 4.9 – Photographies MEB d’un réseau d’antennes patch utilisé pour mesurer les
signaux de photo-réponse.

Dans cette partie, on se tourne vers la caractérisation de la photo-réponse de nos dispo-
sitifs en régime de couplage fort. Par rapport aux dimensions des dispositifs utilisés pour les
mesures optiques, des échantillons de plus petite surface (8× 8 patchs, soit environ 50× 50
µm2) sont réalisés. Cette fois, les patchs sont connectés par des fils métalliques d’environ 250
nm de largeur, réalisés par lithographie à faisceau d’électron (cf. figure 4.9). Les échantillons
sont placés dans un cryostat (T = 78 K), et mesurés 9 pour une tension appliquée nulle
0V. Ils sont illuminés par la source globar du FTIR, et le signal est mesuré en mode rapid
scan. La lumière incidente est polarisée TM et perpendiculaire aux fils, pour exciter exclu-
sivement le mode TM01 non-perturbé par la présence des fils [121]. Enfin, le photo-courant
généré est amplifié par un amplificateur trans-impédance à faible bruit. Seul l’échantillon
dopé à n2D = 5 × 1011 cm−2 a pu être réalisé et donc mesuré. À noter que les échantillons
utilisés pour les mesures de photo-réponse et de réflectivité proviennent bien de la même
plaque épitaxiée, mais elles ne sont pas pour autant identiques : elles ont été fabriquées
séparément, et dans un cas les patchs ne sont pas connectés électriquement. Il faudra donc
être prudent lors des comparaisons entre les deux échantillons.

4.3.1 Mesures de photo-courant

La figure 4.10-[a] regroupe les différentes mesures, normalisées à l’unité. En effet, observés
au microscope à balayage électronique, certains échantillons révèlent des défauts de fabri-

9. Remerciements à Grégory Quinchard, du III-Vlab, pour ces mesures.

133



100 120 140 160
 [meV]

0

1   
   

   
Ph

ot
o-

co
ur

an
t J

E 
(n

or
m

al
is

é)

[a] Photo-courant n2D = 5x1011 cm 2

P=4.0µm
P=5.0µm
P=6.0µm
P=7.0µm
P=10.0µm

100 120 140 160
0.0

0.5

1.0

Am
pl

itu
de

 (n
or

m
al

is
ée

)

Comparaison photo-courant/absorption 
 [b] s=1.4 µm, p=5 µm  

100 120 140 160
0.0

0.5

1.0

Am
pl

itu
de

 (n
or

m
al

is
ée

)

[c] s=1.5 µm, p=5 µm  

Photo-courant JE
Absorption 

100 120 140 160
 [meV]

0.0

0.5

1.0
Am

pl
itu

de
 (n

or
m

al
is

ée
)
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Figure 4.10 – [a] Spectres de photo-courant (normalisés) mesurés, pour différentes tailles
de réseau p et de tailles de patchs s, pour un échantillon dopé à n2D = 5 × 1011 cm−2,
une température T = 78K et une tension appliquée nulle V = 0. Un offset est ajouté pour
les mesures en s pour une meilleure lecture. [b],[c] et [d] : comparaisons entre les mesures
d’absorption de la figure 4.6-[b] et les mesures de photo-courant, pour différents couples
(s, p).

cation : pour certains couples p, s, des fils de connexion inter-patch sont sectionnés. Il n’est
donc pas possible de comparer l’amplitude relative des différents spectres entre eux, et c’est
pourquoi les mesures sont toutes normalisées. Tout comme les mesures de réflectivité, on
observe sur les spectres de photo-courant la présence de deux pics de résonance qui semblent
s’anticroiser, signature spectrale du régime de couplage fort. Les mesures étant normalisées,
on observe peu de différence entre les mesures à même s et p différents (courbes colorées).

Les figures 4.10-[b],[c] et [d] présentent trois comparaisons de spectres d’absorption et
de photo-courant, pour différents couples (s, p). Ces figures nous permettent d’observer
plusieurs différences fondamentales entre les mesures optiques et électriques :

— loin de la résonance (par exemple, s = 1.4 µm), l’amplitude relative des pics de
photo-courant est inversée par rapport à la réflectivité : le mode polaritonique haut
(ω+) est de plus petite amplitude que le mode polaritonique bas (ω−). Il apparâıt
donc que c’est le mode dont la composante électronique est dominante qui contribue
de manière prépondérante au photo-courant, inversement aux mesures de réflectivité,
où c’est la composante optique qui domine.

— les spectres évoluent de manière dissymétrique par rapport à l’anticroisement. Par
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comparaison, les spectres de réflectivité présentés dans les figures 4.10-[b] et [d] sont
globalement symétriques par rapport au point d’anticroisement s = 1.55µm : de part
et d’autre de ce point, l’amplitude des pics se renverse, et les largeurs des spectres sont
comparables. Si l’amplitude des pics polaritoniques semble effectivement s’inverser,
les largeurs spectrales de part et d’autre sont très différentes.

— les pics de photo-courant sont d’amplitudes approximativement égales lorsque les
dimensions de la cavité sont situées entre s = 1.5 µm et s = 1.4 µm, pour environ
ω ≈ 125 meV. Pour la réflectivité, on obtenait plutôt ce point d’égales amplitudes
pour s = 1.55 µm, soit ω ≈ 120 meV.

— pour les mesures de réflectivité, le minimum de séparation entre les pics cöıncidait
avec une égalité d’amplitude de ces mêmes pics (pour s ≈ 1.55 µm). Pour les me-
sures de photo-courant, ces deux points s’effectuent pour des dimensions de cavité
différentes (la séparation minimale étant plutôt autour de 1.6µm).
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Figure 4.11 – Comparaison entre l’amplitude relative des pics polaritoniques (croix, relevées
sur les mesures) avec les coefficients d’Hopfield α1 et α2 (traits pleins) de l’équation (4.38),
en fonction de l’énergie de cavité ωc calculée à partir des paramètres s, dans le cas [a] des
mesures de réflectivité [b] des mesures de photo-courant.

Ces trois points sont illustrés par la figure 4.11, qui compare l’amplitude relative des pics
polaritoniques, relevés sur les mesures expérimentales, et les coefficients d’Hopfield calculés
grâce aux paramètres de fit du tableau 4.1 et de l’équation (4.38). Dans le cas [a] des mesures
de réflectivité, on observe que les amplitudes relatives suivent la dispersion des coefficients
d’Hopfield en fonction de la résonance de cavité ωc. En revanche, dans le cas [b] des mesures
de photo-courant, les amplitudes relatives ne suivent pas les coefficients d’Hopfield, et anti-
croisent à une énergie nettement supérieure à l’énergie de résonance ωc = ω̃ISB correspondant
à α1 = α2 = 0.5.

Dans le cas des mesures optiques, les spectres s’interprètent donc correctement en com-
parant l’amplitude des pics polaritoniques avec les coefficients d’Hopfield α1 et α2 : l’ampli-
tude des deux branches est un miroir de la proportion du mode cavité optique contenu dans
le mode polaritonique. Les amplitudes, tout comme les coefficients d’Hopfield, évoluent
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de manière symétrique autour du point d’anticroisement, qui correspond à la fois à une
séparation minimale de 2Ω, mais aussi à une égalité des proportions lumière et matière
contenues dans les deux modes.

Dans les cas des mesures de photo-courant, il apparâıt clair qu’un raisonnement simi-
laire n’est pas possible : les amplitudes des pics ne suivent pas simplement la proportion
du mode plasmonique contenue dans les modes polaritoniques, et le spectre présente une
nette asymétrie de part et d’autre de l’anticroisement. La relation entre photo-courant et
absorption dans le mode plasmonique ISB semble intégrer des éléments plus complexes que
cette simple interprétation à partir des coefficients d’Hopfield.

Dans les sections qui suivent, notre objectif est donc de modéliser et de reproduire ces
spectres de photo-courant et leur propriétés singulières. Pour cela, nous développerons deux
modèles de photo-courant reposant sur deux visions du transport différentes. La capacité de
ces modèles à reproduire les données expérimentales nous permettra de les discriminer et par
conséquent d’établir un schéma de transport pour l’extraction d’excitations polaritoniques.

4.3.2 Échec du modèle séquentiel du transport électronique

Dans le chapitre 2, nous avions développé un modèle de transport reposant sur une hy-
pothèse importante : l’hypothèse des sousbandes thermalisées, cf. section 2.2.1. Sous réserve
que les mécanismes intra-sousbandes γintra sont significativement plus rapides que les autres
mécanismes de transport électronique inter -sousbandes, on peut adopter une vision marko-
vienne et séquentielle du transport dans la cascade électronique du QCD : après un saut
inter-sousbande, les électrons se thermalisent au sein de la sousbande d’arrivée avant le
prochain saut, en suivant la statistique de Fermi-Dirac. La mémoire du saut précédent est
perdue, et les sauts sont indépendants. Sous cette hypothèse, les sousbandes peuvent être as-
similées à de simples réservoirs électroniques s’échangeant des électrons, tel que le transport
peut être traité de manière perturbative, avec de simples équations bilans sur les popula-
tions électroniques. Dans cette vision du transport, le photo-courant JE s’écrit comme étant
directement proportionnel à l’absorption ISB AISB :

JE(ω) ∝ PE︸︷︷︸
Fonction

de transfert

AISB(ω) (4.64)

La fonction de transfert entre le photo-courant et l’absorption ISB est simplement propor-
tionnelle à une fonction scalaire, la probabilité d’extraction PE, ce qui implique que JE et
AISB ont la même forme spectrale.

Instinctivement, il nous vient l’idée d’éprouver cette vision séquentielle du transport au
régime de couplage fort. Dans les paragraphes qui suivent, on détaille ce qu’impliquerait
l’application d’une telle hypothèse dans l’interprétation du transport en régime de couplage
fort.
Par définition du couplage fort, les oscillations de Rabi Ω entre le mode ISB plasmonique
et le mode de cavité sont plus rapides que les mécanismes décohérents et dissipatifs (γintra

principalement) : on observe deux états polaritoniques aux fréquences ω±, dans lesquels
on pompe optiquement des excitations. En revanche, dans ce modèle, on suppose que les
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Figure 4.12 – Schéma séquentiel d’extraction : les excitations polaritoniques, soumises aux
effets de décohérence intra-sousbande γintra, sont projetées dans les états noirs ISB avant
d’être extraites dans la cascade électronique.

excitations polaritoniques sont plus rapidement soumises aux effets décohérents de la dy-
namique intra-sousbande qu’aux mécanismes d’extraction de la dynamique inter-sousbande
(ΩT , γinter � γintra). Une telle hypothèse nous permet d’envisager le schéma d’extraction de
la figure 4.12 :

1. Par pompage optique, on injecte des excitations dans les états polaritoniques.

2. La dynamique intra-sousbande efface progressivement la nature polaritonique de ces
excitations : les polaritons sont projetés dans des états électroniques à un taux γintra.
Une fois dans ces états purement électroniques, il n’est plus possible d’interagir avec
le mode de cavité : ces états sont les états noirs décrits précédemment, aveugles à
toute interaction lumineuse.

3. Toute propriété polaritonique étant désormais perdue, l’excitation électronique est
extraite par interaction tunnel ΩT avec l’extracteur.

4. L’extraction se poursuit séquentiellement, dans une description similaire à celle du
régime de couplage faible.

Dans un tel schéma d’extraction, on s’attend à ce que la puissance électrique mesurée soit
une fraction de la puissance absorbée dans le mode ISB. Autrement dit, similairement au
régime de couplage faible, on attend une fonction de transfert scalaire entre l’absorption ISB
et le photo-courant, et donc des allures spectrales comparables.

A(ω) = Ac(ω) +AISB(ω) (4.65)

JE(ω) ∝ PEAISB(ω) (4.66)

Concrètement, une telle vision du transport implique que la théorie des modes couplés décrite
dans la section 4.2.2 serait suffisante pour décrire le comportement photo-électrique de nos
dispositifs. Puisque la fonction de transfert est scalaire, il suffit d’utiliser la composante ISB
de l’absorption AISB sous sa forme normalisée pour calculer le photo-courant JE.

On réalise donc un fit des données de photo-courant normalisées de la figure 4.10-[a]
en utilisant le modèle CMT à deux résonateurs développé dans la section 4.2.2, à l’aide des
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mêmes paramètres que précédemment (neff, αc, γc, ωISB, γISB, ωP ). Les résultats sont présentés
dans la figure 4.13.
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Figure 4.13 – Fit des mesures de photo-courant normalisées, via un modèle deux
résonateurs de la CMT.

On obtient une mauvaise qualité globale de fit, particulièrement autour de la région d’anti-
croisement. Les élargissement spectraux et les positions des pics sont mal reproduits. Les
spectres calculés sont également incapables de reproduire l’évolution singulière de l’ampli-
tude relative des pics des branches polaritoniques : pour s = 1.5, 1.55 et 1.6 µm, l’amplitude
relative calculée est inversée par rapport à celle observée sur les mesures.

De si mauvais résultats suggèrent que le comportement singulier des spectres de photo-
courant ne peut être reproduit par une simple fonction de transfert scalaire, indépendante
de la fréquence ω d’excitation, et que le modèle de transport séquentiel doit être adapté
au régime de couplage fort. Par ailleurs, ces résultats concordent également avec l’analyse
faite Figure 4.11 : si les amplitudes des pics de photo-courant ne suivent pas les proportions
matière des coefficients d’Hopfield, il est normal que nous n’arrivions à reproduire les spectres
en utilisant uniquement l’absorption du mode ISB, AISB. Ces résultats nous enseignent donc
que la fonction de transfert entre le photo-courant et l’absorption ISB est une fonction non-
triviale de ω. De plus, l’échec de ce modèle séquentiel suggère que le schéma d’extraction
représenté dans la figure 4.12 n’est pas le mécanisme dominant à l’origine du photo-courant
dans les QCDs en régime en couplage fort.

4.3.3 Théorie des modes couplés à trois résonateurs

Suite à l’échec du modèle précédent, on développe dans cette partie un nouveau modèle
de photo-courant. L’idée ici est donc d’explorer un second scénario d’extraction, représenté
par le schéma de la figure 4.14 :

1. Pompage optique des états polaritoniques.
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2. Extraction directe, via des mécanismes d’extraction tunnel, d’amplitudes ΩT±, depuis
les états polaritoniques vers les états électroniques de la cascade.

3. L’extraction se poursuit séquentiellement, dans une description similaire à celle du
régime de couplage faible.

ωISB

ωE

ω−

2

32’

ω+

1’1

ΩT−

ΩT+

Figure 4.14 – Schéma d’extraction direct : les excitations polaritoniques sont directement
extraites des états polaritoniques vers les états électroniques de la cascade, sans transiter
par les états noirs.

Dans ce schéma d’extraction, les états noirs ne seraient pas impliqués dans l’extraction des
excitations polaritoniques. Dans un premier temps, on va construire le formalisme mathématique
qui modélise cette vision du transport. On l’appliquera ensuite aux données expérimentales.
En fonction des résultats obtenus, on pourra conclure sur la pertinence du modèle et discuter
pourquoi il est représentatif du processus d’extraction représenté dans la figure 4.14.

Système d’équations

ωc

Ω
2Γc

γISBγc + Γc

Cavité

ω̃ISB

Plasmon ISB 

s−

s+

Excitation 

γE

ωE

Extracteur

ΩT

Figure 4.15 – Représentation schématique de la théorie des modes couplés à trois
résonateurs (ωc, ω̃ISB et ωE) en interaction avec un port d’excitation.

On étend notre description en théorie des modes couplés à un troisième résonateur, le
mode d’extraction, qui agrège les niveaux de la cascade électronique en un unique niveau
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extracteur d’énergie propre ωE (cf. Figure 4.15). Une discussion plus approfondie sur l’uti-
lisation d’un oscillateur pour modéliser l’état extracteur se trouve dans le chapitre 5 de ce
manuscrit ; pour le moment, on se contente d’une description phénoménologique du proces-
sus d’extraction, sans justifier plus profondément la nature intrinsèquement bosonique de
cet oscillateur associé à l’extraction. Ce mode d’extraction est couplé au mode ISB par une
constante de couplage tunnel ΩT , et dissipe des électrons dans la période suivante à un taux
d’extraction γE. Puisqu’il existe une séparation physique (la barrière), ce mode n’est pas
couplé à la lumière d’excitation incidente (i.e. les pertes radiatives sont nulles, ΓE = 0). La
description matricielle 2× 2 de l’équation (4.51) est étendue à une description 3× 3, où l’on
introduit l’amplitude aE du nouveau mode d’extraction :

H =

ωc Ω 0
Ω ω̃ISB ΩT

0 ΩT ωE

 , γ + Γ =

γc + Γc 0 0
0 γISB 0
0 0 γE

 (4.67)

a =

 ac
aISB

aE

 , K =

√2Γc
0
0


Dans un premier temps, nous allons étudier le système d’équations qui émane de l’ajout
de ce nouveau mode d’extraction, ce qui nous permettra de dégager une vision intuitive
du fonctionnement de ce nouveau système {cavité + ISB + extracteur}. On commence par
étudier les équations d’évolution portant sur les populations de la cavité nc = |ac|2, du
plasmon ISB nISB = |aISB|2 et du mode extracteur nE = |aE|2. En appliquant les équations
(4.68) et (4.50), on obtient :

d|ac|2

dt
= a∗c

dac
dt

+
da∗c
dt

ac

= iΩ
[
a∗caISB − a∗ISBac

]
− 2(γc + Γc)|ac|2 +

√
2Γcs+(ace

iωt + a∗ce
−iωt) (4.68)

d|aISB|2

dt
= a∗ISB

daISB

dt
+

da∗ISB

dt
aISB

= iΩ
[
a∗ISBac − a∗caISB

]
− 2γISB|aISB|2 + iΩT

[
a∗ISBaE − a∗EaISB

]
(4.69)

d|aE|2

dt
= a∗E

daE
dt

+
da∗E
dt

aE

= iΩT

[
a∗EaISB − a∗ISBaE

]
− 2γE|aE|2 (4.70)

Discutons de l’interprétation physique des différents termes qui composent nos équations
d’évolution de populations :

— 2(γc+Γc)|ac|2, 2γISB|aISB|2 et 2γE|aE|2 décrivent les termes de courants dissipatifs, par
les mécanismes non-radiatifs (γ) et radiatifs (Γ). Ce sont des termes qui impliquent
explicitement les populations des modes concernés. Ils sont non-conservatifs, c’est-à-
dire que la population dissipée par un mode n’est pas ré-injectée dans un autre mode
du système, mais perdue dans l’environnement extérieur.

— iΩ
[
a∗caISB−a∗ISBac

]
décrit le courant cohérent entre le mode de cavité et le mode ISB.

Ce terme n’implique pas explicitement les populations des modes concernés, mais
seulement le produit croisé de leur amplitude. Cette forme est tout à fait similaire
aux expressions du courant en mécanique quantique, où le courant s’exprime à partir
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des cohérences entre deux modes [83, 84] :

J01 = i(Ωρ01 − Ω∗ρ10) (4.71)

où ρ10 et ρ10 sont les termes non-diagonaux de la matrice densité ρ, nommés cohérences.
Cette analogie nous permet de comprendre intuitivement que les termes croisés aia

∗
j

qui apparaissent dans les expressions du courant, sont l’équivalent semi-classique des
cohérences de la mécanique quantique, et sont à l’origine de courants cohérents entre
nos différents modes. C’est l’amortissement de ces cohérences, par exemple via les
effets de la dynamique intra-sousbande (γintra) et de la dissipation (γc, γISB...) qui
limitent les oscillations de Rabi entre les modes couplés.

— iΩT

[
a∗ISBaE − a∗EaISB

]
est le terme de courant tunnel cohérent JT entre le mode

plasmonique ISB et le mode extracteur. C’est ce courant en particulier qui nous
intéresse, puisque c’est celui-ci qui conditionne l’extraction résonnante depuis les
états polaritoniques vers la cascade électronique.

Expression du courant tunnel JT
Nous sommes intéressés par une expression plus explicite du courant tunnel JT entre le

mode plasmonique ISB et le mode extracteur. Pour l’instant, JT ne fait intervenir que les
cohérences entre les deux modes (aISBa

∗
E) : on aimerait faire apparâıtre explicitement les

populations des modes. Pour cela, on écrit l’équation d’évolution suivante :

d(aISBa
∗
E)

dt
= aISB

da∗E
dt

+
daISB

dt
a∗E (4.72)

= −iaISBa
∗
E

[
(ωE − ω̃ISB)− i(γE + γISB)

]
+ iΩT (nE − nISB) + iΩa∗Eac

En régime harmonique forcé (excitation incidente de la forme s+e
iωt), on s’attend à ce que les

amplitudes aE(t) et aISB(t) soient de la forme ∝ eiωt où ω est la fréquence de l’onde incidente.
Par conséquent, en se plaçant dans ce régime, on peut simplifier l’expression suivante :

d(aISBa
∗
E)

dt
= aISB

da∗E
dt

+
daISB

dt
a∗E = 0 (4.73)

On passe alors dans le domaine fréquentiel : ai(t)→ ãi(ω). Par souci de lisibilité, on s’affran-
chira des lourdeurs de notation (ãi(ω) → ai). Les amplitudes croisées fréquentielles aISBa

∗
E

s’écrivent alors :

ãISB(ω)ã∗E(ω) = aISBa
∗
E =

ΩT (nISB − nE)− Ωaca
∗
E

(ω̃ISB − ωE) + i(γISB + γE)
(4.74)

À partir de l’équation (4.74), on va pouvoir exprimer le courant tunnel JT entre le mode
ISB et l’extracteur :

JT = iΩT

[
a∗EaISB − a∗ISBaE

]
(4.75)

= 2ΩT<[ia∗EaISB] (4.76)

où < désigne la partie réelle. Après quelques manipulations :

JT =
2Ω2

T (γISB + γE)

(ω̃ISB − ωE)2 + (γISB + γE)2
(nISB − nE)+<

[
2iΩTΩ

(ω̃ISB − ωE)− i(γISB + γE)
aca
∗
E

]
(4.77)
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L’expression précédente est particulièrement intéressante, car elle fait intervenir deux termes
distincts :

— Le premier terme, en rouge, est exactement l’expression du courant tunnel séquentiel
(au premier ordre) qui avait été présentée dans le chapitre 2, Eq. (2.29). C’est ce
terme qu’on trouve dans la littérature pour décrire le transport tunnel séquentiel
(son expression au second ordre) [83, 84], et, faisant intervenir les populations des
deux modes (ISB et extracteur), permet de le séparer en deux termes de courants
contra-propageants. Nous désignerons donc ce terme par courant tunnel séquentiel.

