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remercie aussi tout particulièrement Daniel Chemla, professeur à Berkeley, qui
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Jean-Marc Berroir, Bernard Plaçais, Mokthar Adda-Bedia et les visiteurs tuni-
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2.2 Systèmes à deux niveaux indépendants . . . . . . . . . . . . . . . 41
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3.2 Source laser . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 64



10 Table des matières

3.2.1 Description de la source laser . . . . . . . . . . . . . . . . 64
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A.1 Résolution formelle des équations de Bloch optiques . . . . . . . . 151
A.2 Résolution analytique dans le cas d’impulsions de Dirac . . . . . . 153
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Introduction

Depuis l’apparition des lasers à semiconducteurs dans les années 60, des pro-
grès considérables ont été faits dans la croissance des matériaux. À la suite des
premiers lasers à jonction p-n, les premiers dispositifs fonctionnant à tempéra-
ture ambiante étaient basés sur des hétérojonctions (inventés en 1972 par Kroe-
mer et Alferov, qui recevront le prix Nobel en l’an 2000 pour cette découverte) ;
le confinement de la lumière et des porteurs dans une région de quelques mi-
cromètres cubes permettait d’abaisser énormément le courant-seuil du laser. Au
début des années 80, une nouvelle étape fut franchie avec l’apparition de nouvelles
technologies de croissance, telles que l’épitaxie par jets moléculaires (MBE pour
✭✭ molecular beam epitaxy ✮✮) ou l’épitaxie en phase vapeur d’organo-métalliques
(MOCVD pour ✭✭ metal-organic chemical vapor deposition ✮✮), rendant possible
l’élaboration de nanostructures formées de couches suffisamment fines pour que
le mouvement des porteurs soit confiné quantiquement. Dans ces structures bidi-
mensionnelles, les ✭✭ puits quantiques ✮✮, le contrôle du recouvrement des fonctions
d’onde des électrons et des trous, et l’augmentation de l’interaction de la lumière
et des porteurs, ont conduit, outre au laser à puits quantiques, à l’apparition de
nombreux dispositifs (détecteurs, diodes électroluminescentes, lasers à cascade
quantique...). La recherche se tourne aussi maintenant vers des structures de plus
basse dimensionnalité, par exemple les bôıtes quantiques, qui présentent un fort
potentiel pour l’exploration de phénomènes physiques fondamentaux, comme le
contrôle de l’émission de photons individuels, et pour la conception de dispositifs
opto-électroniques (lasers, détecteurs...).

Depuis quelques années, l’étude de la modification de l’interaction matière-
rayonnement en physique atomique commence à être étendue dans le domaine
de la matière condensée. En effet, l’émission spontanée d’un matériau n’est pas
une propriété intrinsèque, mais dépend de l’environnement avec lequel il est cou-
plé. Dès 1946, Purcell propose de contrôler l’émission spontanée dans la gamme
des micro-ondes d’un système de spins en le couplant avec un circuit électrique
résonant [1]. La démonstration de l’inhibition ou de l’exaltation de l’émission
spontanée a d’abord été faite en physique atomique, en plaçant les atomes entre
des miroirs ou dans une cavité optique (pour une revue voir [2]). Il est même pos-
sible d’obtenir un régime de couplage fort entre les photons et plusieurs atomes [3]
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ou un atome unique [4, 5] en cavité ; le couplage matière-rayonnement n’est plus
perturbatif, l’émission d’un photon est réversible (le photon est émis et réabsorbé,
et l’énergie est échangée entre le mode de la cavité et l’atome). De nouveaux états
propres apparaissent pour le système ; ce sont des états mixtes photons-atomes.

Ces concepts ont été revisités dans le domaine de la matière condensée. Avec
les progrès dans les techniques de microfabrication, un intérêt croissant s’est porté
sur le contrôle des modes de photons dans des cavités à semiconducteurs de dimen-
sions micrométriques (microrésonateurs, microcavité Fabry-Pérot) [6, 7]. Comme
l’émission spontanée est une source de perte d’énergie et de bruit dans les lasers,
le contrôle du taux d’émission doit permettre d’améliorer leurs performances.
Ainsi sont apparus les lasers à émission de surface à cavité verticale (VCSEL
pour ✭✭ vertical cavity surface emitting laser ✮✮), composés d’un milieu actif (puits
quantiques) inséré dans une microcavité Fabry-Pérot planaire. Ils présentent de
nombreux avantages par rapport aux lasers à puits quantiques classiques, comme
un fonctionnement monomode, imposé par la très petite longueur de la cavité,
par un faisceau très peu divergent et surtout une plus grande extraction de la
lumière [8, 9]. Ces types de nanostructures sont aussi à la base de diodes électro-
luminescentes [10]. La modification de l’émission spontanée est aussi observée ;
une augmentation du taux de l’émission spontanée de bôıtes quantiques placées
dans des résonateurs en forme de micropiliers a été mise en évidence par J. M.
Gérard et. al. en 1998 [11] ; une augmentation plus forte encore est obtenue dans
des microdisques en 1999 [12].

Le régime de couplage fort dans une microcavité de semiconducteurs conte-
nant des puits quantiques a été pour la première fois mis en évidence par C. Weis-
buch et. al. [13]. La transition fondamentale du puits quantique est un état lié
d’électron et de trou, l’exciton, qui n’est couplé qu’à un seul mode de photon
dans la cavité. Il peut alors s’établir un régime de couplage fort entre l’exciton
et le mode de la cavité, faisant apparâıtre des nouveaux états propres, les pola-
ritons de microcavité, qui sont des états mixtes photon-exciton. Les microcavités
en couplage fort ont été, depuis lors, l’objet d’une intense recherche [14, 15]. Le
temps de vie des polaritons, leur dispersion et leur relaxation, notamment par
interaction avec les phonons, ont été très étudiés [16, 17, 18] ; les travaux sur la
photoluminescence sous excitation non-résonante révèlent une dynamique lente de
l’émission (plusieurs centaines de ps), peu différente de celle d’un exciton nu [19].
Les caractéristiques de cette dynamique s’expliquent par l’existence d’une zone
d’accumulation des polaritons (goulot de relaxation) qui inhibe le peuplement des
polaritons en centre de zone [20, 21]. Une proposition d’Imamoglu et al., au même
moment, prévoit qu’il devrait être possible d’observer une relaxation stimulée par
l’occupation des états finals en utilisant le caractère bosonique des polaritons [22].
En effet, les excitons, et donc les polaritons sont des bosons composites. De plus,
par rapport à l’exciton nu, la dispersion des polaritons est fortement modifiée, et
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en particulier, elle donne lieu à des densités d’états beaucoup plus faibles pour
le polariton en centre de zone de Brillouin. Ainsi il serait possible d’obtenir un
nombre d’occupation de ces états assez grand pour observer des effets bosoniques
collectifs, comme la stimulation de la relaxation. Cet effet ✭✭ boser ✮✮ fut très dis-
cuté, puis discrédité après que l’affirmation d’une démonstration expérimentale
[23] a été réfutée [24, 25] : la non-linéarité de l’émission, attribuée dans cette
expérience à la stimulation de la relaxation, se produisait en fait lorsque le cou-
plage fort n’existe plus, à haute densité de porteurs, et fut expliquée en terme de
corrélations fermioniques électron-trou [25].

Cependant, le débat est relancé lorsque Dang et al. mesurent un comportement
non-linéaire de l’émission dans une microcavité II-VI, qui permet de conserver le
régime de couplage fort même sous forte excitation [26]. L’excitation en résonance
avec le polariton de basse énergie a ensuite donné lieu à une meilleure compré-
hension du phénomène. Baumberg et al. montrent que lorsque ce polariton est
excité à un angle d’incidence particulier, ✭✭ l’angle magique ✮✮, la relaxation des
polaritons créés à cet angle vers l’état de plus basse énergie (en centre de zone
de Brillouin) est stimulée par l’occupation de ces états finals [27]. De nombreuses
expériences de pompe sonde [27, 28, 29] ou d’émission [30, 31, 32, 33, 34, 35, 36]
ont depuis mis en évidence la stimulation de la diffusion polariton-polariton par
occupation de l’état final. La possibilité d’obtenir une condensation de Bose [33]
ainsi que des lasers ✭✭ à polaritons ✮✮, lasers a priori sans seuil [37], est toujours
vivement débattue.

Dans ce contexte, nous nous intéressons à la dynamique des polaritons et à sa
modification en régime de couplage fort. À des temps très courts après l’excitation
du système par une impulsion laser, la dynamique est caractérisée par la perte
de cohérence des porteurs excités. En effet, la phase initiale des porteurs excités,
transmise par le champ électrique du laser d’excitation, est peu à peu perdue
à cause de processus d’interaction des porteurs entre eux, avec les phonons, les
défauts du cristal, etc.. Ainsi, la polarisation macroscopique décrôıt sur un temps
caractéristique T2, temps de cohérence ou temps de déphasage de la polarisation
(échelle de quelques centaines de fs à quelques ps). Le mélange à quatre ondes est
une des techniques classiques de l’optique cohérente et non-linéaire qui permet
d’étudier la dynamique de la polarisation. Cette technique a été appliquée de
façon intensive à l’étude des semiconducteurs massifs et des nanostructures. Son
utilisation a considérablement amélioré la compréhension des problèmes à N corps
dans ces systèmes (pour une revue, on pourra se reporter notamment à [38, 39]).
Dans le cas des microcavités, les oscillations de Rabi, témoins du couplage fort,
ont été observées dans le signal de mélange à quatre ondes [40, 41]. M. Koch et al.
montrent que ces oscillations présentent des caractéristiques particulières aux mi-
crocavités dues au couplage entre le champ électrique et la polarisation [42]. Les
sources de non-linéarités dans les microcavités ont aussi été étudiées grâce à ce
type d’expériences [43, 44, 45], ainsi que les effets de l’inhomogénéité [46, 47].
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Ce travail de thèse est consacré à l’étude de la dynamique des polaritons de
microcavité, au moyen d’expériences de mélanges à quatre ondes.

Le chapitre 1 introduit la notion d’exciton dans les puits quantiques, ainsi
que les microcavités formées de miroirs de Bragg, avant de présenter les carac-
téristiques du régime de couplage fort entre l’exciton et le mode optique de la
microcavité.

Dans le chapitre 2, nous rappelons le principe de l’expérience de mélange à
quatre ondes. Nous présentons les fondements théoriques décrivant la réponse
optique cohérente d’un semiconducteur, en particulier les équations de Bloch op-
tiques pour les semiconducteurs [48, 49]. Enfin, nous décrivons le modèle de la
polarisation effective, dérivé du cadre théorique précédent par M. Wegener et
D. S. Chemla [50]. Ce modèle, simplifié par rapport au traitement quantique
microscopique, conserve l’essentiel de la physique tout en permettant une inter-
prétation transparente des résultats. Il est utilisé pour analyser nos résultats au
chapitre 4.

Le chapitre 3 est consacré à la description des échantillons de microcavité II-
VI, et à leur caractérisation grâce à des mesures de réflectivité. Nous décrivons
ensuite les montages expérimentaux et le principe de l’expérience de mélange
à quatre ondes résolu en angle, pour l’étude de l’influence de la dispersion des
polaritons (chap. 5).