— Le second terme, en bleu, est une nouvelle addition dans l’expression du courant tun-
nel. Il fait intervenir les amplitudes croisées ac et a∗E, c’est-à-dire les cohérences entre
les modes cavité et extracteur, qu’on pourrait qualifier de cohérences longues portées
(ces deux modes ne sont pas directement couplés, mais seulement par l’intermédiaire
du mode ISB). De manière similaire au courant tunnel séquentiel, l’amplitude de ce
second terme est gouvernée par une lorentzienne, et fait intervenir le produit des deux
couplages : ΩT et Ω. Nous désignerons ce terme par courant délocalisé.

Par conséquent, la théorie des modes couplés à trois résonateurs fait apparâıtre un terme
de courant supplémentaire par rapport à la formulation du courant tunnel dans un modèle
séquentiel du transport. Le couplage cohérent successif entre ces trois modes permet de
modéliser un courant tunnel délocalisé, dont l’amplitude est renforcée à la fois par l’intensité
du couplage lumière-matière Ω, mais aussi du couplage tunnel ΩT . Dans la section suivante,
on va comprendre l’influence de ce terme sur les propriétés photo-électriques de nos QCDs.

Absorption, photo-courant et fonction de transfert

De nouveau, l’absorption totale du système A est la somme des puissances dissipées
dans les différents canaux de dissipation non-radiatifs, normalisées par la puissance incidente
|s+|2 :

ATOT = Ac +AISB +AE (4.78)

= 2γc
|ac|2

|s+|2
+ 2γISB

|aISB|2

|s+|2
+ 2γE

|aE|2

|s+|2
(4.79)

Le photo-courant net JE est défini comme le courant électrique sous illumination, retranché
de la contribution sous obscurité JDark. Les mesures étant réalisées à tension appliquée nulle,
JDark = 0 et le photo-courant s’exprime uniquement à partir de la puissance électrique
dissipée dans la période adjacente, qui est exactement la puissance dissipée par notre mode
extracteur :

JE = 2γE|aE|2 (4.80)

On vérifie numériquement que le courant tunnel JT développé précédemment, entre le mode
ISB et le mode extracteur, est exactement égal au photo-courant : JE = JT . Le courant
dans la structure est bien indépendant de l’interface sélectionnée pour l’évaluer. Dans cette
formulation de la CMT, la fonction de transfert entre l’énergie totale dissipée dans le QCD
et le photo-courant n’est plus une fonction indépendante de la fréquence ω. Désormais, elle
s’exprime de la manière suivante :

TF(ω) =
AE

AE +AISB

(4.81)
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qui, après quelques calculs, donne :

TF(ω) =
γE
γISB

Ω2
T

(ω − ωE)2 + γ2
E + γE

γISB
Ω2
T

(4.82)

La fonction de transfert TF(ω) est donc une fonction lorentzienne, centrée en ωE, dont
l’élargissement dépend de l’intensité du couplage tunnel et des élargissements γISB et γE.
Il est important de comprendre dès à présent que, dans ce formalisme, la dépendance
en fréquence de la fonction de transfert est une conséquence directe du terme de courant
délocalisé présent dans l’expression du courant tunnel JT Eq. (4.77). En l’absence de ce
terme, le transport redevient séquentiel, comme en couplage faible, et la fonction de trans-
fert redevient indépendante de la fréquence. Des fonctions de transfert dépendantes de
la fréquence ω ont été déjà proposées dans le cadre d’exploitation de mesures d’électro-
luminescence [32] (fonction de transfert gaussienne) et mesures de photo-courant [63] : en
revanche, elles ont été introduites de manière phénoménologique. Ici, notre fonction de
transfert TF émane directement d’une description en théorie des modes couplés et de la
paramétrisation de notre modèle de transport.

Si l’introduction d’un troisième résonateur semble induire des modifications profondes
sur le transport au sein de la structure, il nous faut d’abord confronter notre modèle à des
données expérimentales avant d’en tirer toute interprétation.

Application aux données expérimentales

Dans la suite, nous allons éprouver ce nouveau modèle à nos données expérimentales
de photo-courant. On réalise un fit global du photo-courant, à partir de la résolution de
l’équation (4.50) et de l’expression du photo-courant (4.80), avec pour paramètres de fit
neff, γc, αc, ωISB, γISB, ωP , ωE, γE,ΩT . Les résultats du fit sont représentés sur la figure 4.16
en traits pointillés, et les paramètres associés sont regroupés dans le tableau 4.2-b. Les er-
reurs de fits sur ces paramètres sont propagées sur les spectres et représentées par les zones
grisées 10.

Pour tous les couples (p, s) mesurés, on obtient un accord quantitatif entre les calculs et
les mesures. Contrairement au modèle séquentiel, on est désormais capable de reproduire la
position des pics et l’étalement des spectres. Plus important encore, l’évolution de l’ampli-
tude relative des pics est bien reproduite, tout le long de la dispersion avec s.
Les paramètres de fit sont également cohérents avec les résultats du fit de réflectivité. Les
faibles variations que l’on observe sont imputables aux différences de conditions expérimentales :
T = 78K pour le photo-courant, et T = 300K pour la réflectivité (donc plus petites valeurs
pour les pertes radiatives γc et γISB dans le cas du photo-courant), et différents procédés de
fabrication entre les deux expériences (les réseaux de patchs utilisés en photo-courant sont
reliés par des fils). On estime la position du mode extracteur autour de 125 meV, ce qui
est cohérent avec l’alignement relatif des niveaux calculés (cf. figure 4.5-[b]). La valeur du

10. L’évolution des marges d’erreurs (les zones grisées) avec le paramètre s est une conséquence de la
normalisation des spectres : les erreurs sont approximativement de mêmes amplitudes absolues. En revanche
l’amplitude absolue des spectres diminue lorsque s diminue : mécaniquement, l’amplitude des erreurs nor-
malisées est plus grande.
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s=1.4 μm

s=1.5 μm

s=1.6 μm

s=1.7 μm

[a] 

[b] 

ω̃ISB
ω̃ISBω̃ISB

ω̃ISB

ωE

Figure 4.16 – [a] Fonction de transfert TF(ω) entre l’absorption du QCD AE + AISB et
l’absorption dans l’extracteur AE (le photo-courant). TF est indépendant des paramètres s
et p. [b] Spectres de photo-courants expérimentaux (traits pleins, T = 78K) et calculés via un
fit global à l’aide d’un formalisme CMT à trois résonateurs (traits pointillés), pour différents
couples (s, p). La dispersion des modes polaritoniques, calculée à partir des paramètres de
fit et de l’Hamiltonien 2× 2 d’interaction lumière-matière, est superposée aux courbes. On
indique également la position du mode plasmonique ω̃ISB. Les zones grisées correspondent à
la propagation sur les spectres des erreurs des paramètres retournés par la procédure de fit
(voir Annexe [E] pour le calcul détaillé des erreurs).

couplage tunnel ΩT = 3.7 meV correspond également à la valeur calculée en base localisée.
On reviendra plus tard sur la valeur du taux d’extraction γE = 11 meV, particulièrement
élevée, lorsqu’on abordera les limites de la théorie des modes couplés.

Interprétation des résultats en terme de schéma d’extraction

Pour bien interpréter les accords quantitatifs obtenus par ce nouveau modèle, il nous
faut d’abord comprendre les différences fondamentales qui opposent la théorie des modes
couplés à trois résonateurs et le modèle séquentiel de transport.

La théorie des modes couplés est un formalisme semi-classique : de l’interaction du
système avec son environnement, il ne décrit que les mécanismes dissipatifs, c’est-à-dire
les mécanismes qui dissipent les populations des modes |ai|2 (qui dissipent de la puissance
vers l’extérieur du système). Ces mécanismes, mécaniquement, amortissent également les
cohérences aia

∗
j entre ces modes : il n’y a pas de dissipation sans décohérence [122]. À
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a. Fit réflectivité (T = 300K) b. Fit photo-courant (T = 78K)
neff 3.333± 0.001 3.219± 0.001

γc (meV) 3.5± 0.01 3.4± 0.01
αc (meV.µm2) 38.6± 0.1 29.1± 1.2
ωISB (meV) 115.0± 0.1 115.1± 0.1
γISB (meV) 5.2± 0.1 3.3± 0.1
ωP (meV) 25.6± 0.1 29.2± 0.1
ωE (meV) - 125.2± 0.1
γE (meV) - 11.5± 0.1
ΩT (meV) - 3.7± 0.1

Table 4.2 – Paramètres retournés par les fits CMT : (a) spectres de réflectivité, n2D =
5 × 1011cm−2, T = 300 K. Fit avec le modèle deux résonateurs, cf. Figure 4.8 (b) spectres
de photo-courant, n2D = 5 × 1011cm−2, T = 78 K. Fit avec le modèle trois résonateurs, cf.
Figure 4.16.

l’inverse, ce formalisme est incapable de décrire les mécanismes de pure décohérence, c’est-
à-dire les mécanismes qui dissipent uniquement les cohérences, sans affecter les populations.
En particulier dans notre système, la CMT est incapable de décrire les effets de la dynamique
intra-sousbande γintra, qui n’affecte pas les populations des différentes sousbandes, mais qui
efface progressivement les cohérences entre elles, via le processus de thermalisation. En
d’autres termes, la CMT fait l’hypothèse sous-jacente que la dynamique intra-sousbande est
nettement moins rapide que les mécanismes de transport ISB entre les modes couplés, et
en particulier ici, que γintra � ΩT . C’est l’hypothèse inverse de celle du modèle séquentiel
abordé dans Section 4.3.2.

La conséquence de cette hypothèse se matérialise par une modification du courant tunnel
JT , détaillée Section 4.3.3. À une composante séquentielle, habituellement décrite dans le
transport en couplage faible, s’ajoute une composante délocalisée du courant, qui repose sur
des cohérences de longues portées, aca

∗
E, entre le mode de cavité et le mode extracteur. Par

comparaison, dans un système dominé par la dynamique intra-sousbande, ces cohérences
seraient très rapidement amorties, et le courant tunnel serait restreint à l’habituelle compo-
sante séquentielle entre le mode ISB et l’extracteur. La CMT trois résonateurs modélise donc
des courants cohérents et délocalisés, traditionnellement absent des modèles de transport.

La capacité de la théorie des modes couplés à trois résonateurs à reproduire les données
expérimentales suggère donc que cette composante délocalisée du courant tunnel est nécessaire
pour modéliser les données expérimentales de photo-courant, et donc contribue effectivement
d’une manière non-négligeable aux spectres mesurés. La mémoire de la nature photonique
des excitations est donc conservée lors de l’extraction.

Ce raisonnement se transpose dans la base polaritonique : la mémoire de la nature pola-
ritonique des excitations est conservée lors de l’extraction vers la cascade. Il apparâıt donc
que la plupart des excitations polaritoniques sont directement extraites depuis les états po-
laritoniques, sans transiter par les états noirs et confirme donc le schéma d’extraction de la
figure 4.14.

Ces affirmations sont à pondérer par la simplicité de ce modèle de transport semi-
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classique. La limite principale du modèle se trouve en effet dans son incapacité à inclure ex-
plicitement les termes de décohérence γintra, et donc à pouvoir explorer continûment les rap-
ports d’amplitudes Ω/γintra et ΩT/γintra. Il faut en effet insister sur le caractère asymptotique
des deux modèles (séquentiel CMT deux résonateurs, et délocalisé CMT trois résonateurs)
présentés dans les sections 4.2.2 et section 4.3.3, qui ne sont que des cas limites de la dyna-
mique intra-sousbande.

L’impossibilité de modéliser les termes intra-sousbandes γintra engendre également une
confusion sur l’interprétation physique des termes de dissipation non-radiative γISB et γE,
ignorée jusque ici. Pour illustration, prenons la valeur du taux d’extraction γE = 11.5 meV
retournée par le fit de la CMT trois résonateurs (cf. Tableau 4.2). Cette valeur est anorma-
lement élevée pour un taux de transition inter-sousbande : en l’occurrence, les taux ΓA2→A3

et ΓA3→A4 d’extraction (cf. Figure 4.5), calculés avec notre modèle séquentiel de transport,
sont environ un ordre de grandeur inférieurs et de l’ordre du meV. La valeur de γE s’appa-
rente plus à l’ordre de grandeur des mécanismes intra-sousbandes. En effet, puisque la CMT
ne modélise que les phénomènes dissipatifs, elle est incapable de distinguer élargissements
et amplitude de transport. L’intégralité des effets de décohérence étant nécessairement im-
putée aux mécanismes de dissipation, la valeur de γE en est mécaniquement augmentée.
Mathématiquement, on aimerait donc pouvoir piloter l’amplitude de la fonction de transfert
TF(ω) indépendamment de son élargissement, ce qui n’est pas possible dans le formalisme
de la CMT.

Tout l’enjeu désormais est donc d’introduire un nouveau formalisme, qui serait capable
d’inclure explicitement la dynamique intra-sousbande dans le modèle de transport, ce qui
permettrait d’explorer plus largement les effets de la décohérence sur le transport. En
particulier, en ajustant γintra, on s’attend à passer continûment d’un modèle séquentiel à
modèle de transport délocalisé, ce qui nous permettrait d’affiner et de nuancer la discussion
précédente sur les différents scénarios d’extraction des excitations polaritoniques. C’est l’ob-
jectif du chapitre 5.

Dans la suite de ce chapitre, nous répondrons d’abord à la seconde problématique énoncée
dans le chapitre 1, section 1.5.3 : est-il possible d’obtenir un gain sur l’énergie d’activation
dans des dispositifs en régime de couplage fort ?

4.4 Influence du dopage sur le courant d’obscurité

Pour répondre à cette seconde problématique, on se tourne vers l’étude du courant d’obs-
curité de structures conçues pour fonctionner en couplage fort. Si le fonctionnement sous
illumination de ces dispositifs nécessite une adaptation du modèle de transport, on s’attend
à ce que le fonctionnement sous obscurité suive le modèle séquentiel du transport décrit
dans le chapitre 2. L’objectif de cette partie est donc d’étudier l’influence du dopage sur des
mesures de courant d’obscurité Jdark sous tension appliquée et de les calculer dans le cadre
du modèle séquentiel.
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4.4.1 Mesures de courants d’obscurité

Dans la suite, on va étudier trois structures différentes, et pour chaque structure, on
étudiera deux situations de dopage : une situation faible dopage (n2D ≈ 3 × 1011 cm−2) et
une situation fort dopage (n2D ≈ 1×1012 cm−2). Les structures de bande des trois dispositifs
(répétitions de In0.53Ga0.47As / Al0.52In0.48As sur InP) sont représentées figure 4.17 (pour
T = 78K et à l’équilibre thermodynamique), et nommées [A], [B] et [C]. Dans la suite,
les épaisseurs données en gras correspondent à des puits d’InGaAs, en texte normal, les
barrières d’AlInAs, et en soulignées, les couches dopées. Toutes les structures sont prévues
pour une détection autour de λ = 8µm.

— Structures [A] : 90/45/33/39/39/34/47/36 (Å), épitaxiées au III-Vlab. La structure
de bande est conçue pour que le niveau de Fermi de la structure fortement dopée à
n2D = 1.35 × 1012 cm−2 soit légèrement en dessous du dernier niveau de la cascade
électronique.

— Structures [B] : 87/35/31/33/36/28/43/25 (Å), épitaxiées à l’université de Leeds.
La structure [B] diffère de la structure [A] par des épaisseurs de barrière plus larges,
et par un niveau de Fermi (n2D = 1×1012 cm−2) situé à environ un phonon ωLO = 33
meV du dernier niveau de la cascade.

— Structures [C] : 87/35/31/33/36/28/43/25/54/25 (Å). La structure [C] est similaire
à la structure [B] pour les 4 premiers puits, mais un puits supplémentaire a été ajouté,
pour que cette fois le niveau de Fermi de la structure fortement dopée soit juste en
dessous du dernier niveau de la cascade.

Toutes les structures sont réalisées dans une optique de robustesse, sans particularité de
conception. La conception respecte les règles classiques d’alignement de niveaux, énoncées
dans le chapitre 3 : espacement LO dans la cascade, quasi-résonance entre niveau excité du
puits optique et premier niveau extracteur.
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Figure 4.17 – Caractérisation du courant d’obscurité pour trois structures de bande [A],
[B] et [C] (une ligne correspond à une structure), et deux situations de dopages 1 (dopage
modéré, colonne centrale) et 2 (dopage élevé, colonne de droite). Les données expérimentales
(traits pointillés) sont superposées aux calculs (traits pleins). Les structures de bandes sont
calculées à T = 78K, pour les structures fortement dopées. Les calculs sont menés avec les
paramètres nominaux d’épitaxie. 148



Une campagne de caractérisation du courant d’obscurité a été menée sur ces six struc-
tures 11, sur une large gamme de tension, de températures, et pour plusieurs surfaces de
dispositifs (on vérifie que les densités de courant sont indépendantes de la surface du dispo-
sitif). Les résultats de cette campagne de caractérisation sont donnés dans la figure 4.17. La
colonne 1 ([A1], [B1] et [C1]) correspond aux courants d’obscurité des dispositifs peu dopés,
la colonne 2 ([A2], [B2] et [C2]) aux dispositifs fortement dopés. Quelques observations
générales :

— Les niveaux de densité de courant sont plus élevés dans le cas des forts dopages.
— Les courants d’obscurité pour les structures faiblement dopées sont nettement plus

asymétriques que leurs homologues fortement dopés. De manière générale, les ten-
dances d’évolution des courbes en fonction du champ, d’un dopage à l’autre, sont
extrêmement différentes. L’ajout de dopage ne se traduit donc pas par une simple
translation des courbes de courant vers une plus forte amplitude, en conservant les
tendances d’évolution, mais une modification profonde de ces tendances, plus lisses et
plus symétriques. En l’occurrence, une telle symétrie des courbes [A2] et [C2] pour-
rait suggérer des courants de fuite, par exemple sur les flancs des dispositifs. Cette
hypothèse est réfutée par la bonne superposition des courbes de courant surfacique
pour plusieurs dimensions de dispositifs.

— Les courbes des dispositifs fortement dopés ne présentent aucune signature caractéris-
tique de régime de résistance différentielle négative et d’anticroisements entre fonc-
tions d’ondes 12. Par exemple, là où [C1] présente clairement deux anticroisements
(pour F ≈ −20 et F ≈ −40 kV.cm−1), [C2] est d’allure complètement lisse. Pour
[B1], à T = 78K et dans la plage de champ F = [−10 : 0]kV.cm−1, on trouve un
régime de résistance différentielle négative en “dents de scie” (le courant présente une
forme dentelée) [123, 124]. Cette caractéristique est absente pour les courbes à fort
dopage [B2].

11. Remerciements à Mathieu Jeannin du C2N pour la fabrication des structures mesas et de leurs mesures.
12. Attention : si les échelles des ordonnées sont effectivement alignées, les gammes de tension explorées

en absisses sont différentes d’un échantillon à l’autre.
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4.4.2 Résultats de simulations pour le courant d’obscurité

60 40 20 0 20 40
F [kV/cm]

10 4

10 2

100

102

104

J d
ar

k [
A.

cm
-2

]

[A2]: n2D = 1.35 × 1012 cm 2

T=78K
T=100K
T=120K
T=140K
T=160K
T=180K
Mesures
Calcul METIS

60 40 20 0 20
F [kV/cm]

10 4

10 2

100

102

104 [B2]: n2D = 1 × 1012 cm 2

T=78K
T=100K
T=120K
T=140K
T=160K
T=180K
T=200K
Mesures
Calcul METIS

40 30 20 10 0 10 20 30
F [kV/cm]

10 4

10 2

100

102

104 [C2]: n2D = 1 × 1012 cm 2

T=78K
T=100K
T=120K
T=140K
T=160K
T=180K
T=200K
Mesures
Calcul METIS

40 20 0 20
F [kV/cm]

10 4

10 2

100

102

104

J d
ar

k [
A.

cm
-2

]

[D]: n2D = 5 × 1011 cm 2

T=77K
T=90K
T=100K
T=120K
T=150K
T=190K
Mesures
Calcul METIS

Figure 4.18 – Courant d’obscurité Jdark mesuré (points) et calculé (traits pleins) pour 4
structures différentes, toutes susceptibles de susciter un régime de couplage fort. La structure
de bande associée aux mesures de [D] se trouve en figure 4.5-[b]. À noter que cette structure
[D] est un QCD λ = 10 µm, tandis que les QCDs [A2], [B2] et [C2] sont des QCDs λ = 8
µm : cela explique que, malgré un plus faible niveau de dopage, le courant d’obscurité de
[D] est à des niveaux comparables aux autres structures. Les calculs sont menés avec les
paramètres nominaux de l’épitaxie.

Au jeu de six structures présentées précédemment, on ajoute également la structure uti-
lisée dans les mesures optiques et de photo-courant présentées dans les sections 4.2.2 et 4.3,
qu’on nommera [D] (on rappelle que ce QCD est conçu pour une détection autour de 10
µm, cf. figure 4.5-[b] pour la structure de bande). Pour toutes ces structures, on utilise notre
modèle séquentiel de transport sous obscurité pour calculer les densités de courant surfa-
cique Jdark. On commence par comparer les structures conçues pour un fonctionnement à
λ = 8 µm.

Les résultats pour les structures faiblement dopées [A1], [B1] et [C1] sont présentés
dans la figure 4.17 et superposés aux mesures. Pour les trois structures, on obtient des ac-
cords quantitatifs, sur une large gamme de champs électriques appliqués F et pour toute la
gamme de température considérée (de 78K à 200K). En particulier, les épaulements, signa-
tures caractéristiques des anticroisements entre fonctions d’ondes à l’origine d’un courant
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tunnel exacerbé, sont bien représentés. On notera qu’aucun paramètre n’a été ajusté pour
obtenir ces courbes : on a directement injecté les épaisseurs et les dopages nominaux utilisés
pour l’épitaxie de ces plaques. Une différence notable s’observe cependant pour [B1], où le
calcul prédit de forts pics dans le courant autour de F = −40 kV.cm−1. Ces pics sont la
conséquence du choix de la base de représentation des fonctions d’onde dans le calcul, à sa-
voir, la base délocalisée (cf. chapitre 2). Dans une telle base, les fonctions d’ondes résonnantes
(ici, pour F = −40 kV.cm−1, le niveau fondamental du puits optique et le dernier niveau de
la cascade) se délocalisent dans les deux puits concernés et provoquent des courts-circuits
électriques, qui se manifestent par des pics dans le courant d’obscurité. Bien que ce choix
de base soit manifestement mauvais pour reproduire les courbes expérimentales autour de
F = −40 kV.cm−1, la base délocalisée est tout de même utilisée car elle donne de bons
résultats sur le reste de la gamme de tension. On pourrait imaginer une concaténation de
résultats calculés dans les deux bases pour une meilleure représentation du courant d’obs-
curité sur l’intégralité de la gamme de tension.

Les résultats pour les structures fortement dopées [A2], [B2] et [C2] sont présentés
dans la figure 4.18 et superposés aux mesures. Malgré un ajustement sur le dopage, l’étalement
des interfaces, et les largeurs de puits (les calculs présentés sont menés avec les paramètres
nominaux de l’épitaxie), le modèle séquentiel est incapable de reproduire correctement les
courbes de courant. Si certaines plages de tension/température semblent approximativement
reproduites, notamment à haute température, les calculs sont majoritairement éloignés des
données expérimentales : différences de un à plusieurs ordres de grandeur sur l’amplitude,
évolutions différentes et prédiction de résistances différentielles négatives inobservables sur
les mesures.

Le succès du modèle à faible dopage contraste avec l’apparent échec à fort dopage et
semble indiquer une lacune dans la modélisation du courant d’obscurité à fort dopage.
L’évolution du courant avec le dopage n2D ne suit pas une simple translation d’ampli-
tude, ce qui est un indice de l’activation d’un mécanisme de transport, qui prend une place
prépondérante à fort dopage. Pour remédier à ce problème, quelques pistes sont à envisa-
ger. En particulier, la modélisation actuelle des mécanismes d’impuretés ionisées mériterait
une révision et un étalonnage sur des données de la littérature. Si on s’attend effectivement
à l’activation de ce mécanisme pour des valeurs élevées de dopage, dans l’état actuel de
l’implémentation, nos calculs prédisent au contraire de faibles contributions relativement
aux autres mécanismes. Ils ont tout de même été ajoutés aux résultats de la figure 4.18,
mais dans l’état actuel d’implémentation, leur contribution est restée négligeable. Une idée
à explorer notamment serait la diffusion des entités dopantes dans les couches adjacentes aux
puits optiques. Une campagne expérimentale paramétrique sur le dopage n2D est en cours de
réalisation : une large gamme de dopage sera étudiée, entre n2D = 1011 et n2D = 1012cm−2,
pour mettre en évidence l’apparition de ce mécanisme et tenter de le modéliser.

En plus de générer une incompréhension sur son origine, ces hautes valeurs de cou-
rant d’obscurité affectent les performances du détecteur : pour les trois dispositifs [A2],
[B2] et [C2], les niveaux de bruit à faible température (78K) rendent impossible l’extrac-
tion expérimentale de photo-courant. À ce jour, seul l’échantillon présenté dans les sec-
tions 4.2.2 et 4.3 (structure de bande figure 4.5-[b]) nous a permis de générer des données
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expérimentales de photo-courant exploitables à 78K 13, puisque étant dopé de manière in-
termédiaire (n2D = 5 × 1011 cm−2). Les mesures de courant d’obscurité de cet échantillon
sont présentées sur la figure 4.18-[D], et sont bien reproduites par le modèle séquentiel.

On comprend donc dans cette étude que de plus grandes valeurs de couplage lumière-
matière Ω, qui permettraient une meilleure résolution des pics polaritoniques, s’accom-
pagnent nécessairement d’une augmentation drastique du bruit d’obscurité, et se fait donc
au détriment des performances du détecteur. Au delà de cette augmentation, un mécanisme
de génération de porteurs semble s’activer lorsque le dopage est augmenté. Ce mécanisme,
en cours d’étude, n’est pas modélisé pour le moment.

Dans la partie suivante, nous renforcerons ces considérations sur les performances d’un
QCD en régime de couplage fort en étudiant la question de l’énergie d’activation dans ces
structures fortement dopées.

4.5 Bilan sur les performances d’un QCD en régime

de couplage fort lumière-matière
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Figure 4.19 – Énergies d’activations extraites (courbes pointillées bleues) des courbes de
courant d’obscurité de la Figure 4.18 de dispositifs fortement dopés, et estimées (courbes
pointillées rouges) à partir de la transition ISB et du niveau de Fermi de ces dispositifs.

Des mesures de courant d’obscurité de la Figure 4.18, on extrait les énergies d’acti-
vation 4.19 par l’utilisation d’une loi d’Arrhenius (cf. Eq (2.45)). Le cas de l’échantillon
“moyennement” dopé [D] mis à part, les autres échantillons montrent que l’énergie d’ac-
tivation extraite est très éloignée de l’énergie d’activation anticipée lors de la conception
EAnticipée
A = ωISB − µ. Cette observation laisse supposer que l’énergie d’activation pour des

13. Des mesures réalisées à plus hautes températures sont inexploitables à cause de l’intensité du bruit.
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structures fortement dopées est surestimée par cette relation. On l’utilisera tout de même
dans les développements qui suivent, comme la borne supérieure idéale de l’énergie d’acti-
vation, en gardant en tête que les situations réelles sont vraisemblablement moins favorables.

Dans cette section, on reprend les concepts présentés dans le chapitre 1, section 1.5.3 :
l’idée consistait à utiliser la séparation de Rabi 2Ω pour obtenir un gain sur l’énergie d’activa-
tion par rapport à une situation équivalente de couplage faible. Cette considération reposait
cependant sur la comparaison entre deux situations d’environnements électromagnétiques
différents : dans un cas la puissance incidente était directement injectée dans la transition
ISB, dans le second, la puissance incidente transitait par un résonateur optique fortement
couplé à la transition ISB (comme présenté dans ce chapitre).

Dans cette partie, on se propose d’étudier une même situation d’environnement électro-
magnétique : un environnement susceptible de générer un couplage fort entre le mode optique
résonnant et la transition ISB (par exemple, un réseau d’antennes patchs). Cette fois, nous
libérons la contrainte sur le dopage des puits quantiques, ce qui nous permettra d’ajuster la
valeur du couplage lumière-matière Ω. En revanche, on conserve la contrainte de détecter à
une énergie donnée ω0, alignée sur l’état polaritonique bas ω−. Par conséquent, pour garder
ω− résonnant avec ω0 lorsqu’on va modifier le dopage, il nous faudra modifier l’épaisseur du
puits quantique abritant la transition ISB, de manière à re-déplacer la transition ISB ωISB

et par conséquent ré-aligner ω− = ω0.

On va donc explorer continûment les valeurs de couplage Ω et en étudier les effets sur
l’évolution relative de deux grandeurs, l’énergie de détection (la référence en énergie est
l’énergie de sousbande fondamentale) :

ω0 = ω− ≈ ωISB − Ω (4.83)

et l’énergie d’activation EA :

EA ≈ ωISB − µ (4.84)

où µ représente la position du niveau de Fermi dans le puits quantique (on suppose qu’on est
à l’équilibre thermodynamique et que µ est commun aux deux sousbandes de la transition).
Des deux expressions précédentes, on comprend donc que les deux véritables grandeurs
d’intérêt évoluant avec le dopage n2D sont :

— le couplage Ω, qui évolue avec la racine carrée du dopage n2D injecté dans les puits
quantiques :

Ω =
ωP
2

√
fw ≈

1

2

√
n2De2fwfα
ε0εrm∗LQW

(4.85)

— le niveau de Fermi, qui dans le cas de niveaux de dopage tels que µ est situé au dessus
de la sousbande fondamentale de la transition, s’exprime linéairement respectivement
au dopage :

µ ≈ n2D

ρ2D

=
π

m∗
n2D (4.86)
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De ces expressions on comprend que le niveau de Fermi µ remonte plus rapidement dans le
puits que l’écartement Ω provoqué par le couplage, entre le polariton bas ω− et le niveau haut
de la transition ISB. Il n’existe des situations de gain sur l’énergie d’activation que lorsque
la distance EA − ω0 augmente avec le dopage, c’est-à-dire lorsque :

d

dn2D

(EA) =
d

dn2D

(Ω− µ) > 0 (4.87)

Par conséquent, on obtient un gain si :

1

4

√
e2fwfα

ε0εrm∗LQW

1
√
n2D

− π

m∗
> 0 (4.88)

Expression qui donne la limite haute de dopage à ne pas dépasser pour obtenir un gain sur
l’énergie d’activation :

n2D <
1

16

e2fwfαm
∗

π2ε0εrLQW

(4.89)

À noter que la dépendance en ω0 de l’équation précédente se trouve implicitement dans
LQW. Dans les développements précédents, on a fait le choix de fixer la masse effective m∗

constante : en réalité, elle doit être évaluée pour l’énergie de Fermi, et dépend donc elle
même du dopage et des effets de non-parabolicité. Cette correction est négligée ici.

La Figure 4.20 trace en [a] l’évolution de l’énergie d’activation EA en fonction du do-
page et en [b] les deux grandeurs d’intérêt µ et Ω, pour une situation favorable au couplage
lumière matière : force d’oscillateur fα = 1, recouvrement parfait fw = 1, puits fin LQW = 70
Å. Dans cette situation idéale, on calcule le dopage critique ncritique

2D ≈ 0.8 × 1011cm−2 (via
l’évaluation de l’équation (4.89)). En pratique, un tel niveau de dopage correspond à une
situation de couplage faible où les états polaritoniques ne sont pas discernables. De plus,
jusqu’ici on a fait l’approximation favorable de considérer que la séparation polaritonique
s’effectue autour de ωISB. En réalité, c’est la transition déplacée par la fréquence plasma
ω̃ISB > ωISB qui doit être considérée, plus haute dans le puits (et donc moins favorable à un
gain sur l’énergie d’activation).
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Figure 4.20 – [a] Calcul des variations de la distance Ω−µ entre le couplage Ω et la position
du niveau de Fermi µ en fonction du dopage n2D [b] Calcul de Ω et de µ (avec pour référence
d’énergie la sousbande fondamentale). [a] et [b] sont calculés dans une situation favorable
de couplage : force d’oscillateur fα = 1, recouvrement parfait fw = 1, puits fin LQW = 70 Å.

À partir de considérations sur les évolutions relatives du niveau de Fermi µ et du couplage
lumière-matière Ω et leur dépendance avec le dopage n2D, nous avons pu déterminer que,
dans le cas d’un QCD embarqué dans un résonateur optique, les situations de couplage fort
(fort dopage) n’apparaissent pas comme favorables à un gain sur les mécanismes de bruit
thermique par rapport à une situation de couplage faible (faible dopage).

4.6 Bilan

Dans ce chapitre, nous avons démontré le fonctionnement de détecteurs à cascades quan-
tiques embarqués dans des résonateurs antennes patchs et opérant dans le régime de cou-
plage fort lumière-matière (2Ω = 10.7 meV et 2Ω = 12.9 meV). Successivement, nous
avons caractérisé le comportement optique (mesures de réflectivité) et le comportement
photo-électrique (mesures de photo-courant) des dispositifs. La comparaison entre ces deux
mesures nous a permis de mettre en évidence les singularités des mesures de photo-courant.

À partir de ces observations expérimentales, nous avons progressivement construit un
modèle de transport, basé sur le formalisme semi-classique de la théorie des modes couplés.
Si la première approche de la description du système, basée sur l’utilisation de deux réso-
nateurs (cavité et ISB), nous a permis de reproduire avec une bonne fidélité les données de
réflectivité, nous avons mis en évidence qu’elle n’était pas suffisante pour reproduire correc-
tement les singularités des mesures de photo-courant. En effet, nous avons démontré que la
modélisation explicite de l’extraction était nécessaire pour obtenir une bonne reproduction
des mesures de photo-courant, et qu’une fonction de transfert dépendante de la fréquence
de l’excitation incidente ω était requise pour décrire l’asymétrie présente dans le jeu de
données.

En étudiant l’interprétation physique des modèles de théorie des modes couplés à deux
et trois résonateurs, et notamment en comparant les amplitudes relatives du couplage tun-
nel ΩT et de la dynamique intra-sousbande décohérente γintra, nous avons dressé un schéma
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d’extraction des excitations polaritoniques : dans ce système, l’extraction tunnel résonnante
depuis les états polaritoniques semble être le mécanisme d’extraction dominant. La plupart
des excitations polaritoniques sont directement extraites dans la cascade électronique, sans
transiter par les états noirs, contrairement à ce qui est observé dans les dispositifs en injec-
tion.

Nous nous sommes ensuite penchés sur l’influence du dopage sur les performances sous
obscurité des détecteurs à cascades quantiques. Nous avons d’abord examiné des mesures
de courant d’obscurité pour plusieurs structures, étudiées dans deux situations de dopage,
l’une faible (≈ 2 × 1011cm−2), l’autre forte (≈ 1 × 1012cm−2). Ces mesures ont mis en
évidence que de forts dopages, au delà de simplement translater l’amplitude des courbes
de courant, modifient significativement l’évolution de ces courbes avec la température et
la tension appliquée. Par ailleurs, notre modèle de transport est incapable de reproduire
de manière satisfaisante ces courbes de courant dans le cas des dispositifs fortement dopés.
Ces considérations suggèrent donc qu’un mécanisme de transport s’active lorsque le dopage
augmente et ce mécanisme n’est pas modélisé dans notre implémentation actuelle.

Ces mauvais résultats de fonctionnement sous obscurité sont renforcés par une étude
entre l’évolution relative du couplage lumière-matière Ω et de la position du niveau de
Fermi µ, et leur influence sur l’énergie d’activation EA en fonction du dopage. Dans cette
étude, nous montrons que, lorsque le dopage augmente, le niveau de Fermi µ s’élève plus
rapidement dans le puits que la séparation de Rabi Ω entre l’énergie ISB et celle du polariton
bas ω−. Cette idée se traduit par l’incapacité à obtenir un gain sur l’énergie d’activation,
comme il avait été envisagé section 1.5.3 du chapitre 1.

Ces conclusions sur les performances des QCDs en régime de couplage fort sont à
pondérer par la faible quantité de données à notre disposition, et notamment en photo-
courant. En effet, notre raisonnement s’est uniquement penché sur la dégradation du bruit
thermique avec le dopage, sans considérer les évolutions des niveaux de réponse, et par
conséquent de la détectivité de ces dispositifs. Une étude plus approfondie de cette figure de
mérite serait nécessaire pour pouvoir trancher sur les évolutions des performances théoriques
lorsqu’on augmente le dopage dans nos dispositifs.

En revanche, ces travaux renforcent le rôle des QCDs comme des dispositifs clés dans
l’étude des polaritons ISB, et constituent une démonstration de la possibilité de concevoir
une extraction résonnante de polaritons vers un réservoir électronique, avec une implication
seulement secondaire des états noirs dans le processus d’extraction.
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Chapitre 5

Vers un modèle quantique du
transport électronique en régime de
couplage fort lumière-matière

Dans le chapitre précédent, nous avons étudié la réponse électro-optique expérimentale
de QCDs embarqués dans des réseaux d’antennes patchs, fonctionnant en régime de couplage
fort. Cette étude est basée sur des mesures en l’absence de champ électrique appliqué sur
la structure (F = 0). Pour décrire ces données, nous avons développé un formalisme basé
sur la théorie des modes couplés : l’ajout d’un troisième résonateur, modélisant de manière
effective la cascade d’extraction, nous a permis de reproduire quantitativement les spectres
de photo-courant expérimentaux, pour tous les paramètres de cavité p, s mesurés. Deux
points viennent cependant nuancer les résultats obtenus précédemment :

1. les mesures de photo-courant ont été normalisées pour éviter des erreurs d’interpré-
tation sur les amplitudes relatives des spectres d’échantillons de géométries différentes
(certaines plaques présentent en effet des défauts de fabrication rendant les compa-
raisons impossibles). Par conséquent, nous n’avons pas pu étudier la capacité de ce
modèle à reproduire l’amplitude des spectres de photo-courant mesurés.

2. la valeur obtenue pour le taux d’extraction γE = 11 meV est trop élevée par rapport
à l’ordre de grandeur d’un taux de transition inter-sousbande usuel (plutôt de l’ordre
du meV), et se rapproche plutôt de l’ordre des taux de transition intra-sousbande. De
cette observation, nous avons compris que la théorie des modes couplées, par sa na-
ture de formalisme semi-classique, est incapable de dissocier les processus décohérents
des processus dissipatifs. Autrement dit, la théorie des modes couplés ne peut pas
dissocier élargissements et amplitudes spectraux.
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Figure 5.1 – Mesures de photo-courant pour différents champ électrique F appliqués sur la
structure, pour une gamme F =[-25 :8] kV.cm−1. Différentes géométries du réseau de patchs
(p, s) sont explorées. Les mesures sont réalisées à T = 78K. Les puits quantiques optiques
sont dopés à n2D = 5 × 1011cm−2. Les spectres sont normalisés relativement au maximum
d’amplitude observé sur le jeu de données présenté.
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Les mesures présentées dans la suite viennent confirmer ces limites de la théorie des modes
couplés. La figure 5.1 présente des mesures 1de photo-courant sous champ électrique ap-
pliqué, pour les mêmes échantillons que ceux présentés dans la section 4.3 du chapitre 4 : les
échantillons se présentent sous la forme de matrices de patchs d’environ 50× 50 µm2, dont
les patchs sont reliés électriquement par des fils métalliques. Seuls les échantillons dopés
n2D = 5× 1011cm−2 ont été fabriqués et donc mesurés. Les échantillons sont placés dans un
cryostat (T = 78 K), illuminés par la source globar du FTIR. Le signal est amplifié par un
amplificateur trans-impédance à faible bruit. À noter qu’au delà de T = 78 K, le rapport
signal à bruit s’écroule. Cette fois, les échantillons sont étudiés sur une gamme 2 de champ
électrique F =[-25 :8] kV.cm−1. Plusieurs géométries (p, s) de réseaux sont mesurées, avec p
la période inter-patch du réseau, et s les dimensions latérales des patchs. Ces mesures sous
champ électrique se font pour le même échantillon et il est donc pertinent de comparer l’am-
plitude relative des spectres pour un même couple de paramètres p, s. Attention cependant
aux comparaisons d’amplitude pour des couples p, s différents : le protocole expérimental ne
garantit pas une illumination constante entre chaque mesure de dispositifs.
On fait les observations suivantes :

— pour tous les couples (p, s) étudiés, l’amplitude globale des spectres de photo-courant
évolue avec le champ F appliqué. On observe un maximum d’amplitude autour de
F ≈ −10 kV.cm−1.

— les niveaux de bruit augmentent fortement lorsque l’amplitude absolue du champ |F |
augmente. Ces niveaux de bruits sont la conséquence directe de l’augmentation du
courant d’obscurité avec le champ électrique. Ils conditionnent la gamme de champ
F exploitable

— on distingue nettement deux pics prépondérants, signature du couplage fort. L’écart
entre ces pics (pour un couple p, s donné) est constant quel que soit le champ F
appliqué.

— les amplitudes relatives de ces pics s’inversent avec le champ F appliqué. À F forte-
ment négatif, c’est le pic de basse énergie qui domine. À F > 0, c’est le pic de haute
énergie qui domine. Le croisement d’égale amplitude se fait pour un champ négatif
F ≈ −5kV.cm−1.

— on observe un troisième pic, particulièrement pour les paramètres s = 1.5, 1.55 µm,
p = 7 µm, centré sur ω = 123 meV, dont la position semble indépendante du champ
électrique appliqué. Une observation similaire est faite dans [25] pour des mesures de
réflectivité dans des puits quantiques paraboliques en régime de couplage ultra-fort.
Dans ces travaux, les auteurs observent également un troisième pic, indépendant
de la dispersion polaritonique, qu’ils assimilent à la résonance non-couplée de la
transition ISB : un pic positionné à la même énergie de résonance est retrouvé dans
des mesures en l’absence de résonateur optique (en couplage faible). Dans notre cas,
nous n’avons pas de mesures de couplage faible à comparer ; cependant l’indépendance
aux variations du champ électrique appliqué semble également indiquer que ce pic
correspond à la transition ISB.

Ces nouvelles mesures, et notamment l’observation sur l’évolution relative des pics de photo-
courant avec le champ électrique, semblent confirmer qu’il est possible d’extraire des polari-

1. Remerciements à Salvatore Pes pour les mesures.
2. avec la convention qu’un champ négatif correspond à une chute de potentiel V (z1)− V (z0) < 0 pour

z1 > z0
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tons de manière sélective : en déplaçant l’alignement de l’extracteur (la cascade électronique)
autour de la dispersion polaritonique, on favorise l’extraction sélective depuis un état pola-
ritonique vers la cascade électronique.

Ces mesures ré-introduisent également les problématiques sur la capacité de décrire les
évolutions d’amplitudes. En effet, dans le cadre de ces mesures sous champ, les amplitudes
relatives des spectres de photo-courant étant désormais comparables, il devient important
de reproduire leur évolution.

Cependant, on sait par avance que la théorie des modes couplés n’en sera pas capable de
manière satisfaisante. En effet, le taux γE introduit en CMT recouvrait simultanément deux
phénomènes physiques différents : il décrivait à la fois le taux d’extraction depuis l’extracteur,
dépendant du champ électrique appliqué (le désalignement de la cascade avec le champ va
modifier les taux ISB entre les niveaux de la cascade), et les mécanismes intra-sousbandes
qui contrôlent eux l’élargissement spectral du mode ISB, indépendants du champ.