Le chapitre 4 présente le travail que nous avons entrepris pour identifier la
nature des non-linéarités qui gouvernent la dynamique des polaritons. Nous mon-
trons comment l’analyse des oscillations de Rabi nous a permis de mesurer le
poids relatif de la contribution des interactions coulombiennes par rapport à celle
du blocage de Pauli.

Le chapitre 5 présente une étude angulaire du polariton de basse énergie.
Nous mesurons la dépendance angulaire du temps de cohérence par l’expérience
de mélange à quatre ondes résolu en angle. Les mesures sont analysées à l’aide
d’un modèle initialement développé par Ciuti et al. [51] que nous adaptons aux
matériaux et aux conditions de notre expérience. Nos résultats sont interprétés en
terme d’échappement des polaritons de centre de zone vers le réservoir excitonique
aux grands angles. De plus, sous excitation à ✭✭ l’angle magique ✮✮ nous étudions
plus spécifiquement la signature du régime de stimulation sur la cohérence du
système.



Chapitre 1

Polaritons de semiconducteurs

Les progrès considérables effectués dans les techniques de croissance de semi-
conducteurs, tels que l’épitaxie par jets moléculaires, permettent d’obtenir des
couches minces de semiconducteurs de haute qualité, avec un contrôle extrê-
mement précis de l’épaisseur, à une couche atomique près. Il est en particulier
possible de réaliser un empilement de couches alternées de deux semiconduc-
teurs d’indice optique différent et obtenir ainsi un miroir de Bragg, possédant
une réflectivité très élevée. En déposant de chaque côté d’une couche d’épaisseur
micrométrique, deux miroirs de Bragg, on obtient une cavité planaire de type
Fabry-Pérot. Lorsque la cavité contient un ou plusieurs puits quantiques, l’émis-
sion des états électroniques confinés des puits est profondément modifiée par la
présence de la cavité. En particulier, on peut obtenir un régime de couplage fort
entre l’excitation électronique fondamentale des puits quantiques, l’exciton, et le
mode confiné du champ électromagnétique. Il en résulte l’apparition de nouveaux
états propres, les polaritons de microcavité, dont nous étudierons la dynamique
cohérente.

Ce chapitre est une introduction aux polaritons de microcavité. Dans un pre-
mier temps, nous rappelons quelques notions sur les excitons de puits quantiques.
Nous expliquons ensuite ce qu’est une microcavité de semiconducteurs. Puis nous
nous intéressons à l’interaction entre les photons confinés par la microcavité et
les excitons, et décrivons les polaritons de microcavité. En particulier, nous pré-
sentons la dispersion des polaritons, et quelques conséquences importantes des
fortes modifications induites par le couplage fort.

1.1 Le puits quantique

1.1.1 États excitoniques

Par absorption d’un photon d’énergie supérieure à l’énergie de bande inter-
dite Eg, un électron de la bande de valence peut être excité vers la bande de
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conduction. Les états ainsi formés forment un continuum. En plus de la bande
d’absorption au-delà de la bande interdite, l’absorption d’un semiconducteur pré-
sente d’étroites résonances sous l’énergie de bande interdite, qui ont été expliquées
en introduisant la notion d’exciton [52]. Le problème d’un électron excité dans
la bande de conduction, en interaction avec les N − 1 électrons restant dans la
bande de valence est décrit avec une bonne approximation par un problème à
deux corps. Les N − 1 électrons de la bande de valence forment une quasi parti-
cule, le trou, dont l’état correspond à l’électron manquant. Il possède une charge
opposée à celle de l’électron, une masse effective différente, et est en interaction
coulombienne avec l’électron de la bande de conduction. Le trou et l’électron
constituent un dipôle identique à un système hydrogénöıde. Ce type d’excitation
électronique, l’exciton, existe dans le massif, et aussi dans les puits quantiques, où
le système est quasi bidimensionnel. Nous rappelons ci-dessous comment un puits
quantique confine les électrons et les trous. Ensuite, nous décrivons le système
hydrogénöıde bidimensionnel que forment ces électrons et trous confinés. Nous
donnons enfin quelques rappels sur le couplage de l’exciton avec la lumière [53].

Confinement dans un puits quantique

Un puits quantique de semiconducteurs est formé d’une fine couche d’un se-
miconducteur insérée dans un autre semiconducteur d’énergie de bande interdite
plus grande. Dans la direction de l’axe de croissance Oz, les extrema des bandes
de conduction et de valence subissent des discontinuités au niveau des interfaces,
créant un puits de potentiel aussi bien pour les trous que pour les électrons
(cf. fig. 1.1). Lorsque la largeur de ce puits LQW est de l’ordre de la longueur
d’onde de de Broglie des porteurs, le puits crée un confinement des porteurs dans
la direction Oz : le mouvement reste libre dans le plan des couches (perpendicu-
laire à l’axe Oz), le système est ainsi quasi bidimensionnel.

Le confinement quantifie les états de l’électron ou du trou (✭✭ hole ✮✮ en anglais)
dans la direction de l’axe de croissance, que l’on indice par un nombre quantique
p. Les énergies de l’électron et du trou sont fonction du vecteur d’onde dans le
plan des couches noté ~k//, et ont pour expression :

Ee(~k//) = Eg + Ee
p +

~
2k2

//

2me

Eh(~k//) = −Eh
p −

~
2k2

//

2mh

où me et mh sont les masses effectives de l’électron et du trou dans le plan
des couches, et Eg l’énergie de bande interdite du matériau constituant le puits.
h = 2π~ est la constante de Plank.

Dans le cas d’un puits infini, Ee,h
p = p2 ~

2π2

2me,hL2
QW

.
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Fig. 1.1: a) Représentation schématique de la structure d’un puits quan-
tique. b) Structure de bande du puits quantique. Eb

g est l’énergie de bande
interdite de la barrière, Eg celle du puits. Les pointillés représentent les
niveaux fondamentaux des électrons et des trous (p = 1), et Ee

1 et Eh
1 sont

les énergies de confinement correspondantes.

Pour un puits de profondeur finie, les énergies Ee,h
p n’ont pas d’expression

analytique, mais sont du même ordre de grandeur.
La figure 1.1 représente un schéma des niveaux d’énergie dans la direction Oz.

L’exciton

Considérons un électron dans l’état p et un trou dans l’état q. Du fait de leurs
charges opposées, il s’exerce une interaction coulombienne entre eux, qui agit
comme une force attractive, égale à e2/4πǫ|re − rh|. L’exciton peut être décrit
comme le système hydrogénöıde formé par ces deux particules en interaction
coulombienne. L’exciton possède alors des états liés de type hydrogénöıde à deux
dimensions. L’énergie de cet exciton, que l’on notera (p, q), se sépare en deux
termes :

- l’un correspond au mouvement du centre de masse, de vecteur d’onde ~K// =
~ke

// − ~kh
// et de masse Mexc = me + mh :

Eg + Ee
p + Eh

q +
~

2K2
//

Mexc

- l’autre correspond au mouvement interne et décrit les états du système
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Fig. 1.2: Dispersion de l’exciton dans le plan des couches, en fonction du
vecteur d’onde dans le plan ~K// = ~ke

// − ~kh
//. E0 = Eg + Ee

1 + Eh
1 , et R est

le Rydberg effectif pour l’exciton.

hydrogénöıde à deux dimensions, indicés par le nombre quantique n ∈ IN∗ :

En = − e2

4πǫ

µ

2~2

1

(n − 1
2
)2

= − R
(n − 1

2
)2

où µ est la masse réduite qui vérifie µ−1 = m−1
e + m−1

h . R est la constante
de Rydberg effective. L’énergie de l’exciton (p, q) et de nombre quantique n est
la somme de ces deux termes. L’extension spatiale de sa fonction d’onde est
caractérisée par un rayon de Bohr égal à :

r2D = aH
ǫ

ǫ0

m0

µ

(

n − 1

2

)

où aH = 0,529 Å est le rayon de Bohr de l’atome d’hydrogène et m0 la masse de
l’électron libre. La figure 1.2 représente la dispersion de l’exciton à deux dimen-
sions.

L’état de plus basse énergie pour l’exciton (p, q) est l’exciton 1s (n = 1).
L’énergie interne est alors l’énergie de liaison qui vaut

El = 4R

et le rayon de Bohr est

a2D
B =

~
24πǫ

µe2
=

1

2
aH

ǫ

ǫ0

m0

µ
(1.1)
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Nous nous intéresserons à l’exciton qui absorbe le plus, c’est-à-dire l’exciton
1s correspondant au premier état confiné de l’électron et du trou : (p, q) = (1, 1).
Dans la plupart des semiconducteurs, il existe deux types de bandes de valence,
celle des trous lourds (hh) et celles des trous légers (lh), qui est dégénérée en ~k = 0.
Mais dans un puits quantique, la discrétisation des états lève cette dégénérescence
car les trous lourds et légers n’ont pas la même masse effective. On peut ainsi
former deux types d’exciton 1s (1,1) : l’exciton lourd (1, 1)hh et l’exciton léger
(1, 1)lh. L’exciton lourd est celui qui a l’énergie totale la plus basse et nous verrons
plus tard que dans nos échantillons, il est spectralement bien séparé des états
excités. Aussi dorénavant ne tiendrons-nous compte que de cet exciton.

Finalement, l’énergie de l’exciton lourd 1s (1, 1)hh est

E(K//) = Eg + Ee
1 + Eh

1 − El +
~

2K2
//

Mexc

= Eexc +
~

2K2
//

Mexc

(1.2)

1.1.2 Couplage avec le champ

Un exciton peut être créé par absorption d’un photon. Inversement, l’exciton
peut émettre un photon en se désexcitant lors de la recombinaison de l’élec-
tron et du trou. L’hamiltonien de couplage exciton-photon, dans l’approximation
dipolaire électrique, vaut H = − e

m0

~A·~p où ~A est le potentiel vecteur et ~p l’opé-
rateur impulsion. La probabilité d’absorption d’un photon est proportionnelle à
l’élément de matrice 〈 ~K|~p· ~A|0〉 où |0〉 est l’état fondamental (cristal dans l’état

fondamental et un photon) et | ~K〉 l’état excitonique. Il en découle, dans le cas de
puits quantiques, les règles de sélection suivantes.

- Moments angulaires :
Le trou lourd a un moment angulaire total J = 3/2. En effet, la bande de valence
provient d’états électroniques de type p. L’électron ayant un spin 1/2, l’exciton
peut avoir un moment égal à J = 2 et J = 1. Comme l’état fondamental possède
un moment angulaire nul et que le photon apporte une projection du moment
angulaire valant 1 ou −1, les états J = 2 ne sont pas couplés à la lumière. Ils
sont appelés pour cette raison états noirs. Le couplage dipolaire ne permet de se
coupler qu’aux états J = 1, Mj = ±1. Ceux-ci peuvent émettre ou absorber des
photons de polarisation circulaire σ+ ou σ−.

- Vecteur d’onde
Un exciton de vecteur d’onde ~K// est uniquement couplé à un photon de même

vecteur d’onde ~k// dans le plan (invariance par translation dans le plan des
couches) :

~K// = ~k// (1.3)

La valeur de la composante selon z du vecteur d’onde du photon peut prendre
a priori n’importe quelle valeur. Cette propriété est associée à la brisure de l’in-
variance par translation selon l’axe de croissance.
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Fig. 1.3: Dispersion de l’exciton d’un puits quantique (ici celui de nos
échantillons, cf. § 3.1.1) dans le plan des couches et du photon pour plu-
sieurs valeurs de kz (de haut en bas, kz = 0/5.106/1.107/2.107/5.107 cm−1.
kr est le vecteur d’onde limite au-delà duquel les excitons ne sont plus cou-
plés à la lumière. La figure b) montre la dispersion parabolique de l’exciton
sur une autre échelle, et les zones radiatives et non-radiatives.

- Conservation de l’énergie
L’absorption ou l’émission d’un photon par l’exciton conserve l’énergie. L’énergie
d’un photon qui se propage dans le matériau du puits d’indice n est ~ck/n. En
tenant compte de la condition 1.3 sur les vecteurs d’ondes, on a (d’après 1.2) :

Eexc +
~

2k2
//

Mexc

= ~
c

n

√

k2
// + k2

z

La figure 1.3 montre la dispersion de l’exciton et celle du photon pour plusieurs
valeurs de kz : les deux courbes ne se coupent que lorsque kz < kr = nEexc/~c.
D’où l’existence d’une zone radiative de l’exciton, définie par K// < kr.

De plus, on voit que l’exciton est couplé à un continuum de modes du champ
(les photons de vecteur d’onde dans le plan fixé égal à celui de l’exciton, mais de
composante kz ∈ [0, kr]), dont la densité d’état est [54] :

ρ(~k//, E) =
∑

kz

δ
(

E − ~
c

n

√

k2
// + k2

z

)

∝ kr
√

k2
// + k2

r

θ(kr − k//)

où θ est la fonction d’Heaviside. Dans cette situation, la probabilité que l’exciton
soit dans son état excité décrôıt exponentiellement au cours du temps, avec une
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constante de temps T1 donnée par la règle d’or de Fermi [55]. C’est une situation
de couplage faible.

La force du couplage est caractérisée par la force d’oscillateur par unité de
surface, définie par :

f =
2

m0Eexc

| 〈~0|~ǫ·~p| ~K〉 |2
S

où ~ǫ est la polarisation du champ. L’exciton peut être vu comme un oscillateur
de Lorentz, avec la constante diélectrique égale à :

ǫexc = ǫ∞ +
e2

~
2f

ǫ0m0LQW

1

E2
exc − E2 − iγE

(1.4)

où γ représente la largeur homogène de l’exciton, qui est ici phénoménologique.

1.1.3 Saturation avec la densité de porteurs

Lorsque la densité d’excitons devient très importante, la transition excitonique
s’affaiblit, et finit par disparâıtre [56, 57, 58]. La principale raison est qu’un ex-
citon est construit sur un grand nombre d’états de fermions, les trous et les
électrons. À cause du remplissage de l’espace des phases, lorsque la densité est
importante, les états des trous et des électrons se remplissent et ne sont plus dis-
ponibles pour construire l’état d’exciton. D’autre part, la présence d’autre paires
électron-trou modifie l’interaction électron-trou de l’exciton ; ce dernier processus
inclut des effets d’échange, et un écrantage de l’interaction coulombienne liant
le trou et l’électron (cet écrantage est faible dans le cas bidimensionnel). Aussi,
la saturation de l’exciton due au remplissage de l’espace des phases et aux effets
d’échange, mécanismes liés au principe d’exclusion, intervient à une densité de
porteurs égale à [57] :

nsat = 0, 117/π(a2D
B )2 (1.5)

À faible densité de porteurs, c’est-à-dire loin de la saturation, l’exciton, constitué
de deux fermions, peut être considéré comme un quasi-boson. En désignant par
β†

K l’opérateur création d’exciton, le commutateur [βK, β†
K] doit être égal à un

pour des bosons. On montre que la moyenne de ce commutateur sur un état à n
électrons vaut environ 1−O(n a2D

B ) (pour une discussion à ce sujet, on se pourra
se reporter à la réf. [49]).

1.2 Microcavité de semiconducteurs

1.2.1 Rappels sur la cavité Fabry-Pérot

Un grand nombre des propriétés des microcavités de semiconducteurs se dé-
crivent bien à partir d’un modèle de cavité Fabry-Pérot dont nous rappelons ici
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Fig. 1.4: Principe du Fabry-Pérot

quelques propriétés importantes (voir par exemple [59]).
Une cavité Fabry-Pérot est composée de deux miroirs séparés d’un milieu

d’indice ncav, et de largeur Lcav. Soit r1 et r2 les coefficients de réflectivité des
miroirs, et t1 et t2 les coefficients de transmission. Le schéma de principe est
donné sur la figure 1.4. Un champ électromagnétique incident sur le miroir M1
fait des allers-retours dans la cavité, donnant naissance à un champ réfléchi et un
champ transmis qui résultent d’interférences multiples.

Lorsque le champ incident est une onde plane de longueur d’onde λ, le champ
transmis est égal à (à une constante de phase près) :

Etransmis = Eincident
t1t2

1 − r1r2eiφ

avec φ = 4πncavLcav cos θ′

λ
, la différence de phase entre deux ondes successives réflé-

chies ou transmises. L’angle θ′ est lié à l’angle d’incidence θ par la loi de Snell-
Descartes.

La transmission de l’intensité par le Fabry-Pérot est donnée par :

T =

∣

∣

∣

∣

Etransmis

Eincident

∣

∣

∣

∣

2

=
(t1t2)

2

(1 − r1r2)2

1

1 + 4r1r2

(1−r1r2)2
sin2 φ

2

On n’a pas introduit de pertes, donc |ri|2 + |ti|2 = 1 et la réflectivité en intensité
est donnée par R = 1 − T . Celle-ci est tracée pour r1 = 0,8 et r2 = 0,9 sur la
figure 1.5.

Le Fabry-Pérot réalise ainsi une sélection des modes du champ : seuls ces
modes sont transmis et donnent lieu à des creux en réflectivité. Ces résonances
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Fig. 1.5: Réflectivité d’un Fabry-Pérot pour r1 = 0,8 et r2 = 0,9.

apparaissent pour φ = 2pπ, p ∈ IN, c’est-à-dire, en terme de longueur d’onde,

2ncavLcav cos θ′ = p λ

La largeur à mi-hauteur en énergie d’un mode est :

γc =
~c

ncavLcav cos θ′
1 − r1r2√

r1r2

et la séparation entre deux modes vaut :

∆E =
hc

2ncavLcav cos θ′

La finesse de la cavité est alors définie par γc/∆E et vaut π
√

r1r2

1−r1r2
. Pour obtenir

de grandes finesses, les coefficients de réflectivité doivent être proches de l’unité.
De plus, la transmission est maximale lorsque ces coefficients sont égaux.

Enfin, considérons la relation de dispersion des modes optiques. Le vecteur
d’onde intracavité s’écrit ~k = ~k// + ~kz, de module 2πncav/λ, avec λ vérifiant
la condition de résonance. La composante perpendiculaire au Fabry-Pérot est
quantifiée : kz = p π/Lcav. L’énergie du mode p s’écrit alors :

E =
~c

ncav

√

k2
// +

(

p π

Lcav

)2

À petit vecteur d’onde ~k// la dispersion peut être approchée par une parabole et
on peut définir une masse effective du photon en cavité Mph :

E ≈ ~cp π

ncavLcav

+
~

2k2

2Mph
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On trouve une masse effective pour le photon Mph =
~ncavp π

cLcav

.

1.2.2 Miroir de Bragg

Les miroirs de Bragg à base de semiconducteurs sont constitués d’un empile-
ment périodique de deux couches de semiconducteurs, d’épaisseur optique λ0/4
et d’indice n1 et n2 (n1 > n2) (cf. schéma de la fig. 1.6). Le principe de fonction-
nement est le même que celui des miroirs diélectriques multicouches. Un champ
électromagnétique de longueur d’onde voisine de λ0 subit des interférences des-
tructives en transmission et constructives en réflexion. La réflectivité est alors
très grande sur une bande spectrale appelée ✭✭ bande d’arrêt ✮✮ (✭✭ stop band ✮✮ en
anglais). Celle-ci est centrée sur la longueur d’onde λ0, et sa largeur ∆λ est pro-
portionnelle à la différence d’indice ∆n = n1 − n2 lorsque le nombre de couches
est grand [60] :

∆λ

λ0

=
4

π
arcsin

(

∆n

n1 + n2

)

≈ 2∆n

πn
(1.6)

Nous calculons le champ en un point à l’intérieur de cette structure tout
comme les champs réfléchis et transmis, en utilisant la méthode des matrices
de transfert [59, 61]. Les relations de passage du champ à chaque interface sont
prises en compte sous forme matricielle. Dans le cas des microcavités, cela a
été plus particulièrement développé dans les références [62] et [63]. La figure 1.6
montre la réflectivité ainsi calculée correspondant à un miroir de Bragg d’un de
nos échantillons.

La réflectivité est très importante dans la bande d’arrêt, et oscille fortement
en-dehors. On peut l’estimer autour de λ0 en incidence normale [62]. En notant
nd l’indice du milieu d’où vient la lumière (ici, l’extérieur, constitué de l’air), et
ng celui du milieu de l’autre côté du miroir (constitué du substrat) :

R = 1 − 4
nd

ng

(

n2

n1

)2N

avec N le nombre de paires de couches. Au niveau de la bande d’arrêt, la réflec-
tivité est de 99,5% pour N = 23 et pour un indice du substrat de 3.

Il y a également un déphasage à la réflexion qui vaut ndLDBR

~c
(E − E0) où

LDBR =
λ0

2

n1n2

nd(n1 − n2)
(1.7)

représente une longueur de pénétration dans le miroir du champ électrique. En
effet, le champ pénètre à l’intérieur du miroir de Bragg, contrairement à un miroir
métallique.
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Fig. 1.6: Réflectivité d’un miroir de Bragg constitué de 23 paires de
couches Cd0,4Mg0,6Te / Cd0,75Mn0,25Te (miroir de l’échantillon M1159,
qui sera décrit au chapitre 3), calculée par la méthode des matrices de
transfert. La structure du miroir est représentée schématiquement en haut
à droite.