La CMT ne pourra donc pas à la fois décrire les variations d’intensité d’extraction et
l’élargissement de l’extracteur. En annexe [G], on présente tout de même une tentative in-
fructueuse de description des données par la théorie des modes couplés.

L’objectif de ce chapitre est donc d’introduire un nouveau formalisme, plus complet et
plus général, qui sera à même de faire la distinction entre élargissement intra-sousbande et
extraction inter-sousbande, condition nécessaire à la description des données présentées sur
la Figure 5.1. Cela nous permettra de correctement interpréter les résultats sur l’extraction
sélective depuis les états polaritonique vers la cascade électronique. Ce formalisme est celui
de la matrice densité appliqué aux systèmes quantiques ouverts.

Si ce chapitre est consacré à la description d’un processus de détection, la problématique
de la modélisation de l’injection a fait l’objet de plusieurs études théoriques [125, 30, 33].
En particulier, les auteurs de [33] se sont penchés extensivement sur la problématique de
l’injection. Ils présentent notamment la description quantique et non-perturbative de l’in-
teraction entre des polaritons ISB de micro-cavité et un état électronique simple. Leurs
résultats mettent en avant la possibilité d’exalter l’efficacité radiative d’émission d’un dis-
positif électroluminescent en utilisant les propriétés du couplage fort. Les auteurs précisent
qu’une telle exaltation n’est possible que par la possibilité d’injecter sélectivement un état po-
laritonique. Injecter sélectivement un état polaritonique n’est possible que si la largeur spec-
trale de l’injecteur est suffisamment faible pour éviter une injection parasite dans les états
noirs, non-couplés à la lumière. En particulier, les expériences récentes d’électroluminescence
de dispositifs ISB en couplage fort [32] n’ont pas d’injecteur suffisamment fin spectralement
pour réaliser cette injection sélective. Injecter sélectivement (et donc efficacement) des états
polaritoniques ISB permettrait d’accéder à une nouvelle génération de dispositifs ISB à base
de polaritons : les auteurs de [31] décrivent notamment comment il serait possible de réaliser
un laser à partir de l’émission stimulée de polariton assitée par la diffusion de phonon LO.

Dans ce chapitre, nous verrons comment cette problématique de sélectivité s’étend à un
processus de détection.
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5.1 Introduction aux systèmes quantiques ouverts

Système 
d’intérêt 

Environnement (réservoir)

Système fermé

(ℋ̂S ⊗ IB, ρS, NS)

(IS ⊗ ℋ̂B, ρB, NB)

(ℋ̂, ρtot, Ntot)

(ℋ̂I)

Figure 5.2 – Représentation schématique d’un système fermé (d’Hamiltonien Ĥ) décomposé
en un sous-système d’intérêt (d’Hamiltonien ĤS) et un environnement (d’Hamiltonien ĤB).
Le système d’intérêt interagit avec son environnement via l’Hamiltonien ĤI

Tout système quantique appréhendé dans le monde réel peut être assimilé à un système
quantique ouvert : quelle que soit la volonté de l’opérateur d’isoler son système, il restera
toujours, si tant est qu’elle soit faible, une interaction, un couplage, entre ce système et
son environnement extérieur. Par ailleurs, la simple action de mesurer un système implique
nécessairement une interaction entre le dispositif de mesure et le système lui-même, qui est
une forme d’interaction avec l’environnement. L’objectif de cette partie est donc d’introduire
un nouveau formalisme, capable de décrire la dynamique d’un système quantique soumis à
des interactions dissipatives et décohérentes de la part de l’environnement extérieur. Cette
introduction aux systèmes quantiques ouverts se base principalement sur l’introduction de
[66] et les développements de [126].

La dynamique d’un système fermé est décrite par l’équation de Schrödinger :

i~
∂

∂t
Ψ(r, t) = Ĥ(r, t)Ψ(r, t) (5.1)

où Ψ(r, t) est une fonction d’onde, et Ĥ(r, t) est l’Hamiltonien du système. On souhaite
étudier l’évolution d’un sous-système S (le système d’intérêt), inclus dans le système fermé
et en interaction avec son environnement (aussi communément appelé réservoir ou bain).
L’espace d’Hilbert H du système fermé (dimension Ntot) est alors décomposé en deux sous-
espaces H = HS ⊗ HB (dimensions NS et NB). L’Hamiltonien de ce système fermé peut
donc s’écrire :

Ĥ = ĤS ⊗ IB + IS ⊗ ĤB + ĤI (5.2)
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où ĤS est l’Hamiltonien du sous-système d’intérêt, ĤB l’Hamiltonien du réservoir et ĤI

l’Hamiltonien d’interaction entre ces deux sous-systèmes. Il est impossible de suivre ex-
plicitement la dynamique simultanée de l’intégralité de ce système fermé : si en principe,
l’équation 5.3 peut être résolue par diagonalisation de l’Hamiltonien Ĥ, les dimensions du
problème Ntot sont la plupart du temps trop grandes pour pouvoir envisager une résolution,
même numérique.

Dans l’hypothèse que le réservoir interagit faiblement avec le système d’intérêt, la dyna-
mique des deux systèmes peut être considérée suffisamment distincte pour envisager un trai-
tement aux dimensions réduites. Dans cette première partie, on présente donc brièvement le
formalisme qui permet de traiter efficacement la dynamique des systèmes quantiques ouverts
et faiblement couplés à leur environnement. Dans la suite, on adoptera une représentation
vectorielle des fonctions d’ondes, tel que l’équation (5.1) est ré-écrite de la manière suivante :

i~
∂|ψ〉
∂t

= H|ψ〉 (5.3)

où |ψ〉 est un vecteur d’état du système, et H est la représentation matricielle de l’Hamilto-
nien.

5.1.1 Matrice densité

Si l’évolution du vecteur d’état |ψ〉 dans un système fermé est déterministe, l’évolution
de systèmes ouverts est de nature stochastique : soumises aux perturbations de l’extérieur,
les transitions entre les différents niveaux d’énergie se font de manière probabiliste, et
désaccordent les relations de phase entre les états du système. Pour décrire cette évolution
stochastique, il est courant d’utiliser le formalisme matrice densité.

La matrice densité ρ est la représentation matricielle de l’opérateur de densité. Elle
permet de décrire des états du système que la formulation par le biais des vecteurs d’états
|ψ〉 était incapable de décrire, les mélanges statistiques d’états purs :

ρ =
∑
n

pn|ψn〉〈ψn| (5.4)

où pn représente la probabilité du système d’être dans l’état pur |ψn〉〈ψn| :

|ψn〉 =
∑
i

cni |ui〉 (5.5)∑
i

|cni |2 = 1 (5.6)

où {|ui〉} est une base orthonormée de l’espace des états, et les cni = 〈ui|ψn〉 sont les co-
efficients de |ψn〉 dans cette base. Dans la suite, nous utiliserons l’expression de la matrice
densité représentée dans une base {|ui〉} :

ρ =
∑
i

∑
j

∑
n

pnc
n∗
i c

n
j |uj〉〈ui| =

∑
i

∑
j

ρij|uj〉〈ui| (5.7)

Les termes diagonaux ρii représentent la probabilité du système d’être dans l’état |ui〉. Les
termes non-diagonaux ρij sont les cohérences, une grandeur qui permet de quantifier les
relations de phase entre deux états |ui〉, |uj〉 du système.
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5.1.2 Équation mâıtresse de Lindblad pour la matrice densité
réduite

Pour un système fermé générique décrit figure 5.2, l’équation d’évolution de la matrice
densité ρtot est l’équation de Liouville-Von Neumann [126] :

i~
d

dt
ρtot =

[
H, ρtot

]
(5.8)

où
[
A,B

]
est l’opérateur commutateur entre A et B :[

A,B
]

= AB −BA (5.9)

L’équation (5.8) est une généralisation, pour la matrice densité, de l’équation de Schrödin-
ger Eq.(5.3). Elle décrit l’évolution unitaire d’un système fermé, sans interaction avec un
environnement extérieur. Dans ce système, H s’écrit selon l’équation (5.2). Pour réduire
les dimensions du problème aux dimensions du système d’intérêt NS, on utilise une forme
réduite de la matrice densité, ρS, qui s’affranchit de la dynamique de l’environnement via
l’opérateur trace appliqué aux degrés de liberté de l’environnement :

ρS = TrB(ρtot) (5.10)

où TrB est la trace partielle appliquée sur l’espace d’Hilbert HB de l’environnement. ρS
contient toute l’information utile pour calculer les observables du sous-système d’intérêt.
Cette opération permet la réduction des dimensions du problème (Ntot) aux dimensions du
système d’intérêt (NS � NB, Ntot). L’équation d’évolution de la matrice densité (5.8) s’en
retrouve nécessairement affectée : l’équation de Liouville-Neumann d’évolution de la matrice
densité réduite s’écrit :

i~
d

dt
ρS = TrB

[
H, ρtot

]
(5.11)

Pour obtenir une forme plus développée de cette équation, qui s’affranchit totalement des
degrés de liberté de l’environnement, il nous faudra utiliser deux hypothèses principales :

— l’approximation de Born, qui est une approximation de faible interaction : l’état
de l’environnement ne doit pas changer significativement avec l’interaction avec le
système d’intérêt.

— l’approximation de Markov : le temps caractéristique τB d’évolution de l’environne-
ment doit être beaucoup plus court que l’ensemble de la dynamique d’évolution du
système, de temps caractéristique τS � τB.

En utilisant ces deux approximations, on peut montrer que l’équation (5.11) peut être mo-
difiée sous la forme de l’équation mâıtresse de Lindblad pour la matrice densité réduite ρS
[126, 127, 128] :

d

dt
ρS(t) = − i

~
[
HS(t), ρS(t)

]
+
∑
n

[
2CnρS(t)C†n − ρS(t)C†nCn − C†nCnρS(t)

]
(5.12)

où HS est l’Hamiltonien réduit au système d’intérêt, les Cn =
√
γnAn sont les opérateurs de

dissipation, les An sont les opérateurs de Lindblad (ou opérateurs de saut), sans dimensions,
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qui décrivent les formes d’interactions entre le système et son environnement, et les γn sont
les taux correspondant à ces interactions (on les dimensionnera en meV ou en s−1), qui
permettent des interactions entre le système et son environnement (ce seront des produits
d’opérateurs création/annihilation) et les γn sont les taux correspondants à ces interactions.
L’équation (5.12) se décompose donc en deux catégories distinctes :

— − i
~

[
HS(t), ρS(t)

]
représente l’évolution unitaire du système, c’est-à-dire l’évolution

conservative du système, sans dissipation ni de l’énergie contenue dans le système ni
des cohérences entre les états du système.

—
∑

n

[
2CnρS(t)C†n − ρS(t)C†nCn − C†nCnρS(t)

]
représente l’interaction dissipative et

décohérente du système avec son environnement. C’est via ces termes que l’on pourra
modéliser la dissipation de l’énergie dans l’environnement et l’amortissement des
cohérences entre les états du système. Par la suite, on condensera l’écriture de ces
termes à l’aide du super-opérateur 3 L, qu’on nommera dissipateur :

L(An, ρS) = 2AnρSA
†
n − ρSA†nAn − A†nAnρS (5.13)

tel que l’équation (5.12) devient :

d

dt
ρS(t) = − i

~
[
HS(t), ρS(t)

]
+
∑
n

γnL(An, ρS) (5.14)

On note que cette décomposition entre évolution unitaire et dissipative du système est
semblable à la formulation des équations de la théorie des modes couplés du chapitre 4 (cf.
Eq. (4.50)). Après résolution de l’équation (5.14), on pourra calculer la valeur moyenne d’un
opérateur O du système d’intérêt à partir de ρS :

〈O〉 := TrS(OρS) (5.15)

5.2 Résolution de l’équation de Lindblad : l’exemple

d’un unique résonateur

Dans cette partie, on adapte le développement présenté dans [129], chapitre IV. L’objec-
tif est d’illustrer l’équation de Lindblad (5.14) dans un cas restreint à un système simple.
Ce système est représenté sur la figure 5.3.

3. Un super-opérateur est un opérateur qui agit sur des opérateurs
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ωc
κL

γc + Γc

Cavité

s−

s+

Excitation 

[a] [b] 

 |0⟩

 |1⟩

 |2⟩

 |N⟩

 a†
c

 a†
c

 a†
c ac

 ac

ωc

2ωc

Nωc

Système 
tronqué à 
deux niveaux  0

Figure 5.3 – [a] Représentation schématique d’un résonateur unique pompé par une source
incidente d’amplitude s+. [b] Représentation schématique des états à n excitations |n〉 de ce
résonateur. On passe d’un état |n〉 à un état |n+ 1〉 par application d’un opérateur création
a†.

On souhaite modéliser l’évolution d’un système composé d’un résonateur (par exemple,
une cavité optique) en interaction avec une source monochromatique cohérente de fréquence
ω. L’amplitude de cette interaction est ΩL = κLs+e

iωt, où s+ est l’amplitude de l’onde
de cette source incidente, et κL quantifie la qualité du couplage indépendamment de l’am-
plitude de la source. Dans l’approximation du champ tournant, l’Hamiltonien du système
{cavité+interaction avec la source} s’écrit :

HS(t) = ωca
†
cac +

(
ΩLac + Ω∗La

†
c

)
(5.16)

avec ωc la fréquence propre de la cavité et ac/a
†
c les opérateurs création/annihilation associés

à la cavité. L’équation d’évolution de ce sous-système en interaction avec son environnement
est l’équation de Lindblad Eq. (5.14), portant sur la matrice densité ρ 4 associée à la cavité :

d

dt
ρ = −i

[
HS, ρ

]
+ (γc + Γc)L[ac, ρ] (5.17)

(~ = 1), et où l’on a dissocié les termes de dissipation en deux contributions, γc le taux de
dissipation non-radiative, et Γc le taux de dissipation radiative. On choisit de représenter la
matrice ρ dans la base des états à n excitations {|n〉} de l’espace de Fock, où |n〉 désigne
donc l’état à n excitations dans la cavité (n photons dans notre exemple). En l’absence de
contrainte sur l’accumulation d’excitations dans notre résonateur, cette base est de dimen-
sion infinie :

ρ =



ρ00 ρ01 ρ02 . . . ρ0n . . .
ρ10 ρ11 ρ12 . . . ρ1n . . .
ρ20 ρ21 ρ22 . . . ρ2n . . .
...

...
...

. . .
...

ρn0 ρn1 ρn2 . . . ρnn
...

...
...

...
. . .


(5.18)

4. On s’affranchir de l’indice S : désormais ρ fera toujours référence à la matrice densité réduite du
sous-système S d’intérêt.
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Dans un premier temps, on va restreindre ces dimensions à deux, pour deux états acces-
sibles du système : l’état du vide |0〉, sans excitation, et l’état à une excitation |1〉. L’ob-
jectif est d’obtenir une description analytique du problème et puis dans un second temps,
d’étudier l’influence des dimensions du problème pour comprendre sous quelles hypothèses
notre problème peut être tronqué.

5.2.1 Équations de Bloch optiques

On restreint donc notre résonateur à un système à deux niveaux séparés de ωc. L’Hamil-
tonien HS et la matrice densité ρ exprimés dans la base des états {|0〉, |1〉} s’écrivent :

HS(t) =

[
0 ΩL

Ω∗L ωc

]
, ρ =

[
ρ00 ρ01

ρ10 ρ11

]
(5.19)

ρ11 désigne la probabilité du système d’être dans l’état |1〉 à une excitation, ρ00 la proba-
bilité d’être dans l’état du vide. ρ10 et ρ01 sont les cohérences entre les deux niveaux, et
permettront, en autre, de quantifier le courant de pompage entre |0〉 et |1〉. On évalue le
commutateur de l’équation (5.17) :

[HS, ρ] =

[
ΩLρ10 − Ω∗Lρ01 ωcρ01 + ΩL(ρ11 − ρ00)

−ωcρ10 + Ω∗L(ρ00 − ρ11) Ω∗Lρ01 − ΩLρ10

]
(5.20)

On développe également le terme de dissipation :

(γc + Γc)L[a, ρS] =

[
2(γc + Γc)ρ11 −(γc + Γc)ρ01

−(γc + Γc)ρ10 −2(γc + Γc)ρ11

]
(5.21)

On s’aperçoit ici que les populations sont dissipées deux fois plus efficacement 2(γc+Γc) que
les cohérences (γc + Γc). Sous sa forme vectorielle, ce système d’équations restreint à deux
états porte le nom d’équations de Bloch optiques [129] :

dρ00

dt
= iΩ∗Lρ01 − iΩLρ10 + 2(γc + Γc)ρ11 (5.22)

dρ11

dt
= iΩLρ10 − iΩ∗Lρ01 − 2(γc + Γc)ρ11 (5.23)

dρ01

dt
= −iωcρ01 + iΩL(ρ00 − ρ11)− (γc + Γc)ρ01 (5.24)

dρ10

dt
= iωcρ10 + iΩ∗L(ρ11 − ρ00)− (γc + Γc)ρ10 (5.25)

On effectue un changment de variable pour se débarrasser des dépendances temporelles
contenues dans ΩL :

σ01 = ρ01e
iωt (5.26)

σ10 = ρ10e
−iωt (5.27)

σ00 = ρ00 (5.28)

σ11 = ρ11 (5.29)
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On obtient alors la forme indépendante du temps des équations de Bloch optiques :

dσ00

dt
= iκLs+(σ01 − σ10) + 2(γc + Γc)σ11 (5.30)

dσ11

dt
= iκLs+(σ10 − σ01)− 2(γc + Γc)σ11 (5.31)

dσ01

dt
= i(ω − ωc)σ01 + iκLs+(σ00 − σ11)− (γc + Γc)σ01 (5.32)

dσ10

dt
= −i(ω − ωc)σ10 + iκLs+(σ11 − σ00)− (γc + Γc)− σ10 (5.33)

en utilisant ΩL = κLs+e
iωt.

Solutions stationnaires

En régime stationnaire, on résout ce système d’équations et on obtient les solutions
stationnaires suivantes :

σ00 =
1

2

1

1 + s
(5.34)

σ11 =
1

2

s

1 + s
(5.35)

σ01 =
(ω − ωc) + iγ

2κLs+

s

1 + s
(5.36)

σ10 =
(ω − ωc)− iγ

2κLs+

s

1 + s
(5.37)

où l’on a introduit le paramètre de saturation s :

s =
2κLs

2
+

(ω − ωc)2 + (γc + Γc)2
(5.38)

s est un indicateur de la saturation du système, c’est-à-dire sa capacité à dissiper des excita-
tions (γc + Γc) par rapport au rythme de pompage (κLs+) qu’on lui impose. s est maximum
lorsque l’excitation incidente est accordée sur la résonance du résonateur :

smax =
2κLs

2
+

(γc + Γc)2
(5.39)

On distingue deux régimes de fonctionnement :
— smax � 1 : régime linéaire, de faible excitation. Les mécanismes de dissipation sont

beaucoup plus rapides que les mécanismes de pompage. La probabilité du système
d’être dans l’état à une excitation |1〉 est faible devant celle d’être dans l’état du vide
|0〉 (σ11 � σ00).

— smax > 1 : régime non-linéaire, d’excitation intense. Les mécanismes de dissipation
sont très lents devant les mécanismes de pompage. La nature fermionique du système
à deux niveaux est révélée : σ11 et σ00 tend vers 1/2 lorsque smax augmente ; on dit
que la transition est blanchie [129]. Nous verrons dans la suite les effets de saturation
de la transition sur le spectre d’absorption du système.
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Puissance dissipée et absorption

Pour remonter à l’absorption, il nous faut d’abord calculer le nombre moyen d’excitations
contenues dans la cavité 〈a†a〉 :

〈a†a〉 = Tr(a†aσ)

=
N−1∑
n=0

nσnn (5.40)

où N−1 est le nombre maximal d’excitations que l’on peut introduire dans notre résonateur.
Dans notre cas précis où N = 2 :

〈a†a〉 = 〈0|a†a|0〉σ00 + 〈1|a†a|1〉σ11

= σ11 (5.41)

L’absorption Ac du système s’exprime à partir de la puissance moyenne dissipée Pc =
2γc〈a†a〉 par les mécanismes non-radiatifs, renormalisée par la puissance incidente |s+|2 :

Ac =
2γc〈a†a〉
|s+|2

(5.42)

L’expression précédente est valable quel que soit la dimension du système considéré. Dans
notre cas simplifié à deux états, on obtient :

Ac =
γc
|s+|2

s

1 + s
(5.43)

Si on se place dans le régime de faible excitation smax � 1 :

Ac =
2γcκ

2
L

(ω − ωc)2 + (γc + Γc)2
s� 1 (5.44)

En identifiant, comme nous l’avions fait pour la théorie des modes couplés, κL =
√

2Γc,
on constate que l’expression de l’absorption de l’équation (5.44) est exactement similaire à
l’expression obtenue dans le cas d’un simple résonateur en théorie des modes couplés. Cette
égalité est obtenue à condition que le paramètre de saturation s soit très inférieur à 1, ce
qui correspond à une situation de faible excitation. En d’autres termes, tant que le système
n’entre pas dans un régime de saturation, la description en matrice densité de l’état station-
naire d’un résonateur optique pompé par une onde incidente est absolument similaire à la
description donnée par la théorie des modes couplés. Sur cet aspect, le formalisme matrice
densité est plus général dans le sens qu’il peut décrire des situations de forte excitation, où
il est possible de saturer un système de faible dimension.

À noter que si les dimensions du système augmentent, donc qu’on considère les états
|0〉, |1〉, ... |N〉, jusqu’à N excitations, on repousse les limites du critère smax pour lequel
on rentre dans un régime de fonctionnement non-linéaire. C’est la propriété d’étudier un
système de dimension finie qui instaure la possibilité de saturation. Un système de dimen-
sion infini traité en matrice densité est donc totalement similaire à un système de dimension
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2 traité en CMT, puisque aucun des deux systèmes n’est saturable.