Fig. 1.7: Réflectivité de la microcavité M1159, calculée par la méthode
des matrices de transfert.
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1.2.3 Microcavité de semiconducteurs

Une microcavité de semiconducteurs est constituée de deux miroirs de Bragg
enserrant une cavité. C’est une ✭✭ micro ✮✮ cavité car l’épaisseur de la cavité est
de l’ordre de la longueur d’onde, plus précisément un multiple de λ0/2. Elle se
comporte alors comme une cavité Fabry-Pérot dans la gamme spectrale où les mi-
roirs de Bragg sont réfléchissants. À l’aide de la méthode numérique des matrices
de transfert, nous calculons la réflectivité tout en tenant compte de la structure
réelle de la microcavité (cf. fig. 1.7). Il s’agit d’une cavité 2λ dont la structure
exacte sera détaillée dans le chapitre 3. À l’intérieur de la bande d’arrêt des mi-
roirs de Bragg, apparâıt un pic de réflectivité (à 1,63meV) : il définit le mode de
la cavité, à la longueur d’onde λcav, voisine de la longueur d’onde de résonance
des miroirs λ0. La largeur de la cavité étant petite, les modes du Fabry-Pérot sont
spectralement éloignés les uns des autres, si bien qu’un seul mode, correspondant
à une des premières résonances, se trouve dans la bande d’arrêt.

Le champ à l’intérieur de la structure peut être calculé par le calcul matriciel.
La figure 1.8 montre le module de l’amplitude du champ électrique à la lon-

cavitéM ir oi r  de Br agg M ir oi r  de Br agg

air

su
bs

tr
at

Fig. 1.8: Valeur absolue de l’amplitude du champ électrique le long de
la microcavité M1159 (cavité 2λ), dont la structure est représentée sché-
matiquement : le miroir avant (en contact avec l’air) contient 17,5 paires
de couches d’indice n1 et n2, et le miroir arrière, 23 paires (cf. description
chap. 3).
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gueur d’onde de résonance de la cavité, qui correspondra à l’énergie de l’exciton.
Le champ a une amplitude maximale à l’intérieur de la cavité, et possède deux
ventres dans cette cavité 2λ (donc quatre maxima pour le module de l’amplitude
du champ) ; l’amplitude oscille ensuite avec une enveloppe décroissante dans les
miroirs de Bragg.

Il est possible de montrer que la microcavité est équivalente à un Fabry-Pérot
classique, à condition de tenir compte de cette pénétration du champ dans les
miroirs et du déphasage à la réflexion des miroirs. La longueur effective de la
cavité à prendre en compte est Leff = Lcav + LDBR, où Lcav est la largeur de la
cavité et LDBR est donnée par l’équation 1.7, l’indice nd étant maintenant l’indice
nc du matériau constituant la cavité. Les miroirs seraient des miroirs métalliques
sans épaisseur avec des coefficients de réflexion en amplitude r1 (miroir en contact
de l’air) et r2 (miroir déposé sur le substrat). Ces coefficients ont les valeurs
suivantes, en incidence normale et lorsque les miroirs sont vus de l’intérieur de la
cavité :

|r1|2 = 1 − 4
next

nc

(

n2

n1

)2N1

(1.8)

|r2|2 = 1 − 4
nc

nsubstrat

(

n2

n1

)2N2

(1.9)

où N1 (resp. N2) est le nombre de paires de couches du miroir au contact de
l’air (resp. du miroir déposé sur le substrat). L’ensemble de la microcavité est
alors considéré comme un milieu d’indice effectif ncav (cf. fig. 1.9). La largeur
à mi-hauteur du mode en incidence normale est donc celle d’un Fabry-Pérot de
largeur Leff :

γcav =
~c

ncavLeff

1 − |r1r2|
√

|r1r2|
(1.10)

✲
✻

✑
✑

✑
✑✑✸

✏✏✏✏✏✏✶
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ncavn = 1 n = 1

~k

~k ~k//

~kz
θ (

θ′)

Fig. 1.9: Représentation schématique de la microcavité, considérée comme
un milieu effectif d’indice ncav. Est également représentée une onde inci-
dente de vecteur d’onde ~k et d’angle d’incidence θ.
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Angles particuliers

Quel que soit l’angle d’incidence, le vecteur d’onde selon l’axe de croissance z
reste quantifié :

kz =
2πncav

λcav

où λcav est la longueur d’onde de la résonance en incidence nulle. En revanche,
la composante dans le plan des couches dépend de l’angle d’incidence, donc de
l’angle intérieur θ′. La relation entre k// et l’angle intérieur est (cf. fig. 1.9) :

k// =
2πncav

λcav

tan θ′ (1.11)

Pour un angle d’incidence donné, la résonance correspond à la longueur d’onde
λθ telle que

λθ =
2πncav

k
=

2πncav

kz

√
1 + tan2 θ′

= λcav cos θ′

La résonance se déplace donc avec l’angle d’incidence. En fait, c’est l’ensemble
de la courbe de réflectivité qui se déplace. Or nous avons vu qu’en-dehors de la
bande d’arrêt des miroirs, la réflectivité oscille et il existe des creux de réflectivité.
Il se peut alors, lorsque l’angle d’incidence est suffisamment grand, que le mode
de cavité sorte de la bande d’arrêt et cöıncide avec un des premiers creux de
réflectivité. Il s’agit d’un mode de fuite, où les photons ne sont plus confinés, les
miroirs de Bragg n’étant plus réfléchissants. On peut estimer l’angle intérieur θ′f
à partir duquel les modes de fuites apparaissent, à l’aide de la valeur de la bande
d’arrêt des miroirs :

cos θ′f = 1 − 2

π
arcsin

(

n1 − n2

n1 + n2

)

(1.12)

D’autre part, il existe des modes guidés, lorsque l’angle intérieur θ′ est su-
périeur à l’angle limite de réflexion totale θ′l tel que ncav sin θ′l = 1. L’onde reste
piégée à l’intérieur de la cavité et ne peut sortir qu’au bord latéral de l’échantillon.

Relation de dispersion

Comme pour le Fabry-Pérot classique, on peut écrire une relation de dispersion
pour la microcavité, dans le cadre du modèle ✭✭ effectif ✮✮, qui traduit comme on
vient de le voir le déplacement de la résonance avec l’angle d’incidence. Pour une
longueur d’onde λcav de résonance (dans le vide) en incidence normale, l’énergie
du mode de la cavité en fonction du vecteur d’onde dans le plan intracavité a
pour expression :

E =
~c

ncav

√

k2
// +

(

2πncav

λcav

)2

(1.13)
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On peut de même définir une masse effective pour le photon :

Mph =
hn2

cav

λcavc
(1.14)

Par exemple, dans le cas de nos échantillons, Mph ≈ 3.10−5 m0.

1.3 Puits quantiques en cavité

Nous allons maintenant décrire comment est modifié le couplage des excitons
avec le champ lorsque le puits quantique est inséré à l’intérieur de la microcavité.
Pour ce faire, on fait crôıtre sur un substrat, par dépôt de couches successives et
en une seule opération, un miroir de Bragg, la cavité avec un ou plusieurs puits
quantiques, puis le second miroir. Les puits sont placés en général aux ventres du
champ, où l’amplitude du champ électrique est la plus grande, afin d’obtenir un
plus grand couplage.

1.3.1 Couplage fort

Nous avons vu au § 1.1.2 qu’un puits nu était en couplage faible avec le champ :
l’état excitonique est couplé avec un continuum de modes du champ, et il se
désexcite avec un temps de déclin donné par la règle d’or de Fermi (cf. fig. 1.10 a).

La situation est tout autre pour un puits en cavité. Les règles de sélection
sont les mêmes, en particulier, l’exciton de vecteur d’onde dans le plan ~K// ne
se couple qu’aux photons de même vecteur d’onde dans le plan. Mais la cavité

Fig. 1.10: a) Couplage faible. L’exciton se désexcite irréversiblement,
et la probabilité de se trouver dans cet état décrôıt exponentiellement.
b) Couplage fort. La probabilité d’être dans l’état excitonique oscille au
cours du temps.
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impose une quantification du vecteur ~kz du photon :

kz =
2πncav

λcav

Il n’existe alors qu’un mode de photon de vecteur d’onde dans le plan égal à ~K//.

Aussi l’état excitonique de vecteur d’onde ~K// est couplé avec un mode unique
du champ : on peut ainsi obtenir un couplage fort entre deux états discrets. Il y
a apparition de nouveaux états propres, les polaritons de microcavité ; l’exciton
n’est plus un état propre du système.

Si le système est préparé dans l’état excitonique, l’évolution temporelle pré-
sente des oscillations de Rabi [55] (cf. fig. 1.10 b).

1.3.2 Énergies propres et polaritons

Le couplage fort est bien modélisé par un traitement semi-classique, fondé sur
la modélisation semi-classique de l’interaction du puits avec le champ et utilisant
la méthode des matrices de transfert [62, 63]. Il donne les mêmes résultats qu’un
traitement quantique complet. Il montre que près de la résonance, le couplage
de l’exciton et du photon peut être décrit par un système de deux oscillateurs
harmoniques amortis couplés, de constante de couplage V . Les amortissements
sont dus à la largeur spectrale du mode de la cavité (éq. 1.10) et à celle de l’exciton
γx. Lorsque les miroirs sont très réfléchissants (r1r2 ≈ 1), V est égal à :

V =

√

2fe2

n2
cav(LBragg + Lcav)m0ǫ0

On peut montrer que lorsqu’il y a N puits dans la cavité, V ∝
√

N .

Les énergies propres complexes ont alors pour expression ;

E± =
Eexc + Ecav − i(γcav + γx)

2
± ∆

2
(1.15)

avec

∆ =
√

(δ − i(γexc − γcav))2 + 4V 2

où le désaccord exciton-photon est défini par δ = Ecav − Eexc. La partie réelle de
ces expressions donnent l’énergie des modes propres, et la partie imaginaire, la
largeur des modes. Les niveaux d’énergies présentent un anticroisement caracté-
ristique du couplage fort. En effet, lorsque le désaccord varie, il y a levée de dégé-
nérescence autour de la résonance. Cette courbe d’anticroisement est représentée
sur la figure 1.11, à l’aide de l’expression des énergies (éq. 1.15). La différence
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Fig. 1.11: Courbe d’anticroisement : énergies des deux polaritons en fonc-
tion du désaccord, lorsque l’énergie de l’exciton Eexc est constante et celle
de la cavité Ecav varie. Au voisinage de la résonance (Eexc = Ecav), il y
a levée de dégénérescence. À la résonance, les énergies des polaritons sont
séparées de la quantité ~Ω, dédoublement de Rabi.

d’énergie minimale entre les deux modes, obtenue à la résonance, correspond au
dédoublement de Rabi ~Ω :

~Ω = 2

√

V 2 − 1

4
(γexc − γcav)2

Les modes propres sont une combinaison linéaire des états de photons et
d’excitons : ce sont les polaritons de microcavité. En notant l’état de photon
|cav〉 et l’état excitonique |X〉, les états de polariton basse énergie |PB〉 et haute
énergie |PH〉 s’écrivent :

|PB〉 = X |X〉 − C |cav〉

|PH〉 = C |X〉 + X |cav〉
X et C sont les coefficients de Hopfield :

X =
2V

√

4V 2 + (δ + ∆)2
(1.16)

C =
δ + ∆

√

4V 2 + (δ + ∆)2
(1.17)
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Pour le polariton de basse énergie, par exemple, |X|2 et |C|2 représentent res-
pectivement la partie excitonique et la partie photonique de ce polariton. Notons
qu’à la résonance, les polaritons sont moitié exciton, moitié photon, et que ce
modèle d’oscillateurs couplés prévoit que leur largeurs sont les mêmes, égales à
(γexc + γcav)/2.

On montre que la séparation des pics de résonance en transmission, absorp-
tion, réflexion ou photoluminescence diffère et n’est pas exactement égale au
dédoublement de Rabi ~Ω [62, 63]. Cependant, pour des valeurs de ~Ω grandes

Fig. 1.12: Réflectivité (R), absorption (A) et transmission (T) calculées
par la méthode des matrices de transfert pour l’échantillon M1159. La
figure du bas montre la réflectivité sur une large échelle.



1.3. Puits quantiques en cavité 35

devant celles des largeurs γexc et γcav, toutes ces valeurs sont presque égales et
c’est ce que nous considérerons.

Dans notre travail, nous avons utilisé suivant les besoins, le modèle d’oscilla-
teurs couplés décrit ci-dessus (pour le calcul des dispersions par exemple), ou bien
la méthode numérique des matrices de transfert (pour le calcul des spectres de
réflectivité par exemple). Dans ce dernier cas, les différentes couches de la cavité
et des miroirs sont décrites par leur épaisseur et leur indice optique. Quant aux
puits, l’absorption excitonique est modélisée par une constante diélectrique dis-
persive, qui a la forme d’un oscillateur de Lorentz, et qui est caractérisée par une
force d’oscillateur f et sa largeur spectrale γx (cf. éq. 1.4). La figure 1.12 présente
ainsi la réflexion, l’absorption et la transmission pour un de nos échantillons à
désaccord nul en incidence normale.

Il est important de noter que la levée de dégénérescence entre l’exciton et le
mode de la cavité, et donc l’existence de deux valeurs propres distinctes dépend
des valeurs relatives des largeurs de raie et du couplage. À la résonance, c’est-à-
dire δ = 0, il faut que |γexc − γcav| < 2V . Ainsi un élargissement des raies ou une
diminution de la force de couplage peut aboutir à la disparition du couplage fort,
et au passage au régime de couplage faible. On peut ainsi passer continûment du
régime de couplage fort au régime de couplage faible, en augmentant la densité
de porteurs par une excitation optique, du fait de l’élargissement de la transition
excitonique avec la puissance d’excitation (cf. § 2.3.1) [64].

1.3.3 Relation de dispersion

La dispersion des polaritons se calcule d’après les dispersions du photon
(éq 1.13) et de l’exciton (éq 1.2). On a alors :

E±(k//) =
Eexc(k//) + Ecav(k//)

2
±

√

(Eexc(k//) − Ecav(k//))2 + 4V 2

2
(1.18)

Le désaccord est défini à k// = 0, c’est-à-dire que δ = Ecav(0) − Eexc(0). Les
dispersions du polariton de basse énergie et de haute énergie sont tracées sur la
fig. 1.13 pour trois désaccords, δ = 0, δ < 0 et δ > 0. On a également tracé dans
chaque cas les fractions excitoniques et photoniques de la branche basse.

Pour δ = 0, l’anticroisement se produit en k// = 0 ; pour δ < 0, il se produit
à un vecteur d’onde positif, et la dispersion du polariton de basse énergie est
plus creusée autour de k// = 0 ; enfin, pour δ > 0, l’écart des énergies est plus
grand. La dispersion du polariton de basse énergie présente une région où la pente
dE/dk// est importante : cela crée un goulot d’étranglement pour la relaxation
des polaritons.
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Fig. 1.13: Dispersion des polaritons (colonne de gauche) et fraction exci-
tonique |X|2 et photonique |C|2 du polariton de basse énergie (colonne de
droite) pour trois désaccords différents (de haut en bas : δ = −~Ω/2, 0,
~Ω/2, où ~Ω est le dédoublement de Rabi). Sont également représentées la
dispersion de l’exciton (trait mixte) et celle du mode de cavité (pointillés).

La dispersion de l’exciton nu est fortement modifiée, en particulier lorsque le
désaccord est nul ou négatif. En centre de zone, les dispersions des polaritons sont
paraboliques et se rapprochent de la dispersion du photon. On peut alors définir
une masse effective pour le polariton. Avec les paramètres de notre cavité, le po-
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lariton du bas a une masse effective de 5.10−5 m0 en δ = 0, c’est-à-dire 6,5.10−5

fois moins que la masse de l’exciton. La densité d’état est donc aussi très diminuée.

Le poids exciton et photon des polaritons varie lorsque le vecteur d’onde aug-
mente, et si les largeurs de la cavité et celle de l’exciton sont différentes, la largeur
spectrale des polaritons va également varier. Pour le polariton de basse énergie
par exemple, la fraction excitonique crôıt avec le vecteur d’onde. À désaccord nul,
en k// = 0, nous avons vu que la largeur du polariton est la moyenne des largeurs

de l’exciton et du photon. À grand vecteur d’onde, elle est dominée par celle de
l’exciton.

À partir d’un vecteur d’onde assez grand, le polariton de basse énergie a une
fraction photonique négligeable. Par exemple, pour un désaccord nul, la fraction
excitonique est de plus de 90% pour un vecteur d’onde supérieur à 3,5.104 cm−1.
La dispersion est plate et très proche de celle de l’exciton pour ces grands vecteurs
d’onde. Cette région est appelée réservoir excitonique : la densité d’état de ces
états quasi excitoniques est très grande. Nous verrons qu’elle interviendra dans
notre étude de l’élargissement collisionnel (chap. 5).

Il est possible de sonder la dispersion en changeant l’angle d’incidence d’ex-
citation ou de détection [16]. En effet, nous avons vu au § 1.2.3 que le vecteur
d’onde dans le plan k// vérifiait k// = 2πncav

λcav
tan θ′ où θ′ est l’angle intérieur lié

par les lois de Snell-Descartes à l’angle extérieur.

1.4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons rappelé les propriétés optiques des cavités de se-
miconducteurs et des puits quantiques afin de décrire l’interaction entre l’exciton
du puits en cavité et le mode de la cavité. Le couplage fort qui peut en résulter,
si les amortissements sont plus petits que le couplage, donne naissance à deux
nouveaux états propres, les polaritons de microcavité. Nous avons montré que
la dispersion des polaritons était très différente de celle de l’exciton, et que cela
conduisait à une forte modification des masses effectives, et donc de la densité
d’état. On s’attend alors à ce que la dynamique de la cohérence soit modifiée.
C’est ce que nous allons étudier par une technique de mélange à quatre ondes.





Chapitre 2

Mélange à quatre ondes

L’excitation cohérente d’un matériau par une impulsion laser ultra courte crée
des excitations élémentaires qui oscillent dans le temps avec une phase transmise
par le laser. Autrement dit, il existe initialement une relation bien définie entre
les phases des excitations électroniques et celle du champ. Le régime qui suit
immédiatement est le régime cohérent, dans lequel les excitations photocréées
conservent la phase acquise. L’oscillation cohérente des excitations élémentaires
est responsable de l’apparition d’une polarisation macroscopique dans le milieu,
qui gouverne la réponse optique de ce dernier puisqu’elle apparâıt comme terme
source dans les équations de Maxwell. Cependant, cette cohérence disparâıt peu
à peu du fait des interactions entre porteurs, ou avec les phonons, les défauts
du cristal, les interfaces... Les excitations se déphasent alors aléatoirement et
la polarisation macroscopique décrôıt avec un temps caractéristique T2, temps
de cohérence ou temps de déphasage de la polarisation. L’interaction avec les
phonons augmente avec la température et le temps de cohérence devient alors
très court. Dans tout le travail de cette thèse, nous nous sommes placés à basse
température afin de ne pas être limité par le déphasage induit par les phonons. Les
excitations élémentaires finissent par disparâıtre en se recombinant, radiativement
ou non ; le temps caractéristique correspondant, c’est-à-dire le temps de vie T1,
est en général beaucoup plus long que le temps de cohérence.

Le développement des lasers à impulsions ultra-courtes a rendu possible l’étu-
de de la réponse cohérente dans les milieux denses où les déphasages sont généra-
lement plus rapides que dans les milieux dilués. En effet, dans les semiconducteurs
par exemple, la dynamique de la cohérence s’étend sur une échelle de temps de
l’ordre de quelques centaines de femtosecondes à quelques picosecondes. L’inves-
tigation du régime cohérent dans les semiconducteurs nécessite donc des tech-
niques pico ou femtosecondes, telles la spectroscopie pompe-sonde, la diffusion
Rayleigh, ou le mélange à quatre ondes, qui est une des techniques de spectro-
scopie cohérente non-linéaire utilisées à ces fins. Comme nous le verrons, cette
technique apporte des informations riches sur la dynamique de la cohérence et
les non-linéarités qui la gouvernent.
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Dans ce chapitre, nous présentons d’abord une brève description du principe
de cette technique. Nous donnons ensuite le cadre théorique qui décrit le régime
cohérent. Nous l’introduisons dans un premier temps avec le cas des systèmes à
deux niveaux indépendants. Nous verrons que la dynamique de la cohérence est
décrite par les équations de Bloch optiques, à partir desquelles on peut calculer
le signal de mélange à quatre ondes. Ce formalisme, développé et utilisé avec
succès pour des milieux dilués a ensuite été appliqué à l’étude des semiconduc-
teurs (voir par ex. [65]). Cependant l’importance des interactions dans un milieu
dense comme les semiconducteurs rend la modélisation plus complexe. Nous rap-
pelons que l’introduction des interactions coulombiennes aboutit aux équations
de Bloch pour les semiconducteurs (voir par ex. [49]). Enfin nous discutons de
quelques approximations, rendant possible le calcul du mélange à quatre ondes.
En particulier, nous présentons le modèle de la polarisation effective, qui sera
utilisé pour interpréter certaines de nos expériences (cf. chap. 4).

2.1 Principe de l’expérience

Une expérience de mélange à quatre ondes dégénérées en fréquence (confi-
guration très commune que nous utiliserons dans cette thèse) consiste à faire
interagir dans l’échantillon deux impulsions laser de même fréquence, et arrivant
à deux instants différents (voir par ex. [66, 65]). La figure 2.1 en montre la géo-

métrie : deux impulsions, de vecteur d’onde ~k1 et ~k2, retardées d’un intervalle de
temps ∆t, sont focalisées sur l’échantillon. Tant que ∆t est de l’ordre du temps
de cohérence T2 du matériau, l’interaction entre les deux impulsions donne nais-
sance à un réseau de population cohérent. Une troisième onde est alors diffractée
par ce réseau : la diffraction de Bragg de photons du faisceau de direction ~k2

(respectivement ~k1) donne naissance à un signal non-linéaire dans la direction

2~k2 − ~k1 (respectivement 2~k1 − ~k2), qui constitue le signal de mélange à quatre
ondes. Ce signal apparâıt donc dans une nouvelle direction, différente de celle des
faisceaux incidents ; cela permet en théorie de mesurer des signaux faibles, bien
qu’en pratique, la diffusion des faisceaux incidents puisse en limiter la mesure.