De cette étude d’un système simple, composé d’un unique résonateur, on a compris qu’il
était possible de faire une jonction entre le formalisme de la matrice densité et celui de la
théorie des modes couplés. En l’occurrence, dans un cas de fonctionnement linéaire, de faible
excitation s+, le comportement d’un système à deux niveaux traité en matrice densité est
absolument équivalent à celui d’un résonateur traité en théorie des modes couplés. Cette
jonction de formalisme est importante pour deux raisons :

— les résultats du chapitre précédent en théorie des modes couplés vont nous servir de
point de départ. Nous pourrons les comparer au formalisme matrice densité lorsque
nous l’élargirons avec l’ajout de termes plus complexes (notamment les termes de
décohérence intra-sousbande γintra, absents de la CMT).

— les différents modes composants notre système n’étant pas saturables, travailler dans
un régime de faible excitation nous permettra de réduire les dimensions du système
en ne considérant que les états à une excitation pour chacun de ces modes (plasmon
ISB et cavité).

5.3 Système à trois niveaux : l’exemple du QCD en

couplage faible

Dans cette partie, dans une optique similaire à la partie précédente, nous verrons s’il est
possible de faire une jonction entre un modèle séquentiel du transport et un modèle basé sur
la matrice densité dans lequel les termes de décohérence intra-sousbande sont explicitement
décrits. Pour ce faire, nous approcherons le problème graduellement : on commencera donc
avec l’étude d’un système qui s’apparente à un QCD en couplage faible, et nous étendrons
plus tard ce formalisme à l’étude de QCD en couplage fort.

5.3.1 Description du système

ω1
2Γ10

γ32

γ10 + Γ10
s−

s+

Excitation 

ΩT

ω2
ω3

γ23 γintra
3

γintra
2

γintra
1

γ30′ 

Figure 5.4 – Représentation schématique d’une période à 4 niveaux d’un QCD, assimilée
à un système ouvert équivalent en interaction avec une source incidente d’amplitude s+.
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On s’intéresse à l’évolution d’un système composé de quatres niveaux, par exemple une
période d’un QCD (cf. figure 5.4). Les mécanismes d’absorption d’un photon se font entre les
sousbandes 0 et 1, pour une fréquence de transition ω1. Les photo-électrons promus dans 1
transitent via les sousbandes 2 et 3 (situées aux énergies ω2 et ω3), jusqu’à l’extraction dans
l’état 0′ de la période suivante. En faisant l’hypothèse que les interactions inter-périodes sont
négligeables (mis à part dans la transition optique), on applique des conditions périodiques :
les sousbandes 0 et 0′ représentent la même sousbande. Par ailleurs, la sousbande fonda-
mentale étant fortement peuplée, sa population sera faiblement affectée par le transport :
on ne l’intégrera pas explicitement dans le suivi de la dynamique du système. Seules les
sousbandes susceptibles d’accueillir des excitations, ici 1, 2 et 3 seront explicitement suivies.

On choisit d’assimiler la période de QCD à un système ouvert équivalent, décrit par une
matrice densité ρ. L’évolution de ρ est donnée par l’équation mâıtresse de Lindblad :

d

dt
ρ(t) = − i

~
[
H(t), ρ(t)

]
+
∑
n

γnL(An, ρ) (5.45)

Dans les sections suivantes, nous allons progressivement construire l’Hamiltonien H, les
opérateurs de sauts An et les différents termes qui composent

∑
n γnL(An, ρ). Pour simplifier

les notations, on utilisera ~ = 1.

Opérateurs création/annihilation

ω3

ω2
ω1

ω1 + ω2

ω3 + ω1

ω3 + ω2

ω1 + ω2 + ω3

a†
2 a3

a†
3 a2

a3

a†
2 a1

a†
1 a2

a†
3 a2

a†
2 a3

a†
2 a1

a†
1 a2

a†
1

a†
1

a3

a1

a3

a†
1

a1

a1

{
{
{
{

0 excitation

1 excitation

2 excitations

3 excitations

Figure 5.5 – Représentation schématique des différents états accessibles au système présenté
dans la figure 5.4. Les interactions principales entre les différents états du système sont
représentées.
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À chaque sousbande 1, 2 et 3, on associe un opérateur de création/annihilation ai, corres-
pondant au processus d’annihilation (ai) ou de création (a†i ) d’un électron dans la sousbande
i. En se plaçant en régime de faible excitation, on choisit de restreindre la description de
chaque sousbande à deux états (Ni = 2, avec Ni la dimension du sous-système composé
par la sousbande i) : la sousbande i peut être soit vide, soit remplie d’un seul électron. Les
opérateurs ai s’écrivent donc :

a1 =

[
0 1
0 0

]
⊗ Id2 ⊗ Id2, a2 = Id2 ⊗

[
0 1
0 0

]
⊗ Id2 a3 = Id2 ⊗ Id2 ⊗

[
0 1
0 0

]
(5.46)

La dimension du système total est donc donnée par N = N1N2N3 = 23. Pour que le système
respecte bien la condition de faible excitation, on devra s’assurer que la probabilité qu’il n’y
ait pas d’excitations dans le système est largement supérieure à la probabilité d’être dans les
N−1 autres états du système (3 états à une excitation dans une des trois sousbandes, 3 états
à deux excitations réparties dans les trois sousbandes, 1 état à trois excitations réparties
dans chacune des sousbandes, cf. Figure 5.5).

Ce choix de représentation suppose implicitement de ne pas suivre la dispersion en k des
sousbandes : les sousbandes sont assimilées à des modes dans lesquels on peut accumuler
des excitations sans discernement sur la nature de ces excitations.

Hamiltonien

L’Hamiltonien H du système se décompose en trois contributions : l’Hamiltonien des
sousbandes isolées H0, l’Hamiltonien d’interaction tunnel HT (on suppose que seules les
sousbandes 1 et 2 sont couplées de manière significatives) et l’Hamiltonien d’interaction
avec la lumière HL(t), qui décrit le processus de pompage de la transition ISB (on suppose
que seule la transition 0→ 1 est pompée) :

H(t) = H0 +HT +HL(t) (5.47)

=
∑
i

ωia
†
iai + ΩT (a†1a2 + a1a

†
2) + Ω∗La

†
1 + ΩLa1 (5.48)

où ΩL =
√

2Γ10s+e
iωt, avec Γ10 le taux de dissipation radiatif de la sousbande 1 vers la

sousbande 0, et |s+|2 est la puissance de l’excitation incidente.

Évolution dissipative : modélisation de la diffusion inter-sousbande

La dynamique inter-sousbande provoquée par les mécanismes diffusifs (par exemple la
diffusion assistée par les phonons LO) va être traitée comme une interaction entre l’environ-
nement et le système, en utilisant les super-opérateurs de Lindblad L. On distinguera deux
types d’opérateurs de saut An :

1. Les opérateurs de saut entre les sousbandes 1, 2, 3 dont on suit explicitement la dy-
namique sont décrits par les opérateurs Aij :

Aij = aia
†
j i 6= j (5.49)

Aji = a†iaj i 6= j (5.50)
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Les Aij décrivent bien le passage d’un électron d’une sousbande i (annihilation d’un
électron dans la sousbande i via ai) vers une sousbande j (création d’un électron dans
la sousbande j via a†j).

2. Les opérateurs de saut entre une sousbande i = 1, 2, 3 et la sousbande fondamentale
0 :

Ai0 = ai (5.51)

A0i = a†i (5.52)

Puisque l’on ne suit pas explicitement la dynamique de la sousbande fondamentale,
les opérateur ai et a†i suffisent à décrire ces processus inter-sousbandes.

Pour ces deux types d’opérateurs de saut Aij, on associe un dissipateur L correspondant :

γijL[Aij, ρ] = γij(2AijρA
†
ij − A

†
ijAijρ− ρA

†
ijAij

)
(5.53)

où γij est le taux total de diffusion inter-sousbande entre deux sousbandes i et j. Pour
illustrer et comprendre les effets de ces termes de diffusion sur la dynamique du système, il
est utile de les représenter sous une forme matricielle. Dans notre cas, N = 23 = 8, donc la
matrice densité est de dimension 8× 8, ce qui rend la représentation matricielle compliquée.
On restreint donc cette représentation à l’interaction entre l’état à une excitation dans la
sousbande i et l’état à une excitation dans la sousbande j :

L[Aij, ρ] = 2AijρA
†
ij −

(
A†ijAijρ+ ρA†ijAij

)
(5.54)

=

[
0 0
0 2ρii

]
︸ ︷︷ ︸
Repopulation

−
[
2ρii ρij
ρji 0

]
︸ ︷︷ ︸

Dissipation

(restreint à i, j) (5.55)

(
A†ijAijρ + ρA†ijAij

)
est le terme de dissipation : il dissipe la population ρii contenue dans

la sousbande i à un taux 2γij et amortit les cohérences entre les sousbandes i et j à un taux

γij
5. 2AijρA

†
ij est le terme de repopulation : les électrons diffusés depuis la sousbande i sont

ajoutés à la population de la sousbande j.
On comprend donc que les termes diagonaux de ces dissipateurs L[Aij, ρ] décrivent un

bilan de population classique, similaire aux équations de bilan de population décrites dans
le chapitre 2 et 3 dans le cadre d’un modèle séquentiel de transport, tandis que les termes
non-diagonaux décrivent le comportement quantique du système par l’amortissement des
cohérences.

Termes de décohérence pure

La dynamique intra-sousbande décrit les processus de diffusion entre deux états k d’une
même sousbande. Puisque notre modèle ne suit pas explicitement la dispersion dans l’espace
des k des sousbandes, un saut Aii intra-sousbande correspond à l’application successive d’un
opérateur annihilation ai et d’un opérateur création a†i [122], i.e. l’opérateur population Ni :

Aii = Ni = a†iai (5.56)

5. plus exactement, il diminue la probabilité ρii pour le système d’être dans l’état où la sousbande i a
une excitation et les autres sousbandes sont vides, et amortie les cohérences ρij et ρji entre ces deux états.
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Le dissipateur L correspondant est donc :

γintra
i L[Ni, ρ] = γintra

i

(
2NiρN

†
i −N

†
iNiρ− ρN †iNi

)
(5.57)

où γintra
i est le taux de dissipation intra-sousbande. De nouveau, il est utile d’utiliser une

représentation matricielle du dissipateur L, restreinte à l’interaction entre deux sousbandes
i et j, pour appréhender les effets de ce super-opérateur sur la dynamique du système et
notamment sur le couplage entre ces deux sousbandes :

L[Ni, ρ] = 2NiρN
†
i −

(
N †iNiρ+ ρN †iNi

)
(5.58)

=

[
2ρii 0
0 0

]
−
[
2ρii ρij
ρji 0

]
(restreint à i, j) (5.59)

=

[
0 −ρij
−ρji 0

]
(5.60)

Les termes de dissipation et de repopulation sont de formes similaires à l’équation (5.55),
mais cette fois les termes diagonaux de population s’annulent, ne laissant que les termes non-
diagonaux d’amortissement des cohérences. Le dissipateur intra-sousbande L[Ni, ρ] est donc
un super-opérateur de pure décohérence, puisqu’il n’affecte pas l’évolution des populations.
C’est l’ingrédient qui manquait à la théorie des modes couplés et qui permet d’exprimer
explicitement l’influence des mécanismes intra-sousbandes sur l’évolution du système. On
notera que si l’on a présenté ici une représentation matricielle restreinte à deux sousbandes,
cet opérateur amortit toutes les cohérences reliées à la sousbandes i.

Les deux parties précédentes nous ont permis de comprendre les effets de dissipation
et de décohérence des mécanismes inter et intra-sousbandes. En l’occurrence, les échanges
de population sont régis par la dynamique inter γinter (nous verrons plus loin le rôle de
l’interaction tunnel ΩT ), et l’amortissement des cohérences par γinter + γintra. Nous avons
donc rempli notre premier objectif, qui consistait à dissocier les deux dynamiques pour
bien distinguer leurs effets sur l’évolution du système. Si dans la littérature, on trouve des
modèles de transport ISB en matrice densité [130, 131, 132, 133] , ces modèles sont limités à
l’interaction cohérente entre des sousbandes deux-à-deux et ne décrivent donc pas l’évolution
des cohérences de longues portées, c’est-à-dire entre deux sousbandes qui ne sont couplées
que par l’intermédiaire d’une tierce sousbande.

Système d’équations

Pour rester concis, on se restreint aux transitions inter-sousbandes prépondérantes (celles
représentées sur la figure 5.4). Par conséquent, dans la cascade, l’interaction entre 1 et 2
est dominée par des effets tunnels, tandis que l’interaction entre 2 et 3 est dominée par la
diffusion inter-sousbande. L’ensemble des transitions depuis les sousbandes 0 et 0′ vers les
états de la cascade sont également négligées.

Dans ce système modèle simple, on peut écrire explicitement les contributions de l’équation
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mâıtresse portant sur ρ :

d

dt
ρ =

Dynamique unitaire︷ ︸︸ ︷
−i
[
H(t), ρ

]
+

Dynamique inter-sousbande︷ ︸︸ ︷
(γ10 + Γ10)L[a1, ρ] + γ23L[a†3a2, ρ] + γ32L[a†2a3, ρ] + γ30′L[a3, ρ]

+ γintra
1 L[a†1a1, ρ] + γintra

2 L[a†2a2, ρ] + γintra
3 L[a†3a3, ρ]︸ ︷︷ ︸

Dynamique intra-sousbande

(5.61)

avec H(t) l’Hamiltonien décrit en équation (5.47). En utilisant une représentation vectorielle
de l’équation (5.61), on obtient un système d’équations différentielles d’ordre 1, de dimension
N ×N = 64.

Comme nous l’avions déjà fait pour la CMT, nous allons écrire quelques équations
représentatives du système d’équations, pour tenter d’en tirer une compréhension intui-
tive. En particulier, on s’intéresse aux populations ρ11 et ρ33 des sousbandes 1 et 3, et aux
cohérences ρ10 (entre les sousbandes 1 et 0) et ρ12 (entre les sousbandes 1 et 2). Dans la
suite, on néglige les termes liés à la dynamique à plus d’une excitation (par exemple, l’in-
teraction entre l’état {une excitation dans 2 et zéro excitation dans 1 et 3} et l’état {une
excitation dans 1 et 2 et zéro dans 3}), puisqu’on se place dans le régime de faible excitation.
Lorsqu’on résoudra numériquement le système de l’équation (5.61), on gardera ces termes
et on vérifiera qu’ils sont effectivement négligeables.

1.

dρ11

dt
= −2(γ10 + Γ10)ρ11 − i(Ω∗Lρ01 − ΩLρ10)− iΩT (ρ12 − ρ21) (5.62)

L’équation (5.62) donne un bon aperçu du transport dans la structure. Les fluctua-
tions de population de la sousbande 1 sont le résultat du bilan de flux entre les
électrons pompés via le terme de courant optique i(Ω∗Lρ01−ΩLρ10), les électrons dis-
sipés via les termes de dissipation non-radiative et radiative 2(γ10+Γ10)ρ11, et ceux ex-
traits de manière cohérente par le couplage tunnel avec la sousbande 2 iΩT (ρ12−ρ21).
On remarque que la structure de cette équation (5.62) est très similaire à l’équation
(4.68) du chapitre 4, établie dans le cadre de la théorie des modes couplés (au détail
près que le système était différent puisque le pompage optique se faisait donc dans le
mode de cavité).

2.

dρ33

dt
= −(2γ30′ + 2γ32)ρ33 + 2γ23ρ22 (5.63)

L’équation (5.63) portant sur les variations de population de la sousbande 3 est un
simple bilan sur les flux de courants particulaires, similairement aux équations (2.36)
présentées dans le cadre du modèle séquentiel du chapitre 2 et 3.

3.

dρ10

dt
= −(γ01 + Γ01 + γintra

1 )ρ10 − iω1ρ10 − i (Ω∗Lρ00 − ΩLρ11 + ΩTρ20) (5.64)

dρ12

dt
= −

(
γ23 + γ10 + Γ10 + γintra1 + γintra2

)
ρ12 + i(ω2 − ω1)ρ12

−iΩT (ρ00 − ρ11)− iΩLρ02 (5.65)
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Enfin, les équations (5.64) et (5.65) illustrent que les cohérences ρ10 et ρ12 sont amor-
ties à la fois par la dynamique inter et intra-sousbande. Dans le cas de ρ12, la cohérence
tunnel entre les sousbandes 1 et 2, on constate que l’intégralité des mécanismes inter
et intra des deux sousbandes participe à l’amortissement de cette cohérence.

Résolution

On se tourne maintenant vers la résolution de l’équation (5.61). Pour retirer la dépendance
temporelle explicite contenue dans les termes de pompage de l’HamiltonienHL(t), on se place
dans le référentiel du champ tournant par un changement de variables :

σii = ρii (5.66)

σij = ρije
iωt (5.67)

σji = ρjie
−iωt (5.68)

La matrice densité pivotée σ suit une équation mâıtresse équivalente, similaire à l’équation
(5.61), mais d’Hamiltonien modifié H̃, désormais indépendant du temps :

H̃ =
∑
i

(ω − ωi)a†iai + ΩT (a†1a2 + a1a
†
2) +

√
2Γ10s+(a1 + a†1) (5.69)

Les dissipateurs s’appliquent désormais sur σ plutôt que ρ mais restent inchangés. On résout
le système pour une solution σs.s. de la matrice densité en régime stationnaire dσs.s.

dt
= 0. On

peut calculer la valeur moyenne de tout observable décrit par un opérateur O via l’équation
(5.15) : 〈O〉 = Tr(Oσs.s.). En particulier, l’absorption totale dans le système A s’exprime à
partir des puissances dissipées par les sousbandes 1 et 3 vers l’extérieur :

A = A1 +A3 = 2γ10
〈a†1a1〉
|s+|2

+ 2γ30′
〈a†3a3〉
|s+|2

(5.70)

Le photo-courant JE généré est lui simplement proportionnel à la puissance dissipée dans
la sousbande fondamentale 0′ de la période suivante :

JE = 2γ30′〈a†3a3〉 (5.71)

La fonction de transfert TF(ω) entre la puissance utile dissipée (i.e. le photo-courant) et la
puissance totale dissipée par le système est donc :

TF(ω) =
A3

A1 +A3

(5.72)

Expression du courant tunnel

Une dernière grandeur intéressante à calculer est l’expression du courant tunnel JT [85] :

JT = iΩT (〈a†2a1〉 − 〈a2a
†
1〉) (5.73)
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Dans notre cas particulier, on peut montrer à partir du système d’équations précédent :

JT =
2Ω2

T

∑
γ

(ω2 − ω1)2 + (
∑
γ)2

(
〈a†1a1〉 − 〈a†2a2〉

)
+ 2<

[
iΩT

√
2Γ10s+〈a†2〉

(ω2 − ω1)− i(
∑
γ)

]
(5.74)

où
∑
γ recense l’ensemble des contributions décohérentes dans l’interaction tunnel entre les

sousbandes 1 et 2 :∑
γ = γintra

1 + γ10 + Γ10︸ ︷︷ ︸
Élargissement sousbande 1

+ γintra
2 + γ23︸ ︷︷ ︸

Élargissement sousbande 2

(5.75)

L’expression du courant tunnel obtenue est l’équivalent en formalisme matrice densité de
l’expression de JT obtenue dans le cas de la théorie des modes couplés Eq. (4.77) (dans
un système différent, sans action de la cavité). JT se dissocie en deux contributions, une
contribution de courant tunnel séquentiel, trouvée habituellement dans la littérature [83, 84],
et une contribution de courant délocalisé, qui exprime la capacité du système à transporter
du courant entre des états qui ne sont pas directement couplés (ici entre la sousbande fon-
damentale 0 et la sousbande d’extraction 2). Dans nos QCDs en couplage faible, on s’attend
à ce que cette seconde contribution soit négligeable par rapport au terme de courant tunnel
séquentiel. Par rapport à l’expression obtenue dans le cadre de la CMT, les élargissements
distinguent explicitement les contributions inter et intra-sousbandes. On vérifiera par ailleurs
numériquement que l’expression du courant extrait par la structure est indépendante de l’in-
terface considérée, c’est-à-dire que JE = JT .

Dans la section suivante, nous illustrerons tous les résultats précédents en réalisant une
étude paramétrique de l’influence des dynamiques intra et inter-sousbandes sur les spectres
d’absorption et de photo-réponse du système de la figure 5.4.

5.3.2 Étude paramétrique de l’influence des dynamiques intra-
sousbandes et inter-sousbandes

Influence des termes intra-sousbandes

On s’intéresse à deux structures modèles théoriques, composées de 4 niveaux par périodes :
la structure 1 (Figure 5.6-[A1]), dont la sousbande 1 est faiblement couplée avec la soubande

2 (ΩT =
∑
γ

10
) et la structure 2 (Figure 5.6-[A2]), dont la sousbande 1 est suffisamment couplée

avec la soubande 2 (ΩT =
∑
γ

2
) pour être représentée dans une base délocalisée. La posi-

tion de la sousbande extractrice 2 est légèrement désaccordée par rapport à la sousbande 1
(ω2 ≈ 0.98ω1).

L’objectif de cette partie étant d’étudier l’influence relative des termes intra-sousbandes
par rapport aux termes inter-sousbandes, on fixe la condition suivante : la somme des
contributions dissipatives et décohérentes

∑
γ agissant sur les sousbandes 1 et 2 doit rester

constante. On fixe donc :∑
γ = γintra

1 + γ10 + Γ10︸ ︷︷ ︸
Élargissement sousbande 1

+ γintra
2 + γ23︸ ︷︷ ︸

Élargissement sousbande 2

=
ω1

10
(5.76)
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Figure 5.6 – Étude paramétrique de l’influence des termes intra-sousbandes, pour deux
situations de couplage tunnel (ligne 1) ΩT =

∑
γ/10 (ligne 2) ΩT =

∑
γ/2, sur [B]

l’absorption A [C] le photo-courant JE [D] la fonction de transfert TF= A1/(A1 + A3).
Les calculs en formalisme matrice densité sont effectués avec le support de la librarie Py-
thon Qutip [66]. Les résultats obtenus dans le cadre de la théorie des modes couplés sont
superposés (courbes bleues pointillées).