L’intensité de ce signal dépend de la cohérence du milieu ; pour un retard fixé
∆t, son intensité décrôıt avec le temps caractéristique T2, car elle suit la perte
de cohérence. Pour mesurer cette dépendance temporelle, il faut faire appel à
des techniques particulières, par exemple ✭✭ l’up-conversion ✮✮

1. On obtient ainsi le
signal de mélange à quatre ondes résolu en temps (Tr-FWM pour ✭✭ time resolved
four wave mixing ✮✮).

1On fait interagir dans un cristal non-linéaire le signal de mélange à quatre ondes avec une
impulsion de référence, retardée d’un temps ∆t′ par rapport au signal. Le signal de seconde
harmonique créé est donné par la corrélation de ces deux signaux. En faisant varier le retard
∆t′, on reconstruit la variation temporelle du signal de mélange à quatre ondes. L’obtention
d’une bonne résolution temporelle nécessite que l’impulsion de référence soit courte devant T2.
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Fig. 2.1: Principe de l’expérience de mélange à quatre ondes : deux impul-
sions, provenant du même laser, et retardées d’un temps ∆t sont focalisées
sur l’échantillon. Un seul des deux signaux de mélange à quatre ondes est
représenté, celui créé dans la direction 2~k2 − ~k1.

Alternativement, on peut intégrer le signal dans un détecteur lent et mesurer
l’intensité intégrée en fonction du retard ∆t. On mesure alors le mélange à quatre
ondes intégré en temps (Ti-FWM pour ✭✭ time integrated four wave mixing ✮✮).
Dans le cas le plus simple, si l’intensité de signal de Tr-FWM est une exponentielle
décroissante de temps caractéristique T2, l’intensité intégrée présente aussi une
décroissance exponentielle avec ∆t, de même constante de temps. On dispose
alors, avec la mesure intégrée en temps, d’une technique plus sensible que la
mesure du signal de Tr-FWM qui nécessite une ✭✭ up-conversion ✮✮ et limite les
mesures aux fortes intensités. Néanmoins, il existe de nombreuses situations où
les deux mesures sont complémentaires [39].

2.2 Systèmes à deux niveaux indépendants

Dans cette partie, nous présentons les résultats que donne un modèle de sys-
tèmes à deux niveaux indépendants. Toute interaction entre particules est négli-
gée, ce qui est possible dans les milieux dilués, et qui constitue la plus simple
approximation pour un ensemble d’excitons. Dans un premier temps, nous intro-
duisons les équations de Bloch optiques qui décrivent la réponse cohérente d’un
tel système. Nous exposerons ensuite comment est calculé le mélange à quatre
ondes dans ce cas d’école (on pourra se reporter par exemple à [67, 39] et aux
références incluses).
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2.2.1 Équations de Bloch optiques

On considère un ensemble homogène de systèmes à deux niveaux, représen-
té schématiquement ci-dessous. |a〉 est le vecteur d’état correspondant à l’état
fondamental d’énergie Ea, |b〉 est celui du niveau excité d’énergie Eb. On note ~Ω
la différence d’énergie entre les deux niveaux 2.

~Ω

✻

❄

Eb

Ea

|b〉

|a〉

Dans la base des états {|a〉 , |b〉}, la matrice densité s’écrit :

ρ̂ =

(

ρaa ρab

ρba ρbb

)

=

(

1 − n p
p∗ n

)

Les éléments diagonaux représentent les populations de chaque niveau. Pour un
système à deux niveaux isolé, la population totale reste constante, c’est pourquoi
la population de l’état fondamental ρaa vaut 1− n, où n = ρbb désigne la popula-
tion de l’état excité. Quant aux éléments non diagonaux, ils traduisent les effets
d’interférences entre |a〉 et |b〉 qui peuvent exister lorsque l’état du système est
une superposition linéaire de |a〉 et |b〉, et sont désignés par ✭✭ cohérences ✮✮ pour
cette raison.

La réponse du système soumis à un champ électromagnétique est déterminée
par la polarisation macroscopique ~P . Celle-ci est directement reliée aux éléments
non diagonaux de la matrice densité. En effet, la polarisation est la moyenne de

l’opérateur moment dipolaire ~̂d multipliée par le nombre N de dipôles (constitués
par les systèmes à deux niveaux) par unité de volume :

~P = NTr(ρ̂ ~̂d )

~̂d est un opérateur impair, aussi ses composantes diagonales sont nulles. En uti-
lisant ~dba = ~d ∗

ab, on a :

~P = N(ρab
~dba + ρba

~dab) = 2N Re(p ~dba) (2.1)

2contrairement au chap. 1 où ~Ω désigne le dédoublement de Rabi dans la microcavité
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L’état du système à l’équilibre correspond à l’hamiltonien non perturbé Ĥ0,
dont les états |a〉 et |b〉 sont les états propres :

Ĥ0 =

(

Ea 0
0 Eb

)

Lorsque le système est soumis à une excitation optique, il s’ajoute à cet ha-
miltonien un hamiltonien d’interaction ĤI avec le champ et un hamiltonien de
relaxation ĤR :

Ĥ = Ĥ0 + ĤI + ĤR

L’interaction avec le champ se traite dans l’approximation dipolaire électrique.
En notant ~E le champ électrique, l’hamiltonien d’interaction s’écrit alors :

ĤI = −~̂d· ~E =

(

0 −~dab · ~E
−~d ∗

ab · ~E ∗ 0

)

L’hamiltonien de relaxation ĤR inclut les processus qui ramènent le système à
l’équilibre, par exemple, la désexcitation des porteurs qui entrâıne le retour vers
l’état fondamental, les collisions avec les phonons, ou entre porteurs ; dans ce
modèle simple, ce sont des collisions avec un réservoir qui n’est pas explicité.
Dans une approche phénoménologique, ces processus sont décrits par des taux de
relaxation ; on obtient ainsi pour la variation de la population et de la cohérence :

(

dn

dt

)

Relax

= − n

T1
(

dp

dt

)

Relax

= − p

T2

T1 est le temps de relaxation longitudinal, c’est à dire le temps de vie du niveau
excité ; T2 est le temps de relaxation transverse, il correspond au temps de relaxa-
tion ou temps de déphasage de la cohérence. Le temps de cohérence comprend
une composante due au temps de vie de l’état, et une autre due au temps de
déphasage pur T ∗

2 selon 1/T2 = 1/(2T1)+1/T ∗
2 . De plus, rappelons que la largeur

spectrale de la transition γ est reliée à T2 par la relation γ = 2~/T2.

L’évolution du système est régie par l’équation de Liouville :

i~
dρ̂

dt
= [Ĥ, ρ̂] (2.2)

Cette équation se réduit alors à deux équations couplées pour n et p, qui sont les
équations de Bloch optiques :















dn

dt
= − n

T1

+
1

i~
(p∗ ~dab · ~E − p ~d ∗

ab · ~E ∗)

dp

dt
= (− 1

T2

+ i Ω)p +
1

i~
~dab · ~E (1 − 2n)

(2.3)
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Le terme 1 − 2n correspond à l’inversion de population. Il réduit le couplage
avec le champ lorsque n augmente. Il correspond à un effet de saturation, ou de
✭✭ remplissage de l’espace des phases ✮✮ ou encore de ✭✭ blocage de Pauli ✮✮. Comme
nous allons le voir, c’est ce terme qui est ici responsable de l’apparition du mélange
à quatre ondes.

Ce système d’équations est parfois écrit sous la forme d’une équation vecto-
rielle qui décrit la rotation du vecteur de Bloch, dont la norme reste constante,
égale à un, s’il n’y a pas de dissipation (cf. [49]).

2.2.2 Calcul du mélange à quatre ondes

Nous calculons ici la réponse temporelle du système dans une expérience de
mélange à quatre ondes. Nous nous concentrons sur une des directions des signaux
de mélange à quatre ondes, par exemple la direction 2~k2 −~k1. Nous en déduisons
alors l’intensité du signal de mélange à quatre ondes intégré en temps (Ti-FWM).

Champ électrique

Pour une onde plane monochromatique de pulsation ω et linéairement pola-
risée dans la direction ~ǫ, le champ électrique s’écrit :

~E = 2E0 cos(~k ·~r − ωt)~ǫ = E0(e
i(~k·~r−ωt) + e−i(~k·~r−ωt))~ǫ

Dans le cas où l’excitation est quasi résonante, la pulsation du laser ω est proche
de celle de la transition Ω. Nous allons nous placer dans l’approximation du champ
tournant [67], qui consiste à négliger les termes non résonants et ne conserver que

les termes quasi résonants, en e−i(~k·~r−ωt).
Dans le cadre du calcul du mélange à quatre ondes dégénérées en fréquence,

on s’intéresse à un champ électrique constitué de deux impulsions jumelles se
propageant dans deux directions différentes ~k1 et ~k2, et retardées l’une par rapport
à l’autre par un intervalle de temps ∆t :

~E = ~E1 + ~E2 = E1 A(~r, t) e−i(~k1·~r−ωt)~ǫ1 + E2 A(~r, t − ∆t) e−i(~k2·~r−ωt) ~ǫ2 (2.4)

E1 et E2 sont les intensités de chaque impulsion, A(~r, t) est l’enveloppe temporelle
gaussienne de l’impulsion au point de l’espace ~r et ω la pulsation centrale du laser
correspondant au maximum de son spectre. A varie lentement de telle sorte que
l’impulsion contient un grand nombre de cycles optiques.

Développement des équations de Bloch optiques

Les équations de Bloch optiques 2.3 ne peuvent être résolues analytiquement
dans le cas le plus général. Une solution est de traiter le champ électrique comme
une perturbation, et de développer la matrice densité en série de termes d’ordre
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0, 1, ... en champ, pour parvenir à une solution au nième ordre en champ. Formel-
lement, la population et la cohérence (et donc la polarisation) deviennent :

n = n(0) + n(1) + n(2) + n(3) + ...

p = p(0) + p(1) + p(2) + p(3) + ...

Les conditions initiales sont n(0) = 0 et p(0) = 0 (en l’absence de perturbation)
puisqu’à l’équilibre thermique, seule la population du niveau fondamental est non
nulle. En remplaçant les expressions de n et p ci-dessus dans les équations 2.3, on
obtient une équation d’évolution à chaque ordre. On montre alors aisément, par
résolution successive à chaque ordre, que les populations n d’ordre impaire et les
cohérences p d’ordre paire sont nulles. Nous verrons que le signal de mélange à
quatre ondes est relié à la polarisation d’ordre 3. Pour les trois premiers ordres,
les équations s’écrivent alors :

dp(1)

dt
+ (

1

T2

− i Ω) p(1) − 1

i~
~dab · ~E = 0 (2.5)

dn(2)

dt
+

n(2)

T1

+
1

i~
(p(1) ~d ∗

ab · ~E ∗ − p(1) ∗ ~dab · ~E) = 0 (2.6)

dp(3)

dt
+ (

1

T2

− i Ω) p(3) +
2

i~
~dab · ~E n(2) = 0 (2.7)

où le champ ~E a l’expression 2.4.
L’annexe A décrit la résolution formelle de ces équations dans le cas général

et dans le cas d’impulsions infiniment courtes. On procède de manière itérative,
en résolvant l’équation d’ordre 1, dont la solution p(1) est incluse dans l’équation
pour le second ordre pour pouvoir la résoudre à son tour et ainsi de suite jusqu’à
obtenir p(3).