On ajustera ensuite la proportion des termes intra-sousbandes (γintra
1 + γintra

2 ) par rapport à
l’élargissement total

∑
γ des deux sousbandes, fixé constant. Mécaniquement, la proportion

des termes inter-sousbandes variera dans le sens opposé des termes intra-sousbandes. Pour
les calculs qui suivent, on fixe également que le rapport entre les processus inter-sousbandes
des deux sousbandes doit être constant et que la dynamique intra-sousbande est aussi efficace
dans les deux sousbandes 1 et 2 :

γ23 = γ10 + Γ10 (5.77)

γintra
1 = γintra

2 (5.78)
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De telles conditions garantissent que les élargissements spectraux des deux sousbandes seront
constants quel que soit le rapport (γintra

1 + γintra
2 )/

∑
γ étudié. Dans la Figure 5.6, pour les

deux structures 1 et 2 (qui représentent deux situations de couplage ΩT différentes), on trace
l’absorption totale A = A1 +A2 ([B1] et [B2]), le photo-courant JE ([C1] et [C2]) et la fonc-
tion de transfert TF ([D1] et [D2]), pour 5 rapports de dynamique intra (γintra

1 +γintra
2 )/

∑
γ.

On fait le choix dans cette partie de tracer nos spectres en amplitude normalisée : seules les
formes spectrales nous intéressent ici. On étudiera dans la partie suivante les effets d’ampli-
tude.

Dans les deux situations de couplage, la forme spectrale de l’absorptionA reste inchangée
quel que soit le rapport 2γintra/

∑
γ. Pour la situation de faible couplage, le maximum de

photo-courant se déplace de ω = ω2 vers ω1 lorsqu’on augmente la proportion de termes
intra-sousbandes. Les effets sont plus marqués pour la situation de fort couplage : l’écart
en énergie et l’amplitude relative des pics associés aux deux sousbandes varient fortement
avec la proportion de termes intra. Pour une faible proportion, les allures spectrales sont
également plus abruptes.

Ces différences s’interprètent avec la fonction de transfert TF. Lorsque la proportion de
termes intra-sousbande augmente, la fonction de transfert s’aplatit : d’une fonction lorent-
zienne piquée en absence de termes intra-sousbande, elle passe progressivement à une fonc-
tion quasi-constante pour 99% de proportion de termes intra-sousbandes. Seule la gamme
de fréquence proche de la résonance ω = ω2 conserve une allure piquée.

Dans les deux situations de couplage, les résultats d’absorption, de photo-courant et de
fonction de transfert sont comparés aux calculs d’une situation équivalente modélisée en
théorie des modes couplés (où, nécessairement, γintra

1 = γintra
2 = 0). Les résultats de la CMT

sont tracés en pointillés bleus : ils se superposent parfaitement aux courbes calculées via la
matrice densité et une proportion 2γintra/

∑
γ = 0. Comme nous l’avions déjà vu dans le

cas d’un unique résonateur, la CMT et le formalisme matrice densité cöıncident lorsque les
termes de décohérence purs ne sont pas inclus.

On comprend ici qu’en ajustant l’efficacité de la dynamique intra-sousbande relative-
ment à la dynamique inter-sousbande, on peut passer d’une situation type “théorie des
modes couplés” (fonction de transfert piquée, donc formes spectrales différentes entre le
photo-courant et l’absorption), à une situation type “modèle séquentiel” (fonction de trans-
fert scalaire PE, la probabilité d’extraction, donc mêmes formes spectrales entre absorption
et photo-courant). Effectivement, lorsqu’on augmente cette proportion de termes intra-
sousbande, on séquentialise le transport : après chaque transition inter-sousbande, les
électrons se localisent dans la sousbande d’arrivée, avant d’avoir la possibilité d’entreprendre
une autre transition inter-sousbande.

Il nous reste à étudier les effets de la dynamique inter-sousbande sur l’amplitude de la
fonction de transfert pour s’assurer du bon comportement du système.
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Figure 5.7 – Étude paramétrique de l’influence des termes inter-sousbandes, sur [C] l’ab-
sorption A [D] le photo-courant JE [E] la fonction de transfert TF= A1/(A1 + A3). Les
calculs en formalisme matrice densité sont effectués avec le support de la librarie Python
Qutip [66]. La probabilité d’extraction PE calculée à partir d’un modèle séquentiel de trans-
port est superposée (courbes pointillées) aux courbes de fonction de transfert TF. [A] et [B]
sont des illustrations de structures qui correspondraient à des rapports d’extraction γ23/γ10

respectivement efficaces et inefficaces.

Influence des termes inter-sousbandes

On s’intéresse de nouveau à un système modèle théorique constitué de 4 niveaux (figure
5.7-[A] et [B]). Les niveaux 1 et 2 sont faiblement couplés (ΩT =

∑
γ/10). Pour ces calculs,

on prend une situation réaliste de rapport de dynamique inter/intra-sousbande et on fixe
des élargissements constants :

γintra
1 + γintra

2 = 0.9
∑

γ (5.79)∑
γ = γintra

1 + γ10 + Γ10 + γintra
2 + γ23 =

ω1

10
(5.80)

où 90% des élargissements sont donc dus aux mécanismes intra-sousbandes. Dans un système
réel, on s’attend à ce que l’efficacité interne du dispositif augmente lorsque le rapport γ23/γ10

augmente, et on souhaite ici vérifier que ces tendances sont bien respectées dans notre
modèle. Pour cela, on va comparer l’amplitude de la fonction de transfert de l’équation
(5.72) avec le calcul de la probabilité d’extraction PE, calculée dans le cadre d’un modèle
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séquentiel et d’une châıne de Markov (cf. section 2.5.1). La matrice de passage M utilisée
prend la forme :

M =


1 0 0 0 0

p1→0 0 p1→2 0 0
0 p2→1 0 p2→3 0
0 0 p3→2 0 p3→0′

0 0 0 0 1

 (5.81)

où la probabilité de passage de l’état i vers j s’exprime via :

pi→j =
γij∑
p γip

(5.82)

où les taux ISB utilisés sont ceux détaillés dans la section 5.3.1, exception faite pour les
taux de transition tunnel γ12 et γ21 exprimés uniquement à l’aide de la contribution tunnel
séquentiel de JT :

γ1→2 = γ2→1 =
Ω2
T

∑
γ

(ω2 − ω1)2 + (
∑
γ)2

(5.83)

On note que Γ10 n’intervient pas dans les contributions de p1→0 et p1→2.

La figure 5.7 présente les résultats du calcul de l’absorption totale A [C], du photo-
courant JE [D] et la fonction de transfert TF [E] pour plusieurs rapports entre le taux
d’extraction depuis la sousbande 2 γ23 et le taux de dissipation γ10 vers la sousbande fonda-
mentale. Au calcul de la fonction de transfert, on a donc superposé la probabilité d’extraction
PE calculée dans un modèle séquentiel.

On remarque que si l’absorption totale A, en amplitude et en élargissement, est faible-
ment affectée par les variations des taux inter-sousbandes, le photo-courant JE suit bien
l’évolution escomptée : lorsque le rapport γ23/γ10 augmente, son amplitude augmente. Pour
le rapport de dynamique inter/intra-sousbande utilisé Eq.(5.80), la fonction de transfert
TF(ω) calculée est quasi-scalaire. En l’occurrence, dans cette situation où la dynamique
intra-sousbande est dominante par rapport à la dynamique inter-sousbande, la fonction de
transfert TF(ω) cöıncide avec la fonction de transfert scalaire PE calculée dans un modèle
séquentiel du transport, pour tous les rapports γ23/γ10 . De nouveau, ces résultats confirment
que l’ajout explicite de termes de décohérence intra-sousbande atténuent la contribution
délocalisée du transport tunnel (Eq.(5.74)) dans la structure, et re-séquentialise le trans-
port. Dans de telles conditions, le transport peut être à nouveau modélisé simplement via
le bilan des flux particulaires γij et la probabilité d’extraction PE.

L’étude de ce système simple, apparenté à un QCD fonctionnant en régime de couplage
faible, nous a donc permis de faire deux jonctions :

1. Une jonction entre le formalisme matrice densité et la théorie des modes couplés,
possible lorsque les termes intra-sousbandes de décohérence pure ne sont pas pris en
compte dans l’équation mâıtresse de Lindblad (

∑
γintra �

∑
γ). Une telle situation

s’associe à une fonction de transfert lorenztienne, centrée autour du niveau extrac-
teur, dont la forme piquée est une conséquence de la présence des termes de courant
délocalisé dans l’expression du courant tunnel JT .
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2. Une jonction entre le formalisme matrice densité et un formalisme de transport
séquentiel, possible lorsque les termes intra-sousbandes de décohérence pure dominent
la dynamique inter-sousbande (

∑
γintra ≈

∑
γ).

Jusqu’à présent, la décohérence intra-sousbande γintra apparâıt comme le principal degré de
liberté qui permet de passer d’une fonction de transfert scalaire à une fonction de transfert
dépendante de la fréquence ω et piquée. Dans la partie suivante, nous verrons comment
l’intensité du couplage lumière-matière Ω intervient également sur cette fonction de transfert.

5.4 Équation mâıtresse quantique d’un QCD en régime

de couplage fort

L’objectif de cette partie est d’étendre la description de notre QCD en matrice densité
au couplage avec un mode électromagnétique de micro-cavité.

5.4.1 Description du système

ωc2Γc

γc + Γc
s−

s+

Excitation 

Ω

ω̃ISB
ωE

γintra
E

γintra
ISB

γE

ΩT

Cavité QCD 

γISB

Figure 5.8 – Représentation schématique du système {QCD + cavité} en couplage fort.

Hamiltonien

Au mode électromagnétique de cavité, on associe un opérateur ac d’annihilation et a†c
de création, qui correspond à la dissipation et l’injection d’un photon dans la cavité (figure
5.8). Dans le chapitre 4, nous avons vu que le mode de cavité ne se couple qu’à l’état brillant
[30, 19] de la transition ISB. Associé à cet état brillant, on avait défini les opérateurs b† et
b de création/annihilation d’excitations dans l’état brillant :

b† =
1√
N

∑
k

c†1kc0k (5.84)
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à partir des opérateurs c1k et c0k électronique. On rappelle que l’introduction de b permet de
passer d’une description fermionique du système (via les opérateurs cik) à une description
bosonique, sous réserve de faible excitation. En incorporant les effets d’interaction électron-
électron (cf. section 4.1.1), on peut définir les opérateurs p et p† de création/annihilation du
plasmon ISB. L’Hamiltonien HLM lumière-matière du sous-système {cavité+ plasmon ISB
}, s’écrit dans l’approximation du champ tournant :

HLM = ω̃ISBp
†p+ ωca

†
cac + Ω(a†cp+ acp

†) (5.85)

où :

Ω =
ωP
2

√
fw (5.86)

ω̃ISB =
√
ω2

ISB + ω2
P (5.87)

Si cet Hamiltonien est bien défini 6, toute la difficulté de modélisation repose dans la bonne
description de l’interaction entre le mode plasmonique ISB et les états électroniques fer-
mioniques des sousbandes de la cascade du QCD, impliqués dans l’extraction d’un photo-
courant. Ces difficultés sont abordées extensivement dans les publications [30, 33]. En parti-
culier, les auteurs y font une remarque cruciale : l’utilisation d’opérateurs bosoniques associés
aux excitations polaritoniques est pertinente dans la modélisation des processus optiques
(par exemple, pour modéliser les spectres de réflectivité d’un système en couplage fort) ;
en revanche, la modélisation du transport doit passer par l’utilisation de l’Hamiltonien
électronique et d’opérateurs fermioniques (les opérateurs ci,k). La modélisation des pro-
cessus d’injection entre les états polaritoniques (bosoniques) et électroniques (fermioniques)
ne peut se faire sans rester dans une base des états fermioniques.

Dans la suite, on fait un choix de modélisation très réducteur : on va traiter la sousbande
d’extraction de la même manière qu’on traite le mode de cavité et le mode plasmonique ISB,
à l’aide d’opérateurs aE et a†E bosoniques. Ce choix de s’affranchir de la complexité d’interac-
tion entre les états bosoniques et fermioniques est donc une simplification de modélisation.
Notre modèle s’apparentera plus à une description phénoménologique qu’à un traitement
rigoureux et extensif. En particulier, notre modèle n’incorporera pas explicitement l’inter-
action avec les états noirs. Cependant, la simplicité de ce modèle sera en partie compensée
par sa facilité d’utilisation et d’interprétation.

L’Hamiltonien H total de notre système {cavité + plasmon ISB + extracteur}, soumis
au pompage optique du mode cavité par une onde incidente de fréquence ω et de puissance
|s+|2 s’écrit donc sous la forme (dans le référentiel du champ tournant) :

H = (ω − ω̃01)p†p+ (ω − ωc)a†cac + (ω − ωE)a†EaE +

Couplage lumière-matière︷ ︸︸ ︷
Ω(a†cp+ acp

†) +

Couplage tunnel︷ ︸︸ ︷
ΩT (a†Ep+ aEp

†)

+
√

2Γcs+(ac + a†c)︸ ︷︷ ︸
Pompage optique

(5.88)

où Γc désigne le taux de dissipation radiatif de la cavité. L’interaction entre le mode plas-
monique ISB et le mode extracteur sera donc traitée comme un couplage tunnel cohérent,
d’amplitude ΩT .

6. on a tout de même fait des approximations importantes : sousbandes parallèles, transitions verticales
pour l’absorption.
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Équation mâıtresse de Lindblad

On choisit donc de représenter ce système {cavité + plasmon ISB + extracteur } sous la
forme d’un système ouvert équivalent, décrit par la matrice densité ρ et suivant l’équation
d’évolution :

d

dt
ρ = −i

[
H, ρ

]
+ γISBL[p, ρ] +γEL[aE, ρ] + γcL[ac, ρ]

+ γintra
ISB L[p†p, ρ]+γintra

E L[a†EaE, ρ] (5.89)

En régime stationnaire, on résout l’équation (5.89), et on calcule les différentes grandeurs
intéressantes du système, à savoir l’absorption totale A = Ac +AISB +AE, l’absorption du
QCD AQCD = AISB +AE et le photo-courant JE :

A = 2γc
〈a†cac〉
|s+|2

+ 2γISB
〈p†p〉
|s+|2

+ 2γE
〈a†EaE〉
|s+|2

(5.90)

AQCD = 2γISB
〈p†p〉
|s+|2

+ 2γE
〈a†EaE〉
|s+|2

(5.91)

JE = 2γE〈a†EaE〉 (5.92)

Comme précédemment, la fonction de transfert TF(ω) est définie comme le rapport de la
puissance utile dissipée par le mode extracteur sur la puissance totale dissipée par le QCD :

TF(ω) =
AE

AISB +AE
(5.93)

Courant tunnel

On calcule le courant tunnel à partir de :

JT = iΩT

[
〈a†Ep〉 − 〈aEp

†〉
]

(5.94)

= 2ΩT<[i〈a†Ep〉] (5.95)

où < désigne la partie réelle. Après quelques manipulations, on montre que :

JT =
2Ω2

T (
∑

QCD γ)

(ω̃ISB − ωE)2 + (
∑

QCD γ)2

(
〈p†p〉 − 〈a†EaE〉

)
+<
[

2iΩTΩ

(ω̃ISB − ωE)− i(
∑

QCD γ)
〈aca†E〉

]
(5.96)

où
∑

QCD = γE +γintra
E +γISB +γintra

ISB . L’expression est très similaire à l’équation qui avait été
trouvée dans le cadre de la théorie des modes couplés, Eq. (4.77). Les amplitudes des modes
de la CMT sont remplacées par les valeurs moyennes des opérateurs création/annihilation
en formalisme matrice densité :

CMT Matrice densité

(amplitudes des modes) (valeur moyenne des opérateurs)

|aE|2 = a∗EaE −→ 〈a†EaE〉
|nISB|2 = a∗ISBaISB −→ 〈p†p〉

aca
∗
E −→ 〈aca†E〉
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Par rapport à la CMT, les élargissements des fonctions lorenztiennes intègrent désormais les
contribution intra-sousbandes. En revanche, la structure du courant tunnel est la même : elle
se décompose en deux contributions, l’une qu’on reconnâıt être la contribution séquentielle,
l’autre étant une contribution délocalisée, car faisant intervenir les cohérences longues portées
entre le mode de cavité et le mode extracteur. On vérifie numériquement que le courant
d’extraction JE est bien strictement égal au courant tunnel JT .

5.4.2 Étude paramétrique de l’influence du couplage lumière-matière

La figure 5.9 trace les différentes grandeurs d’intérêt A, AQCD, JE et TF associées à la
résolution de l’équation (5.89). On se place également dans une situation réaliste de rapport
entre la dynamique inter et intra-sousbande au sein du QCD :

γintra
ISB + γintra

E = 0.9
∑
QCD

γ (5.97)

où
∑

QCD γ représente l’intégralité des contributions inter et intra-sousbande au sein du
QCD. Ces grandeurs sont tracées pour différentes valeurs d’amplitude de couplage lumière-
matière Ω, jusqu’à 10% de la valeur de la transition ISB. Les résonances de cavité ωc et
d’extracteur ωE sont légèrement décalées par rapport à la transition ISB ω1 :

ωc = 1.05ωISB, ωE = 0.95ωISB (5.98)

À cette étude paramétrique, on superpose les résultats d’un système en l’absence de ca-
vité (système déjà étudié dans les sections précédentes, cf. figure 5.4). Dans ce système
en couplage faible, le pompage optique s’effectue donc directement dans la transition ISB
(ΓISB 6= 0, Ω = 0, ω̃ISB = ωISB).

Quelques observations sur ces résultats numériques :
— Les pics associés aux états polaritoniques sont plus espacés pour l’absorption totale
A que pour l’absorption dans le QCD.

— À cause du désaccord entre ωc et ωISB, les spectres calculés pour une situation Ω→ 0
ne cöıncident pas avec les spectres calculés en absence de cavité : ils sont légèrement
décentrés vers la résonance ωc.

— l’observation principale se fait sur l’évolution de la fonction de transfert en fonction
de l’amplitude Ω du couplage lumière-matière. Lorsque le ratio Ω/ωISB augmente, le
caractère “piqué” de la fonction de transfert est exalté. En couplage faible, lorsque
Ω� ωISB la fonction de transfert est quasi-scalaire : elle cöıncide avec la fonction de
transfert calculée dans le cadre d’un QCD qui n’est pas en cavité. Lorsque le couplage
Ω augmente, la ligne de base de la fonction de transfert s’abaisse progressivement, et
l’amplitude de son pic augmente : augmenter Ω permet à la fonction de transfert de
se rapprocher d’une allure lorentzienne.

Là où la dynamique intra-sousbande γintra permet de retrouver une description séquentielle
du transport dans nos QCDs, ce qui se matérialise par la convergence de la fonction de trans-
fert vers une fonction scalaire lorsque la proportion de termes intra-sousbandes augmente,
la dynamique engendrée par le couplage lumière-matière Ω exalte le caractère délocalisé
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Figure 5.9 – Étude paramétrique de l’influence du couplage lumière-matière Ω sur l’absorp-
tion totale A, l’absorption du QCD AQCD, le photo-courant JE et la fonction de transfert.
Les calculs sont réalisés pour un faible couplage tunnel ΩT =

∑
γ/10 entre l’état ISB et l’ex-

tracteur. Une situation de calcul en l’absence de cavité optique est superposée aux résultats
(traits pointillés bleus). Les calculs sont réalisés avec le support de la librairie Python Qutip
[66].

du transport. Ces observations s’interprètent avec l’expression du courant tunnel JT de
l’équation (5.96). Les cohérences 〈aca†E〉 de longue portée, qui décrivent le transport cohérent
et délocalisé au sein du système, vont être nécessairement renforcées par l’augmentation de
ce couplage cohérent Ω.
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Cette partie nous permet de comprendre pourquoi nous avions obtenu une bonne des-
cription par la CMT des données expérimentales de photo-courant dans le chapitre 4, malgré
l’absence de description des termes intra-sousbandes. En effet, la théorie des modes couplés
prédit par défaut une fonction de transfert lorentzienne, donc “piquée”. Si cette description
n’est pas adaptée à une situation de couplage faible, où le transport séquentiel induit une
fonction de transfert scalaire, la figure 5.9 nous montre qu’elle est en revanche tout à fait
adaptée à une situation de couplage fort, où l’amplitude du couplage lumière-matière per-
met de retrouver cette allure spectrale piquée, malgré la présence des termes de décohérence
intra-sousbande. La théorie des modes couplés manquait cependant d’une capacité à dis-
tinguer amplitude du transport inter-sousbande et élargissement, incapacité à laquelle nous
avons remédié avec notre nouveau modèle.
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Figure 5.10 – Étude paramétrique 2D sur le critère r(Ω, γintra) défini équation (5.99).
Une couleur claire correspond à une fonction de transfert piquée, proche d’une allure lo-
renztienne, (transport délocalisé D3) et une couleur sombre correspond à une fonction de
transfert proche d’une fonction scalaire (transport séquentiel D2). Le domaine intermédiaire
D2 correspond à un régime de transport mixte.

Domaines de validité des différents modèles abordés

Dans la section 5.3.2, nous avons étudié la capacité du modèle matrice densité à pas-
ser continûment d’une description séquentielle à une description délocalisée du transport,
via l’ajustement de la proportion des termes intra-sousbandes γintra. Dans la section 5.4.2,

186



nous avons étudié la capacité de ce même modèle à passer continûment d’une description
séquentielle du transport à une description délocalisée du transport, via l’ajustement de
l’amplitude du couplage lumière-matière Ω.

Dans cette section, nous allons explorer les domaines de validité des différents modèles
abordés jusqu’ici (modèle séquentiel, modèle CMT, modèle matrice densité), en fonction
de γintra et de Ω. Pour cela, nous utiliserons un critère basé sur l’allure spectrale de la
fonction de transfert : nous avons en effet compris qu’une fonction de transfert piquée décrit
un transport délocalisé (bien décrit par la CMT) tandis qu’une fonction scalaire décrit un
transport séquentiel. On utilisera r(Ω, γintra), qu’on définit par :

r(Ω, γintra) =
Max{TF(ω)} −Min{TF(ω)}

Max{TF(ω)}
(5.99)

r = 1 signifie donc que la fonction de transfert calculée avec un couple Ω, γintra est une
lorentzienne, et r = 0 que TF est une fonction scalaire. La figure 5.10 récapitule les résultats
de cette exploration paramétrique.