Résultats

Dans le cas d’impulsions infiniment courtes, le système précédent se résout
analytiquement, et nous donnons ici les résultats représentés sur la figure 2.2. À
la résonance (ω = Ω), la cohérence dans la direction 2~k2 − ~k1 est (sans la partie
oscillante) :

p
(3)
221∗(t) ∝ e−t/T2 θ(∆t) θ(t − ∆t)

On déduit de l’équation 2.1 la composante de la polarisation macroscopique à
l’ordre 3 dans cette direction, qui vaut :

P
(3)
221∗(t) ∝ e−t/T2 θ(∆t) θ(t − ∆t)

Cette polarisation macroscopique est un terme source dans les équations de Max-
well. L’intensité du signal diffracté dans la direction 2~k2 − ~k1 est proportionnelle
au carré du module de P

(3)
221∗ :

I
(3)
221∗(t) ∝ |P (3)

221∗(t)|2 ∝ θ(∆t) θ(t − ∆t) e−2t/T2
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Fig. 2.2: Allure des signaux dans le cas d’impulsions ultra-courtes, la
première arrivant en t = 0, la seconde en t = ∆t (∆t > 0). a) Polarisation
à l’ordre 3 dans la direction 2~k2 − ~k1. b) Intensité du signal de mélange à
quatre ondes diffracté dans la direction 2~k2−~k1 (Tr-FWM), en fonction du
temps. c) Intensité du signal de mélange à quatre ondes intégré en temps
dans la direction 2~k2 − ~k1 (Ti-FWM), en fonction de ∆t.

Le signal de mélange à quatre ondes résolu en temps (Tr-FWM) apparâıt unique-
ment pour les retards positifs et décrôıt en e−2t/T2 .

Le signal de mélange à quatre ondes intégré en temps a pour expression :

Is(∆t) ∝
∫

dt|P (3)
2k2−k1

(t, ∆t)|2 ∝ e−2∆t/T2θ(∆t) (2.8)

et décrôıt avec la constante de temps T2/2. On notera que pour le cas des systèmes
à deux niveaux, il n’existe donc que pour des retards positifs.

Pour des impulsions gaussiennes de largeur finie, mais relativement petite
devant T2, les résultats restent qualitativement les mêmes. Il est alors nécessaire,
en général, de recourir à une résolution numérique (ce que nous ferons au § 4.2.2).

Cas d’une distribution inhomogène

Dans les paragraphes précédents, nous avons envisagé uniquement le cas d’une
distribution homogène de systèmes à deux niveaux. Dans le cas d’une distribution
inhomogène (systèmes à deux niveaux avec des énergies de transition différentes),
le signal de mélange à quatre ondes est modifié. Si la largeur spectrale de la dis-
tribution inhomogène est grande devant la largeur homogène (γinh ≫ γ), on peut
montrer que le signal de mélange à quatre ondes résolu en temps n’est pas ins-
tantané mais apparâıt au bout d’un temps ∆t après la deuxième impulsion (écho
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de photon, voir par ex. [65]). Le signal intégré en temps décrôıt alors exponen-
tiellement avec un temps de déclin T2/4, le temps de montée étant négligeable.

2.3 Cas du semiconducteur

Dans un semiconducteur, la situation est beaucoup plus complexe que celle
d’un ensemble de systèmes à deux niveaux indépendants. Lorsqu’on ne considère
que la bande de conduction la plus basse et la bande de valence la plus haute en
énergie, on crée des électrons et des trous dans ces bandes à un vecteur d’onde
~k donné par la relation de dispersion. Dans un milieu condensé tel un semicon-
ducteur, on doit tenir compte de l’interaction entre porteurs, en particulier l’in-
teraction coulombienne. On est donc en présence de systèmes à deux niveaux en
interaction coulombienne, inhomogènes dans l’espace des vecteurs d’onde. Cette
interaction à N corps entre les porteurs est responsable de changements impor-
tants dans les propriétés optiques du semiconducteur, notamment dans la réponse
cohérente et non-linéaire.

L’introduction des interactions coulombiennes conduit aux équations de Bloch
optiques pour les semiconducteurs, qui ont été utilisées avec succès pour interpré-
ter un grand nombre d’expériences dans les nanostructures. Après une description
de ces équations, nous indiquons quelles approximations il est possible de faire
pour pouvoir calculer le signal de mélange à quatre ondes. En particulier, nous
voyons comment ces interactions influencent le signal de mélange à quatre ondes
dans un cas simple. Enfin nous décrivons le modèle de la polarisation effective qui
peut être déduit du formalisme microscopique, sur lequel nous fonderons l’analyse
de certains de nos résultats (chap. 4).

2.3.1 Équations de Bloch pour les semiconducteurs

Nous considérons un ensemble d’électrons et de trous, d’énergie Ee,k et Eh,k

respectivement (ces énergies suivent les relations de dispersion des bandes de
conduction et de valence), en interaction coulombienne. Contrairement au cas
des systèmes à deux niveaux précédemment étudiés, il constitue un ensemble
de systèmes à deux niveaux couplés et inhomogènes. Remarquons que bien que
la base initiale soit formée d’électrons et de trous dans une description bande
à bande, les équations de Bloch optiques pour les semiconducteurs permettent
d’obtenir une description des effets excitoniques [49].

Comme au § 2.2.1, on note :
ne,k(t), la population d’électrons de la bande de conduction en k,
nh,k(t), la population de trous de la bande de valence en k,
pk(t), la cohérence.

L’annexe B rappelle comment, en introduisant les interactions coulombiennes
et en se plaçant dans une approximation de champ moyen (de ✭✭ phase aléatoire ✮✮),
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il est possible d’aboutir à des équations formellement identiques aux équations
de Bloch optiques 2.3 : les équations de Bloch pour les semiconducteurs [48, 49] :



































dpk

dt
= − 1

i~
(Ee,k + Eh,k) pk +

1

i~
(1 − ne,k − nh,k)∆k − pk

T2

dne,k

dt
=

2

~
Im [∆k p∗k] −

ne,k

T1e

dnh,k

dt
=

2

~
Im [∆k p∗k] −

nh,k

T1h

(2.9)

où on a posé :

Ei,k = Ei,k +
∑

q

V|k−q| ni,q i = e, h (2.10)

∆k = ~dvc · ~E +
∑

q6=k

V|k−q|pq (2.11)

Vk est le potentiel coulombien dans l’espace réciproque. Il s’agit donc d’une gé-
néralisation des équations de Bloch optiques, qui en deviennent un cas limite
(Vk = 0). Les interactions coulombiennes ont pour effet, d’une part, de renor-
maliser les énergies et d’introduire l’exciton (équation 2.10) et d’autre part, de
changer la valeur de l’interaction entre le champ et le semiconducteur (équa-
tion 2.11). En effet, les paires électron-trou ne ressentent pas seulement le champ
appliqué, mais aussi le champ dû à tous les dipôles que constituent les autres
paires électron-trou excitées.

On retrouve le terme de remplissage de l’espace des phases (cf. § 2.2.1) :

(1 − nh,k − ne,k) ~dvc · ~E = (nv,k − nc,k) ~dvc · ~E

Mais il n’est plus le seul terme de non-linéarité : on a aussi des termes couplant
pk et les populations via les interactions coulombiennes :

(nh,k + ne,k)
∑

q6=k

V|k−q|pq

et ces termes constituent une seconde source de non-linéarités, propre à la matière
condensée.

On montre simplement, à partir des équations 2.9 (en supprimant les termes
phénoménologiques de relaxation), qu’il existe deux constantes du mouvement :

ne,k = nh,k (2.12)

4|pk|2 + (ne,k + nh,k − 1)2 = 1 (2.13)

On voit que la population de l’état de valence et celle de l’état de conduction
en ~k sont couplées (équation 2.12). L’équation 2.13 exprime la conservation de
la norme du vecteur de Bloch (cf. § 2.2.1). Pour de basses densités d’excitation,
cette dernière équation se réduit à ne,k = nh,k = nk ≈ |pk|2.



2.3. Cas du semiconducteur 49

Modèle du champ local

On peut de nouveau calculer le mélange à quatre ondes dans le cas d’impul-
sions de Dirac, en se plaçant dans le cadre du modèle du champ local [50, 39].
Cela consiste à suppposer que

∑

q 6=k

V|k−q|pq = V pk,

avec V ∈ IR un potentiel coulombien moyen. Cette approximation s’est avérée
correcte pour interpréter de nombreux résultats [68, 69, 70], et nous permet de
voir quelle est la modification des résultats obtenus dans le cas de systèmes à
deux niveaux indépendants, exposés au § 2.2.2.

En prenant de plus pour Ee,k et Eh,k des énergies constantes, cette hypothèse
revient à se ramener à un ensemble de systèmes à deux niveaux indépendants,
auquel on adjoint des corrections pour rendre compte des interactions. En effet,
les éléments non diagonaux de l’hamiltonien deviennent :

∆k = ~dvc · ~E + V pk = ~dvc ·( ~E + ~Ep)

En plus des effets du champ appliqué, ils comprennent ceux du champ ~Ep, dû aux
autres paires électron-trou, et qui est proportionnel à la polarisation. On prend
donc en compte le champ local ~E + ~Ep ressenti par l’exciton de vecteur d’onde k.

Nous allons supposer que les temps de vie pour les trous et les électrons sont
les mêmes, de sorte que ne,k = nh,k = nk. En suivant la même procédure de
développement en ordre du champ (cf. § 2.2.2), on obtient :

dp
(1)
k

dt
+ (

1

T2

− i Ωk) p
(1)
k − 1

i~
~dvc · ~E = 0 (2.14)

dn
(2)
k

dt
+

n
(2)
k

T1

+
1

i~
(p

(1)
k

~d ∗
vc · ~E ∗ − p

(1) ∗
k

~dvc · ~E) = 0 (2.15)

dp
(3)
k

dt
+ (

1

T2

− i Ωk) p
(3)
k +

2

i~
(~dvc · ~E + V p

(1)
k ) n

(2)
k = 0 (2.16)

où l’énergie de transition qui intervient est Ωk = Ee,k +Eh,k−V (renormalisation
des énergies). Le système est alors découplé en k. Nous pouvons alors le résoudre
pour un état k donné.

Les équations 2.14 et 2.15 sont les mêmes que dans le cas de systèmes iso-
lés (équations 2.5 et 2.6). En revanche, l’équation du troisième ordre comporte
un terme supplémentaire, dû aux interactions coulombiennes, qui va engendrer
aussi des non-linéarités : V p

(1)
k n

(2)
k . A la différence du terme de remplissage de

l’espace des phases ~dvc · ~E n
(2)
k qui ne va intervenir que sur le temps de la durée

de l’impulsion, ce terme va agir plus longuement puisque p
(1)
k se construit avec
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l’impulsion et ensuite décrôıt avec le temps caractéristique T2. Cela va conduire
à des modifications importantes dans la réponse cohérente.