On distingue trois domaines : D1, D2 et D3. Leurs limites sont fixées à des valeurs de r
arbitraires.

— Domaine D1 : transport séquentiel, fonction de transfert scalaire (TF(ω) ≈ PE),
correctement décrit par le modèle des sousbandes thermalisées discuté chapitre 2.

— Domaine D3 : transport délocalisé, fonction de transfert lorentzienne, formes spec-
trales correctement décrites par la théorie des modes couplés.

— Domaine D2 : domaine intermédiaire, qui intègre les différentes contributions du
transport. D1, D2 et D3 sont correctement décrits par le formalisme matrice densité
et une équation mâıtresse de Lindblad.

5.4.3 Application à des mesures de photo-réponse sous tension

Dans cette partie, nous allons finalement confronter le nouveau modèle basé sur la matrice
densité aux données expérimentales de photo-courant sous tension que nous avions présentées
en début de chapitre (Figure 5.1). L’objectif est de réaliser un fit global sur l’ensemble des
données de photo-courant sous champ électrique à notre disposition, en utilisant la résolution
de l’équation (5.89) en régime stationnaire pour évaluer le photo-courant (5.92).

Dans notre procédure de fit, nous devrons trouver la valeurs des paramètres suivants :

Cavité : ωc(s) γc Γc(p)
Plasmon ISB : ωISB γISB γintra

ISB

Extracteur : ωE(F ) γE(F ) γintra
E

Couplages : ωP ΩT

— Les paramètres de cavité sont indépendants du champ électrique F appliqué sur le
dispositif. Ils vont cependant être contraints via les dépendances aux paramètres
géométriques des cavités, comme nous l’avions déjà fait dans le cadre de la théorie
des modes couplés :

ωc(s) =
πc0

neffs
, Γc =

αc
p

(5.100)
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— Les paramètres ISB sont considérés indépendants du champ électrique F appliqués (la
transition ISB est une transition verticale dans un même puits quantique, qui dépend
donc très marginalement de la tension). ωISB et γintra

ISB sont laissés libres mais communs
à l’ensemble des données. On contraint le taux de dissipation non-radiatif γISB du
plasmon au taux de transition ISB depuis la sousbande excitée vers la sousbande
fondamentale, calculé via METIS :

γISB = 0.66 meV (5.101)

— Les paramètres reliés à l’extracteur sont dépendants du champ électrique F : l’ex-
tracteur est désaligné par rapport à la transition ISB lorsque l’on applique un champ
sur la structure. En première approche, le désalignement est linéaire avec le champ
appliqué :

ωE(F ) = αFF + ω0
E (5.102)

Ce désalignement est calculable via METIS, et sera contraint aux valeurs suivantes :

αF = 1.12 meV/(kV.cm−1) ω0
E = 124 meV (5.103)

Par ailleurs le désalignement de la cascade avec le champ électrique modifie la valeur
du taux d’extraction effectif γE(F ). Nous ferons deux études : dans l’étude présentée
dans cette partie, à chaque valeur de champ Fi correspondant à une mesure ef-
fectuée, nous laisserons le paramètre γE(Fi) libre pour le fit (γE(Fi) sera évidemment
indépendant des paramètres s et p de cavité). En annexe [H], on présente une se-
conde étude, où toutes les valeurs de γE(Fi) sont contraintes aux résultats de calculs
de METIS.

— la fréquence plasma sera laissée libre, et le couplage tunnel sera contraint à la valeur
calculée en base localisée par METIS ΩT = 4.2 meV.

Finalement, seuls les paramètres suivants sont laissés libres pour le fit global de nos données
de photo-courant sous champ :

Cavité : neff γc αc
Plasmon ISB : ωISB γintra

ISB

Extracteur : γintra
E γE(Fi)

Couplage : ωP
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Figure 5.11 – Résultats de la procédure de fit par un modèle matrice densité (traits poin-
tillés) sur des mesures de photo-courant (traits pleins), pour différents champs appliqués F
et géométries de réseaux d’antennes patchs (p, s). Aux courbes de photo-courant calculées
et mesurées, on superpose la dispersion du mode extracteur ωE (traits pointillés verts) et la
position du mode plasmonique ISB ˜ωISB. Les erreurs retournées par la procédure de fit sur
les paramètres sont propagées sur les spectres (zones pleines, cf. Annexe [E] pour le détail
des calculs de ces erreurs). 189



Les spectres de photo-courant calculés à partir des paramètres retournés par le fit sont
comparés aux données expérimentales figure 5.11. On obtient un accord quantitatif sur l’en-
semble des triplets (p, s, F ). En particulier, deux tendances importantes sont reproduites
avec les variations d’alignement ωE − ωISB : l’amplitude globale des spectres et le renverse-
ment d’amplitude relative entre les pics des deux branches polaritoniques.

a. Fit photo-courant sous champ (T = 78 K)
neff 3.220± 0.001

γc (meV) 3.67± 0.01
αc (meV.µm2) 43.5± 2.3
ωISB (meV) 117.1± 0.1
γintra

ISB (meV) 2.5± 0.1
γintra
E (meV) 8.8± 0.1
ωP (meV) 24.2± 0.1

Table 5.1 – Paramètres retournés par le fit global des données de photo-courant sous champ
et un modèle matrice densité.
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Figure 5.12 – Taux d’extraction γE(F ) retournés par la procédure de fit par un modèle
matrice densité (courbe bleue) et calculés via la structure de bande (courbe rouge).

Les paramètres résultants du fit sont présentés dans le tableau 5.1. Les valeurs retournées
sont cohérentes avec les fits précédents de théorie des modes couplés. En particulier, γISB +
γintra

ISB = 3.1 meV correspond bien à l’élargissement trouvé dans le fit de la CMT (cf. tableau
4.2). Les valeurs de taux d’extraction sont tracés dans la figure 5.12 et comparées aux valeurs
calculées par l’intermédiaire de METIS : on obtient le bon ordre de grandeur (γE < 1 meV)
et les tendances d’évolution sont relativement bien reproduites (diminution de γE pour des
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Figure 5.13 – Fonctions de transfert TF extraites des résultats de fit via un modèle ma-
trice densité, pour plusieurs valeurs de champ électrique F appliqué. Les résultats pour
les différents couples p, s de géométrie du réseau d’antennes patchs sont superposés pour
illustrer la faible dépendance de la fonction de transfert vis à vis des paramètres de la la
cavité.

champs F > 0, rupture de pente autour F = −4kV.cm−1). Des résultats issus d’un procédure
de fit où les taux d’extraction γE(F ) sont contraints aux valeurs prédites par METIS se
trouvent en Annexe [H]. Par ailleurs l’ordre de grandeur de γE(F ) + γintra

E cöıncide avec
la valeur de γE qui avait été trouvée en théorie des modes couplés. L’erreur élevée sur le
paramètre de dispersion des pertes radiatives αc s’interprète par la faible quantité de données
sur p, et le faible impact de Γc sur des spectres de photo-réponse.

En revanche, on constate que notre modèle est incapable de décrire le troisième pic
présent dans les mesures (p = 7µm, s = 1.5, 1.55 µm) et situé autour de ω = 123 meV. Si
les auteurs de [25] ont assimilé ce pic à la transition ISB pour des résultats de réflectivité,
dans ces résultats de photo-courant, il ne cöıncide pas avec les valeurs ωISB = 117.1 meV et
ω̃ISB = 119.6 meV retournées par le fit. Par ailleurs, contraindre ωISB à 123 meV aboutit à
de mauvais résultats de fit.

Enfin, la figure 5.13-[a] trace les fonctions transfert TF calculées pour différentes ten-
sions. Les fonctions de transfert calculées pour des cavités différentes sont superposées : les
paramètres p, s affectent marginalement les fonctions de transfert.

Cette étude confirme que c’est bien l’influence de l’extracteur (la cascade électronique
du QCD) et son alignement relatif par rapport à la transition ISB qui gouvernent l’ampli-
tude globale des spectres et l’amplitude relative des pics des branches polaritoniques. En
appliquant un champ électrique sur la structure, on est donc capable d’extraire sélectivement
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des excitations depuis un état polaritonique vers la cascade électronique (Figure 5.14). Cette
capacité d’extraction se matérialise par la forme piquée de la fonction de transfert et l’espa-
cement 2Ω entre les pics polaritoniques : une fonction de transfert plus fine et un couplage
plus fort permettraient une meilleure sélectivité des polaritons ω+ ou ω−. Les résultats sont
à nuancer par la quantité de données expérimentales à notre disposition : dans la situation
étudiée, on se trouve au commencement du couplage fort. Un couplage Ω plus important
ferait peut-être apparâıtre les limites des approximations utilisées.

ωISB

ωE

ω−

ω+

ωISB

ωE

ω−

ω+

[a] F = 0 [b] F ≠ 0

Figure 5.14 – [a] Représentation schématique de l’extraction sélective de l’état polarito-
nique haut : l’extracteur ωE est aligné avec ω+. La fonction de transfert piquée favorise
l’extraction des excitations polaritoniques + générées par le pompage optique. [b] En appli-
quant un champ électrique F sur la structure on désaligne l’extracteur, jusqu’à l’aligner avec
l’état polaritonique bas. Ce sont cette fois les excitations polaritoniques − qui sont extraites
sélectivement.

5.5 Bilan

Dans ce chapitre, pour répondre aux lacunes de modélisation de la théorie des modes
couplés, nous avons développé un formalisme portant sur l’évolution de systèmes quantiques
ouverts en interaction avec leur environnement, basé sur la matrice densité et l’équation
mâıtresse quantique de Lindblad. Dans les premières parties, nous avons extensivement dis-
cuté les différences entre les deux modèles développés jusqu’ici (théorie des modes couplés
et modèle séquentiel du transport) avec ce nouveau modèle matrice densité. En particulier,
il est apparu qu’il était possible de passer d’un modèle à l’autre en ajustant la proportion
de termes intra-sousbandes γintra, à l’origine d’effets de pure décohérence.

En appliquant notre formalisme matrice densité et équation mâıtresse de Lindblad à un
QCD en régime de couplage fort lumière-matière, nous avons étendu notre problème à une
dimension supplémentaire : le couplage Ω lumière-matière. Une étude paramétrique nous a
permis de comprendre que ce couplage Ω permet de contre-balancer les effets décohérents
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de la dynamique intra-sousbande : d’un transport séquentiel en couplage faible, on peut
progressivement passer à un transport délocalisé en couplage fort en augmentant l’ampli-
tude du couplage Ω. Cet antagonisme entre les effets cohérents du couplage lumière-matière
et décohérents des processus intra-sousbandes a été extensivement exploré sur une large
gamme (γintra,Ω) : en étudiant l’allure spectrale de la fonction de transfert, nous avons
pu mettre en évidence plusieurs domaines où la nature du transport est fondamentalement
différente. Cette analyse nous a notamment permis de comprendre pourquoi, malgré l’ab-
sence de modélisation des termes intra-sousbandes, la théorie des modes couplés permet de
reproduire fidèlement les spectres expérimentaux (normalisés) de photo-courant.

Pour éprouver ce modèle matrice densité, nous l’avons confronté à des mesures de photo-
courant d’un QCD en couplage fort sous champ électrique. Ces mesures mettent en avant
l’impact de l’alignement entre les états polaritoniques et les niveaux extracteurs, à la fois sur
les allures spectrales (amplitudes relatives des pics polaritoniques) et l’amplitude globale de
ces spectres. La capacité du modèle à distinguer les élargissements spectraux de l’amplitude
d’extraction, via la distinction entre les termes intra et inter-sousbandes, nous a permis de
reproduire quantitativement les donnés expérimentales. De plus, les paramètres retournés
par la procédure de fit sont cohérents avec les paramètres imposés lors de la conception des
dispositifs.

Finalement, cette étude nous a permis de comprendre qu’en déplaçant l’extracteur via
un champ électrique sur la structure, ce qui mécaniquement décentre la fonction de transfert
TF (dont la forme piquée est exaltée par l’intensité du couplage fort lumière-matière), on
peut extraire sélectivement des excitations depuis les états polaritoniques vers la cascade
électronique. Ces résultats renforcent donc les conclusions du chapitre précédent : il est
possible d’extraire directement des excitations depuis les états polaritoniques, vers la cascade
électronique. En l’occurrence, il n’est pas nécessaire d’intégrer explicitement les états noirs
dans la modélisation pour reproduire quantitativement les résultats expérimentaux.
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Conclusion et perspectives

Dans ce manuscrit, nous avons étudié la question du transport électronique dans les
détecteurs à cascade quantique fonctionnant dans le moyen-infrarouge, dans différents régimes
d’intensité de couplage lumière-matière.

Le chapitre 2 nous a permis de présenter extensivement notre modélisation du transport
en régime de couplage faible, qui repose principalement sur l’hypothèse des sousbandes ther-
malisées et une vision séquentielle du transport. On a vu que ce modèle et les différentes
évolutions qui ont été implémentées durant ce travail de thèse permettent de reproduire
quantitativement les différentes métriques expérimentales des détecteurs à cascade quan-
tique : absorption, photo-courant et courant d’obscurité principalement.

Dans le chapitre 3, nous avons mis à contribution ce modèle séquentiel du transport
pour la conception optimisée de détecteurs à cascade quantique. Les différentes étapes de
ce processus de conception ont été explicitement détaillées : conception de l’environnement
électromagnétique (ici des antennes patchs), conception optimisée des puits optiques, de la
cascade d’extraction et des contacts aux bords de la zone active. Ce chapitre illustre donc le
savoir-faire du laboratoire dans la conception de composants opto-électroniques performants,
robustes et prédictifs.

Le chapitre 4 s’est tourné vers l’étude du régime de couplage fort lumière-matière dans
les détecteurs inter-sousbandes. Dans un premier temps, nous avons présenté l’origine des
modes polaritoniques et des états noirs, ces états non-couplés à la lumière qui détériorent
les performances dans les dispositifs émetteurs. Nous avons ensuite caractérisé optiquement
(par des mesures de réflectivité) et photo-électriquement (par des mesures de photo-courant)
un détecteur à cascade quantique en régime de couplage fort. En corrélant ces mesures
avec un modèle de transport basé sur le formalisme semi-classique de la théorie des modes
couplés, nous avons mis en évidence une extraction tunnel directement depuis les états
polaritoniques vers la cascade électronique, sans impliquer les états noirs. Ce formalisme
a notamment permis de mettre en évidence la nature délocalisée du transport en régime
de couplage fort, qui résulte de l’expression de cohérences de longues portées entre les états
électroniques de la cascade et du mode électromagnétique de cavité. Si le détecteur à cascade
quantique s’est donc révélé être une plateforme adaptée à l’étude fondamentale du régime
de couplage fort, nous avons cependant montré dans ce chapitre qu’il ne bénéficiait pas de
gain de performances d’obscurité lorsqu’il fonctionnait dans ce régime. En effet, nous avons
constaté que l’augmentation du dopage injecté dans les puits optiques (pour augmenter
l’intensité du couplage lumière-matière) engendre l’activation d’un mécanisme d’obscurité
(non-modélisé par notre modèle de transport séquentiel) : le courant d’obscurité augmente
drastiquement, au delà des prédictions de conception, au détriment des performances du
détecteur.

Le chapitre 5 introduit un dernier modèle de transport, basé sur le formalisme matrice
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densité et l’assimilation d’un QCD à un système quantique ouvert. En intégrant explicite-
ment les termes de décohérence intra-sousbande, et en ajustant leur amplitude relativement
à l’intensité du couplage lumière-matière, ce modèle quantique du transport permet d’établir
une jonction entre les formalismes développés jusqu’ici : la théorie des modes couplés et le
modèle séquentiel du transport apparaissent comme des situations asymptotiques des rap-
ports d’amplitude entre couplage et décohérence intra-sousbande. En comparant ce modèle
à des mesures expérimentales de photo-courant, nous avons notamment mis en évidence l’ex-
traction sélective d’excitations depuis les états polaritoniques : en ajustant le positionnement
relatif de la cascade d’extraction avec un mode polaritonique (par exemple en ajustant la
tension appliquée aux bornes du dispositif), il est possible d’extraire sélectivement des po-
laritons.

Ces travaux de modélisation ouvrent la voie vers une meilleure compréhension du trans-
port dans les dispositifs inter-sousbandes en régime de couplage fort. S’il apparâıt que dans
les détecteurs inter-sousbandes, il n’est pas nécessaire d’inclure explicitement les états noirs
dans notre modèle de transport pour reproduire les données expérimentales (autrement dit,
les états noirs ne participent pas de manière prépondérante à l’extraction), il est envisagé
que cela soit nécessaire dans le cas d’un processus d’injection. À condition de rajouter la
modélisation explicite de ces états, nous estimons que le modèle de transport en matrice den-
sité développé dans ce manuscrit peut être extrapolé à l’étude de dispositifs inter-sousbandes
émetteurs. L’application de ce modèle permettrait notamment l’exploration paramétrique
du mécanisme d’injection, et par conséquent l’élaboration de stratégies expérimentales à
mettre en œuvre pour contourner les effets délétères des états noirs.

Par ailleurs, les mauvais résultats de performances reportés dans ce manuscrit pour les
QCDs en couplage fort doivent être pondérés par la faible quantité de données expérimentales
à notre disposition. Une campagne expérimentale paramétrique sur le dopage est actuelle-
ment en cours : elle nous permettra de combler la lacune de modélisation sur le mécanisme
d’obscurité activé à fort dopage. La bonne mâıtrise de ce mécanisme ouvrira la voie à la
conception optimisées de structures plus dopées (n2D ≈ 1e12 cm−2).
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Annexe A

Courant d’obscurité dans une
structure QWIP en couplage fort

A.1 Problématique

Les structures QWIP en régime de couplage fort lumière-matière doivent être conçues
différemment des structures QWIP habituelles, en couplage faible : la sousbande haute de
la transition ISB ne doit plus être placée en résonance avec le continuum, mais un peu plus
bas dans le puits, à une énergie ∆ (cf. figure A.1). Le courant d’obscurité Jdark associé à

Figure A.1 – [A] : structure QWIP “habituelle”, avec sousbande haute f résonnante avec le
continuum ; représentation de la densité d’états associée. [B] : structure QWIP type couplage
fort, avec niveau haut f ′ décalé de ∆ par rapport à f ; représentation de la densité d’états
associée. Les deux structures sont représentées à même énergie d’activation Ea.

de telles structures est principalement gouverné par l’énergie d’activation Ea, qui dans un
QWIP, s’approxime comme l’écart d’énergie entre le niveau de Fermi et le haut de la barrière
de potentiel (l’énergie nécessaire pour extraire un électron vers le continuum). Le courant
d’obscurité sur une loi d’Arrhenius d’activation thermique :

Jdark = Ae
− Ea
kBT (A.1)
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Avec A le pré-facteur exponentiel, kB la constante de Boltzmann et T la température.
Dans la suite, on se place dans une situation où les deux structures de la figure A.1 ont
la même énergie d’activation, et on pose la question suivante : comment évolue le courant
d’obscurité avec ∆, à énergie d’activation Ea constante ? Peut-on envisager un gain sur le
courant d’obscurité en utilisant des structures QWIP en couplage fort ?

A.2 Calcul analytique du courant d’émission

On développe dans cette section un calcul analytique simple, à faible ∆ et proche de
l’équilibre thermodynamique (V faible), dans l’optique de développer une compréhension
intuitive de l’évolution du courant d’obscurité avec ∆.
On considère le mécanisme d’absorption de phonon LO comme étant le mécanisme diffusif
prépondérant dans le courant d’obscurité, et on suppose les mécanismes intra-sousbandes
très rapides devant les mécanismes inter-sousbandes. Ces hypothèses nous permettent de
travailler dans le cadre de l’hypothèse des sous-bandes thermalisées [75, 76], et proche de
l’équilibre on obtient :

Je(∆) =
q2V

kBT
G(V = 0,∆) (A.2)

Avec Je le courant d’émission du QWIP, etG(V = 0,∆) la conductance associée à l’ensemble
des canaux de conductance entre l’état i et les états ν du continuum (cf. figure A.2). Je est
une composante importante du courant d’obscurité, mais un calcul rigoureux prendrait en
compte la probabilité de capture.

Figure A.2 – Structure schématique d’un QWIP en couplage fort. Les flèches symbolisent
les canaux de conduction possible de l’état i vers les états du continuum. En orange, on
représente les canaux dits “directs” (état i vers continuum) et en rouge, les canaux “indi-
rects” (état i vers état f vers continuum).
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A.2.1 Expression de G

Tous les canaux représentés dans la figure A.2 sont en parallèles (Giν et Gi→f→ν). Les
canaux rouges sont la mise en série de canaux (Gif et Gfν). On a peut donc écrire :

G(∆) =
∑
ν

[
Giν +Gi→f→ν(∆)

]
=
∑
ν

[
Giν +

1
1

Gif (∆)
+ 1

Gfν(∆)

]
(A.3)

Dans la suite, on détaille le calcul des différents termes de l’équation précédente.

A.2.2 Calcul de Gif(∆)

On s’intéresse d’abord à Gif (∆) :

Gif (∆) =

∫ ∞
Ef−~ωLO+∆

ρ2Dnoptf(E)
(
1− f(E + ~ωLO)

)
Pif (E)dE (A.4)

où nopt désigne la densité de phonons LO, et Pif (E) désigne la probabilité de transition de
l’état i vers l’état f à l’énergie E et ρ2D la densité d’état 2D. On sépare l’intégrale en deux :

Gif (∆) =

∫ ∞
Ef−~ωLO

ρ2Dnoptf(E)
(
1− f(E + ~ωLO)

)
Pif (E)dE

+

∫ Ef−~ωLO

Ef−~ωLO+∆

ρ2Dnoptf(E)
(
1− f(E + ~ωLO)

)
Pif (E)dE (A.5)

On identifie Gif (0) et on utilise la statistique de Maxwell-Boltzmann (on a l’énergie de Fermi
à l’équilibre EF � Ef ) :

Gif (∆) = Gif (0) + ρ2Dnopt

∫ Ef−~ωLO

Ef−~ωLO+∆

exp

(
− E − EF

kBT

)
Pif (E)dE (A.6)

Sur l’intervalle [Ef − ~ωLO + ∆;Ef − ~ωLO], on fait l’hypothèse que Pif (E) est lentement
variable avec E. Cela nous permet d’intégrer le terme restant :

Gif (∆) = Gif (0) − ρ2D noptPifkBT exp

(
−Ef − ~ωLO − EF

kBT

)[
1−exp

(
− ∆

kBT

)]
(A.7)

En développant l’expression précédente au premier ordre en ∆ autour de ∆ = 0 :

Gif (∆) = Gif (0) − ρ2D noptPif exp

(
− Ef − ~ωLO − EF

kBT

)
∆ (A.8)

On a bien Gif (0) ≤ Gif∆ avec ∆ ≤ 0.
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A.2.3 Calcul de Gfν(∆)

On s’intéresse maintenant à Gfν(∆) :

Gfν(∆) =

∫ ∞
max

ρ2Dnoptf(E)
(
1− f(E + ~ωLO)

)
Pfν(E)dE ∀ν (A.9)

avec max = max
(
Ef + ∆ ; Eν − ~ωLO

)
. On a donc deux cas de figure :

— si max = Eν − ~ωLO, on obtient :

Gfν(∆) = Gfν(0) (A.10)

— si max = Ef +∆, on sépare l’intégrale en deux parties, de manière similaire au calcul
de Gif . Attention aux bornes des intégrales pour la séparation : pour chaque état du
continuum ν, il existe un écart ∆ν tel que Ef + ∆ν = Eν − ~ωLO. On obtient :

Gfν(∆) =

∫ ∞
Ef+∆ν

ρ2Dnoptf(E)
(
1− f(E + ~ωLO)

)
Pfν(E)dE (A.11)

+

∫ Ef+∆ν

Ef+∆

ρ2Dnoptf(E)
(
1− f(E + ~ωLO)

)
Pfν(E)dE (A.12)

On identifie Gfν(0), on sort de l’intégrale de droite les termes constants, et on suppose
Pfν indépendant de E sur l’intervalle [Eν − ~ωLO;Ef + ∆], ce qui nous permet
d’intégrer :

Gfν(∆) = Gfν(0) − ρ2D noptPfνkBT exp

(
−Ef − EF

kBT

)[
exp

(
− ∆ν

kBT

)
−exp

(
− ∆

kBT

)]
(A.13)

Expression qu’on développe au premier ordre en ∆ :

Gfν(∆) = Gfν(0) − ρ2D noptPfν exp

(
− Ef − EF

kBT

)
(∆−∆ν) (A.14)

A.2.4 Calcul de Gi→f→ν(∆)

Finalement, on a :

Giν(∆) = Giν(0) +G
(1)
iν ∆ (A.15)

Gfν(∆) = Gfν(0) ∀ν, Ef + ∆ < Eν − ~ωLO (A.16)

Gfν(∆) = Gfν(0) +G
(1)
fν (∆−∆ν) ∀ν, Eν − ~ωLO ≤ Ef + ∆ (A.17)

Avec :

G
(1)
if = − ρ2D noptPif exp

(
− Ef − ~ωLO − EF

kBT

)
(A.18)

G
(1)
fν = − ρ2D noptPfν exp

(
− Ef − EF

kBT

)
(A.19)

En utilisant les expressions des équations précédentes, et en distinguant deux cas, on a donc :
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1. si ∆ < ∆ν :

Gi→f→ν(∆) =
1

1
Gif (0)

+ 1
Gfν(0)

[
1 +

Gfν(0)G
(1)
if

Gfν(0)Gif (0) +Gif (0)2
∆

]
(A.20)

2. si ∆ν ≤ ∆ :

Gi→f→ν(∆) =
1

1
Gif (0)

+ 1
Gfν(0)

[
1 +

(
G

(1)
if Gfν(0)

Gif (0)
∆ +

G
(1)
fνGif (0)

Gfν(0)
(∆−∆ν)

)
1

Gfν(0) +Gif (0)

]
(A.21)

Quelque soit la valeur de ∆, tous les termes prenant part à l’expression de Gi→f→ν étant
positifs, on a :

G(∆) > G(0)⇒ Je(∆) > Je(0) (A.22)

Le courant d’émission dans une structure QWIP conçue pour fonctionner en couplage fort
est plus important que le courant d’émission d’une structure QWIP “habituelle”, conçue pour
fonctionner en couplage faible. Abaisser la sousbande haute de la transition ISB revient à
ajouter un canal de conduction supplémentaire, dont l’importance augmente avec l’écart ∆
entre la sousbande et le continuum électronique. Ce courant étant une composante impor-
tante du courant d’obscurité, on s’attend à ce qu’une structure conçue pour fonctionner en
couplage fort n’ait pas d’avantage net vis-à-vis du courant d’obscurité par rapport à une
structure conçue pour fonctionner en couplage faible.
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Annexe B

Calcul du taux de dissipation radiatif
Γc d’un réseau d’antennes patchs.

Figure B.1 – Représentation schématique d’un réseau de patchs et des dimensions impor-
tantes du réseau. Attention, ces développements s’inspirent de [103], où le repère orthonormé
est orienté d’une manière non conventionnelle (axe z et axe x inversé). Dans ce document,
on conserve cette orientation originale pour réutiliser directement les équations de l’auteur.

B.1 Champ rayonné par une antenne patch

Une unique antenne patch s’assimile à deux fentes rayonnantes. On commence donc par
calculer le champ rayonné en champ lointain par une fente de hauteur L et de largeur s.
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Une fente

Le champ rayonné en champ lointain par une fente de hauteur L et de largeur s s’écrit
[103](p.835) :

E1Slit
r (r, θ, φ) = 0 (B.1)

E1Slit
θ (r, θ, φ) = 0 (B.2)

E1Slit
φ (r, θ, φ) = −jE0k0Ls

e−jk0r

2πr
sin(θ)

sin(Z)

Z

sin(X)

X
(B.3)

avec :

k0 =
2π

λ0

(B.4)

X =
k0L

2
sin(θ) cos(φ) (B.5)

Z =
k0s

2
cos(θ) (B.6)

Dans l’approximation λ0 � s, L :

E1Slit
φ (r, θ, φ) ≈ −jE0k0Ls

e−jk0r

2πr
sin(θ) (B.7)

La puissance radiative est définie à partir du flux du vecteur de Poynting Π à travers une
surface sphérique S qui englobe la fente :

P 1Slit
r =

∫∫
S

Π(r, θ, φ)dS (B.8)

=

∫ π

0

∫ 2π

0

1

2η0

|E1Slit
φ (r, θ, φ)|2r2 sin θdθdφ (B.9)

où η0 est l’impédance du vide. En utilisant l’approximation λ0 � s, L, on trouve :

P 1Slit
r ≈ k2

0L
2s2

3πη0

|E0|2 (B.10)

Deux fentes

Pour passer d’une fente radiative à deux fentes radiatives qui interfèrent (et donc une
antenne patch), on utilise un facteur de forme AF (pour Array Factor) :

E2Slits
φ (r, θ, φ) = AF 2SlitsE1Slit

φ (B.11)

P 2Slits
r =

∫ π

0

∫ 2π

0

1

2η0

|AF 2SlitsE1Slit
φ (r, θ, φ)|2r2 sin θdθdφ (B.12)

AF 2Slits = 2 cos

(
k0s

2
sin(θ) sin(φ)

)
(B.13)

En utilisant notre approximation grande longueur d’onde, AF 2Slits ≈ 2 et :

P 2Slits
r ≈ 4k2

0L
2s2

3πη0

|E0|2 (B.14)
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B.1.1 Taux de dissipation radiatif pour une antenne patch

L’énergie contenue dans la cavité WC s’exprime à l’aide du champ électromagnétique à
l’intérieur de la cavité. Ici on considère un mode TM01 (kz = 0, kx = 0) :

WC =

∫∫∫
V

ε0εeff|EC |2 dV (B.15)

=

∫ s

0

∫ s

0

∫ L

0

ε0εeff|E0|2 cos2(
2π

s
x) dxdydz (B.16)

On obtient :

WC =
ε0εeff|E0|2

2
s2L (B.17)

Finalement, on exprime le taux de dissipation radiatif Γ2Slits
rad en utilisant 1

η0
= ε0c0 et :

Γ2Slits
rad =

P 2Slits
r

2WC

=
8π

3λ2
0

c0L

n2
eff

(B.18)

B.1.2 Réseau d’antennes patchs

Le facteur de forme d’une distribution de sources radiatives est la figure d’interférence
en champ lointain de l’ensemble de ces sources. Pour une distribution homogène NxN de
patchs (distance inter-patch dx = dy = p) :

AFPatchArray =
sin
(
N
2
Y
)

sin
(
Y
2

) sin
(
N
2
Z
)

sin
(
Z
2

) (B.19)

avec Z = k0p cos(θ) (B.20)

Y = k0p sin(θ) sin(φ) (B.21)

On peut écrire la puissance rayonnée PPatchArray
r à partir de ce facteur de forme de réseau et

le champ rayonné par une unique antenne patch :

PPatchArray
r =

∫ π

0

∫ 2π

0

1

2η0

|AFPatchArrayAF 2SlitsE1Slit
φ (r, θ, φ)|2r2 sin(θ)dθdφ (B.22)

On calcule numériquement cette intégrale, et on la compare à l’expression analytique de
[101] (Eq. (2.57)) en couplage critique :

γPalaferri
r =

8c0L

n2
effp

2
(B.23)

PPalaferri
r =

8s2L2N2

η0p2
|E0|2 (B.24)

Les résultats numériques (équation (B.22)) et analytiques (équation (B.24)) sont comparés
dans la figure B.2
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Figure B.2 – Comparaison entre les résultats numériques (équation (B.22)) et analytiques
(équation (B.24)) de la puissance rayonnée par un réseau d’antennes patchs en fonction de
la distance inter-patch P , du nombre de patch N et de la longueur d’onde λ0.
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Annexe C

Modèle apériodique du transport :
application sur un QCD une période
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[a] F < 0

Figure C.1 – Structure de bande d’un QCD une période conçu dans le cadre du projet
ANR Metanizo, pour trois champs électriques F . Le calcul est réalisé à l’aide d’un modèle
apériodique du transport, détaillé dans la section 2.5.5. Cette structure intervient également
dans l’étude des mesures de réflectivité en régime de couplage fort présentées en figure 4.3.
Pour cette figure, on applique un champ électrique négatif F < 0.
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Figure C.2 – Pour cette figure, le champ électrique appliqué est nul F = 0.
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Figure C.3 – Pour cette figure, on applique un champ électrique positif F > 0.
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Annexe D

Mesures supplémentaires de
réflectivité pour des cavités
non-dopées
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Figure D.1 – Spectres d’absorption mesurés pour un réseau de cavité antennes patchs
non-dopés. Les mesures sont réalisées par spectroscopie infrarouge à transformée de Fourier
(FTIR, Bruker Vertex 70) à l’aide d’une paire de miroirs paraboliques (F = 180 mm) et
elliptiques (F = 282/42 mm) et d’un photo-détecteur MIR de type DTGS. Le spectre d’un
miroir d’or est utilisé comme référence pour la normalisation des spectres.
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Annexe E

Dispersion polaritonique

E.1 Diagonalisation de l’Hamiltonien et matrices de

passage

Soit H l’Hamiltonien d’évolution du système :

H =

[
ωc Ω
Ω ω̃ISB

]
(E.1)

On accède à la dispersion polaritonique en diagonalisant notre Hamiltonien. Soit P la matrice
de passage telle que :

H± =

[
ω+ 0
0 ω−

]
= P−1HP (E.2)

Pour simplifier, on posera dans la suite :

∆ = ω̃ISB − ωc (E.3)

La recherche des vecteurs propres normalisés nous conduit à l’expression de P suivante :

P =

− (∆+
√

∆2+4Ω2)√
4Ω2+(∆+

√
∆2+4Ω2)

2 −
(∆−

√
∆2+4Ω2)√

4Ω2+(∆−
√

∆2+4Ω2)
2

2Ω√
4Ω2+(∆+

√
∆2+4Ω2)

2

2Ω√
4Ω2+(∆−

√
∆2+4Ω2)

2

 (E.4)

On cherche alors à simplifier l’expression de P01 et P11 pour les rapporter aux expressions
de la littérature :

P01 = −
(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)√
4Ω2 +

(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2

= −
(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

) (
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)√
(4Ω2 +

(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2
)
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

=
4Ω2√

4Ω2
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
+ (4Ω2)2

=
2Ω√

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
(E.5)
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P11 =
2Ω√

4Ω2 +
(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2

=
2Ω
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)√
(4Ω2 +

(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2
)
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

=

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)√
4Ω2 +

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
(E.6)

Ce qui mène aux expressions :

P =
1√

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

[
−(∆ +

√
∆2 + 4Ω2) 2Ω

2Ω (∆ +
√

∆2 + 4Ω2)

]

P−1 =
1√

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

[
(∆ +

√
∆2 + 4Ω2) 2Ω

2Ω −(∆ +
√

∆2 + 4Ω2)

]

On introduit les coefficients d’Hoppfield α1 et α2 :

α1 =
∆ +

√
∆2 + 4Ω2√

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
=

X√
X2 + Y 2

α2 =
2Ω√

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
=

Y√
X2 + Y 2

On a bien évidemment la relation α2
1 + α2

2 = 1. H± représente l’Hamiltonien du système
dans la base polaritonique. Ses valeurs propres ω± sont les énergies polaritoniques, qui
s’expriment analytiquement :

ω± =
ω̃ISB + ωc

2
± 1

2

√
∆2 + 4Ω2 (E.7)

E.2 Dissipation dans la base polaritonique

Soit γ et Γ les deux matrices décrivant les processus dissipatifs respectivement non-
radiatifs et radiatifs :

γ =

[
γc 0
0 γISB

]
Γ =

[
Γc

√
ΓISBΓc√

ΓISBΓc ΓISB

]
(E.8)

Pour complètement transposer le problème dans la base polaritonique, il nous reste à appli-
quer la matrice de passage P à ces matrices. On obtient deux nouvelles matrices γ± et Γ±
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telles que :

γ± = P−1γP =

[
α2

1γc + α2
2γISB α1α2(γc − γISB)

α1α2(γc − γISB) α2
2γc + α2

1γISB

]
=

[
γ+ γcross

γcross γ−

]
(E.9)

Γ± = P−1ΓP =

[
Γ+ Γcross

Γcross Γ−

]
(E.10)

Il est intéressant d’obtenir les expressions simplifiées de ces différents termes en fonction des
paramètres de la base naturelle :

γ+ =
4Ω2γ1

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2 +
γ2

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

=

[
4Ω2γ1

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2 +
γ2

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2

]
4Ω2 +

(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2

4Ω2 +
(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2

(E.11)

En utilisant :[
4Ω2 +

(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2
][

4Ω2 +
(

∆−
√

∆2 + 4Ω2
)2
]

= 16Ω2(∆2 + 4Ω2)(E.12)[
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

][
4Ω2 +

(
∆−

√
∆2 + 4Ω2

)2
]

= 8Ω2
√

∆2 + 4Ω2 (E.13)

On trouve :

γ± =
γISB + γc

2
± (γISB − γc)∆

2
√

∆2 + 4Ω2
(E.14)

On note l’apparition de termes croisés γcross dans la matrice γ±, absents de la matrice γ dans
la base naturelle :

γcross = α1α2 (γc − γISB)

=
2Ω(∆ +

√
∆2 + 4Ω2)

4Ω2 +
(
∆ +

√
∆2 + 4Ω2

)2 (γc − γISB) (E.15)

On obtient :

γcross =
Ω (γc − γISB)√

∆2 + 4Ω2
(E.16)

Pour écrire les termes associés à la matrice Γ±, on simplifie le problème en supposant ΓISB = 0
(ce qui correspond à notre situation).

Γ± =
Γc
2
± Γc(ω̃ISB − ωc)

2
√

4Ω2 + (ω̃ISB − ωc)2

Γcross =
ΩΓc√

∆2 + 4Ω2
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Annexe F

Calcul de la propagation sur les
spectres des erreurs des paramètres
de fit

Dans cette annexe, on explique comment propager les erreurs des paramètres retournés
par la procédure de fit appliquée à nos données expérimentales, sur les calculs des spectres
(de réflectivité R et de photo-courant JE).

La procédure de fit retourne une matrice de covariance MP associée aux paramètres de
fit. Le vecteur d’écart type σP , qui quantifie les estimations des erreurs du fit, est donné
par :

σP =
√

diag(MP ) (F.1)

Soit F la fonction utilisée par le fit et J le jacobien de cette fonction. Pour propager les
erreurs faites sur les paramètres de fit sur la fonction F , on doit d’abord calculer la matrice
de covariance portant sur F , MF :

MF = JMPJ
T (F.2)

Les erreurs propagées sur F sont ensuite simplement données par le vecteur d’écart type σF
calculé via :

σF =
√

diag(MF ) (F.3)

Les zones grisées sur les spectres sont donc simplement délimitées par F + σF et F − σF .
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Annexe G

Résultats supplémentaires de la
procédure de fit sur les mesures de
réflectivité de QCDs en couplage fort
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Figure G.1 – Résultats supplémentaires de la procédure de fit sur les mesures de réflectivité
de QCDs en couplage fort pour un dopage n2D = 5× 1011cm−2
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Figure G.2 – Résultats supplémentaires de la procédure de fit sur les mesures de réflectivité
de QCDs en couplage fort pour un dopage n2D = 8× 1011cm−2
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Annexe H

Résultats de fits en théorie des modes
couplés sur les mesures de
photo-courant sous champ électrique

Dans cette annexe, on présente brièvement une procédure de fit utilisant la théorie des
modes couplés et portant sur les données expérimentales de photo-courant présentées dans le
chapitre 6, figure 5.1. L’objectif ici est de démontrer que la CMT à trois résonateurs (cavité,
ISB et extracteur) n’est pas capable de fournir une description suffisante de ces données,
par son incapacité à distinguer élargissements et amplitudes.

On réalise donc une procédure de fit utilisant la résolution de l’équation (4.70) et le
calcul du photo-courant JE équation (4.82). Les paramètres laissés libre pour la procédure
de fit sont :

Cavité : neff γc αc
Plasmon ISB : ωISB γISB
Extracteur : ωE(Fi) γE(Fi) ΩT

Couplage : ωP

L’évolution de l’alignement de l’extracteur avec le champ électrique F appliqué sur la struc-
ture est déterminé par une relation linéaire :

ωE(F ) = αFF + ω0
E (H.1)

où le coefficient αF et ω0
E seront des paramètres libres du fit. Le taux de dissipation de

l’extracteur γE est lui contraint à une relation quadratique :

γE(F ) = β2F
2 + β2F + γ0

E (H.2)

où les coefficients β2, β2 et γ0
E seront des paramètres libres du fit. Les résultats sont présentés

dans la figure H.1 qui suit. Les résultats ne sont pas satisfaisants. Pour bien interpréter ces
résultats, on calcule la fonction de transfert TF, calculée à partir des paramètres retournées
par la procédure de fit. Les résultats sont présentés dans la figure H.2.

Cette figure illustre bien les limites de la théorie des modes couplés, à savoir cette inca-
pacité à dissocier élargissements et amplitudes : pour les champs fortement négatifs (courbes
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rouges), le modèle souhaite un taux d’extraction γE élevé, pour obtenir une amplitude glo-
bale élevée sur les spectres de photo-courant. Mécaniquement, les fonctions de transfert sont
donc très larges pour les champs négatifs. À l’inverse, aux champs positifs (courbes bleues),
le modèle souhaite une faible valeur de taux d’extraction, pour reproduire les faibles ampli-
tudes des spectres de photo-courant. Mécaniquement, les fonctions de transfert sont fines et
piquées.
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Figure H.1 – Résultat de la procédure de fit en théorie des modes couplés à trois résonateurs
(cavité, ISB, et extracteur) sur les mesures de photo-courant sous champ électrique F , pour
plusieurs couples p, s de géométrie de réseau d’antennes patchs.
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Figure H.2 – Fonction de transfert calculées par les résultats de fit de la figure H.2.
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Annexe I

Résultat de fit pour des valeurs de
taux d’extraction γE contraintes aux
calculs sur la structure de bande
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Figure I.1 – Résultats pour la procédure de fit basée sur la matrice densité et des taux
d’extraction γE(F ) contraints aux valeurs calculées sur la structure de bande par METIS.
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Lianhe Li, Alexander Giles Davies, Edmund Linfield, Carlo Sirtori, and Yanko To-
dorov. High temperature metamaterial terahertz quantum detector. Applied Physics
Letters, 117(25) :251102, 2020.

[61] Yuk Nga Chen, Yanko Todorov, Benjamin Askenazi, Angela Vasanelli, Giorgio Biasiol,
Raffaele Colombelli, and Carlo Sirtori. Antenna-coupled microcavities for enhanced
infrared photo-detection. Applied Physics Letters, 104(3) :031113, 2014.

[62] Azzurra Bigioli, Giovanni Armaroli, Angela Vasanelli, Djamal Gacemi, Yanko Todo-
rov, Daniele Palaferri, Lianhe Li, A Giles Davies, Edmund H Linfield, and Carlo Sir-
tori. Long-wavelength infrared photovoltaic heterodyne receivers using patch-antenna
quantum cascade detectors. Applied Physics Letters, 116(16) :161101, 2020.

[63] Pierre-Baptiste Vigneron, Stefano Pirotta, Iacopo Carusotto, Ngoc-Linh Tran, Giorgio
Biasiol, Jean-Michel Manceau, Adel Bousseksou, and Raffaele Colombelli. Quantum
well infrared photo-detectors operating in the strong light-matter coupling regime.
Applied Physics Letters, 114(13) :131104, 2019.

[64] Felix Bloch. Über die quantenmechanik der elektronen in kristallgittern. Zeitschrift
für physik, 52(7) :555–600, 1929.

[65] Emmanuel Rosencher and Borge Vinter. Optoélectronique : cours et exercices corrigés.
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