Le détail des calculs est donné dans l’annexe B. L’intensité de signal de mé-
lange à quatre ondes intégré en temps est de la forme :

I(3)
s (∆t) =

∫

dt|P (3)
221∗(t)|2 ∝ θ(∆t) e−2∆t/T2 (1 + 2(V T2/~)2) + θ(−∆t) e4∆t/T2

Il y a deux contributions pour les retards positifs, qui toutes deux décroissent
avec la constante de temps T2/2. Il est remarquable que le signal ne soit pas nul
pour les retards négatifs, contrairement au cas des systèmes isolés. Il se construit
avec la constante de temps T2/4. Cela est uniquement dû à l’introduction des
interactions coulombiennes. La figure 2.3 c montre l’évolution du signal de Ti-
FWM avec le retard.
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Fig. 2.3: Allure des signaux dans le cas d’impulsions ultra-courtes, la pre-
mière arrivant en t = 0, la seconde en t = ∆t, en présence d’interactions,
pour un système homogène, dans le cas du modèle de champ local. La par-
tie oscillante n’est pas montrée. 1 (respectivement 2) dénote la partie de
la polarisation d’ordre 1 due à la première (respectivement la seconde) im-
pulsion. Le réseau de population est créé lorsque ces deux polarisations se
recouvrent (schématiquement représenté par les hachures). a) polarisation
à l’ordre 1 pour ∆t > 0. Le champ de la seconde impulsion et la polarisa-
tion due à la seconde impulsion (trait en gras) peuvent être diffractés par
le réseau. b) polarisation à l’ordre 1 pour ∆t < 0. Dans ce cas, seule la
polarisation due à la seconde impulsion (et une partie seulement, trait en
gras) est diffractée. c) signal de mélange à quatre ondes intégré en temps
dans la direction 2~k2 − ~k1 (Ti-FWM), en fonction de ∆t.
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Interprétation intuitive

Un réseau de population est créé lorsque les deux impulsions se recouvrent,
quel que soit l’ordre d’arrivée et représenté schématiquement par la zone hachurée
sur la figure 2.3.

Examinons le cas du retard négatif, pour lequel la seconde impulsion arrive
avant la première. Lorsque les interactions coulombiennes sont ignorées, c’est la
diffraction du champ électrique de la seconde impulsion sur ce réseau qui est res-
ponsable de l’apparition du signal (cf. Annexe A) ; cela correspond à un terme

source dû au remplissage de l’espace des phases : ~E2 n(2). Le champ de la se-
conde impulsion ~E2 ne peut être diffracté par le réseau, celui-ci n’étant pas formé
(cf. fig. 2.3 b).
En revanche, en présence d’interactions coulombiennes, une partie de la polari-
sation d’ordre 1 due à la deuxième impulsion, p

(1)
2 (trait en gras sur la fig. 2.3 b)

est diffractée par le réseau (terme source coulombien : p
(1)
2 n(2)).

La différence de temps caractéristique entre les retards positifs (T2/2) et les
retards négatifs (T2/4) est bien connue, elle a été prévue théoriquement [71] et
reportée expérimentalement [50, 68]. Nous détaillons l’origine de cette différence
dans l’annexe B. Mais on peut en donner une explication simple. L’intensité du
réseau de population diminue avec le retard. Elle décrôıt exponentiellement avec
la constante de temps T2 (cf. annexe A).
- Pour ∆t > 0, la diffraction du champ électrique de la seconde impulsion sur
le réseau, ou celle de la polarisation, crée une polarisation d’ordre 3 dont l’am-
plitude sera proportionnelle à l’intensité du réseau de population. L’intensité de
Ti-FWM va donc décrôıtre avec la constante de temps T2/2, qu’elle soit due au
blocage de Pauli ou aux interactions coulombiennes.
- Pour ∆t < 0, nous venons de voir que seule la queue de la polarisation p

(1)
2 est

diffractée. Or lorsque le retard diminue, la partie de la polarisation diffractée est
de plus en plus petite et on sonde la décroissance exponentielle de p

(1)
2 (t). L’am-

plitude de la polarisation diffractée va dépendre de la décroissance de p
(1)
2 (t), et

toujours de l’intensité du réseau de population. Comme on fait intervenir deux
variations exponentielles avec une constante de temps T2, l’intensité varie expo-
nentiellement avec la constante de temps T2/4.

Expérimentalement, l’impact des interactions coulombiennes sur le mélange à
quatre ondes a été mis en évidence dans des puits quantiques de semiconducteurs
[68, 69, 70].
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Déphasage induit par l’excitation

À ce niveau d’approximation, les équations de Bloch pour les semiconduc-
teurs 2.9 ne permettent pas d’inclure tous les effets à N corps, en particulier les
effets d’écrantage des interactions coulombiennes, et également la variation des
taux de relaxation due aux collisions entre porteurs. En effet, l’interaction entre
excitons et celle des excitons avec des porteurs libres, qui a de plus en plus d’im-
portance lorsque la densité de porteurs augmente, conduit à un élargissement
homogène des transitions [72], et donc à une variation du temps de cohérence
(puisque la largeur spectrale de la transition est liée au temps de cohérence par
la relation 2~/T2).

Pour décrire ce ✭✭ déphasage induit par l’excitation ✮✮, il est nécessaire en toute
rigueur d’aller au-delà de l’approximation de champ moyen (voir [49, 73]), à un
ordre d’approximation plus élevé (ordre 5). Une alternative simplifiée et phéno-
ménologique est d’inclure une dépendance en densité dans les énergies des équa-
tions 2.9 [74] ou d’introduire un taux de déphasage proportionnel à la population
excitée [75]. Beaucoup d’études tiennent compte de cet effet phénoménologique-
ment, et c’est une approximation que nous utiliserons au § 4.2.2.

Cependant, des modèles théoriques ont été développés pour calculer dans cer-
tains cas l’élargissement spectral des transitions. Notamment, dans un modèle
simple pour décrire les interactions coulombiennes entre excitons, Ciuti et. al ont
calculé le poids des différents mécanismes qui contribuent à un élargissement [76] :
l’interaction directe de Coulomb, l’interaction d’échange de trous, d’électrons et
l’interaction d’échange d’exciton (échange de trous et d’électrons simultané). Nous
utiliserons cette approche au chap. 5.

2.3.2 Modèle de la polarisation effective

Le modèle

Les équations de Bloch pour les semiconducteurs 2.9 représentent un ensemble
d’équations couplées relativement complexe. On peut en déduire directement un
modèle plus simple et intuitif, introduit par Wegener et al. [50], et utilisé d’abord
par Schmitt-Rink et al. en 1991 [77] et Weiss et al. en 1992 [69]. Il s’agit de
définir une polarisation interbande effective P (t). L’avantage de ce modèle est de
permettre de saisir les traits essentiels des mécanismes physiques, tout en étant
simple et ainsi plus facile à traiter.

La polarisation est liée aux cohérences (éq. 2.1) :

~Pk = 2nkRe(pk
~dvc)

On peut remplacer cette équation par une ✭✭ moyenne ✮✮ de la polarisation P et
réécrire les équations 2.9 moyennées sur les différentes contributions excitoniques.
Pour plus de détails, on se reportera à l’article de revue de D. S. Chemla [38] où
le modèle est exposé.
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Si on se restreint à un régime d’excitation assez faible, on peut remplacer nk

par |pk |2 (cf. équation 2.13). On obtient alors une seule équation à une dimension
pour la polarisation effective P :

dP

dt
= (i Ω − 1

T2

) P +
1

i~

(

1 − |P |2
|Ps|2

)

~dcv · ~E − 1

i~
V P |P |2 (2.17)

où Ps est un paramètre de saturation, V un potentiel coulombien effectif, incluant
le potentiel coulombien moyen, et Ω un paramètre qui rend compte de l’énergie
de la transition excitonique en présence des interactions coulombiennes. On re-
trouve dans cette simple équation les termes sources de non-linéarités : le terme
|P |2/|Ps|2 est le terme de remplissage de l’espace des phases ou de blocage de
Pauli, qui exprime la saturation des excitons et V P |P |2 celui dû aux interactions
coulombiennes, à un niveau d’approximation de ✭✭ phase aléatoire ✮✮.

Ce modèle a été utilisé avec succès pour expliquer de nombreuses expériences
[77, 69, 78, 79, 80]. Il est parfois nécessaire, pour une analyse plus fine, de revenir
aux équations microscopiques 2.9, mais ce modèle permet d’en donner une image
intuitive [80].

Généralisation du modèle de la polarisation effective

Comme nous l’avons vu, les équations de Bloch pour les semiconducteurs 2.9
s’obtiennent par une approximation de champ moyen (approximation de ✭✭ la
phase aléatoire ✮✮, voir l’annexe B) et ne tiennent pas compte des corrélations
à quatre particules. Lorsqu’on établit les équations d’évolution pour les popu-
lations et la cohérence (cf. annexe B), on obtient des moyennes de produits à
quatre opérateurs, représentant des fonctions de corrélation à quatre opérateurs.
En continuant d’écrire l’évolution de ces moyennes d’opérateurs, on sait que les
équations exactes forment un système d’équations couplées infini (cf. § 2.3.1).

Il est possible de tronquer ces équations de manière systématique [81, 82, 83].
Axt et. al. [81] montrent que les fonctions de corrélation dans le cas de semi-
conducteurs excités par un champ électrique cohérent E varient en puissance du
champ. Dans la limite des processus d’ordre 3, le système d’équations peut être
tronqué en ne conservant que les termes en O(En≤ 3). Le système d’équations
obtenu est une description théorique qui va au-delà de l’approximation de champ
moyen.

À partir de ces équations, on peut de nouveau en déduire un modèle de pola-
risation moyenne. Il faut alors tenir compte de deux polarisations effectives P+

et P−, correspondant à l’absorption d’un photon σ+ ou σ−, et d’une ✭✭ fonction
de corrélation à quatre particules effective ✮✮, B, représentant la transition vers le
biexciton par l’absorption de deux photons σ+ et σ−.

En effet, le couplage de deux excitons donne naissance à un état non lié, cor-
respondant à la combinaison anti-symétrique des fonctions d’onde des excitons,
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et à un état lié, le biexciton, qui résulte de la combinaison symétrique, d’énergie
plus basse EXX. L’énergie de liaison du biexciton est donc la différence entre le
double de l’énergie de l’exciton et l’énergie du biexciton (cf. fig. 2.4). Pour créer
un biexciton, il est nécessaire d’avoir excité deux excitons ayant des projections
de moment cinétique opposées. Les règles de sélection sont indiquées sur la fi-
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✓
✓✼

❙
❙

❙♦

✓
✓

✓
✓✓✼

❙
❙

❙
❙❙♦

❄✻EbXX
2EX

EX

EXX

0|0〉

|+1〉 |−1〉

biexciton

σ+ σ−

σ− σ+

✻

Fig. 2.4: Schéma des niveaux d’énergie du biexciton et des excitons. L’état
|0〉 est l’état fondamental. L’état |+1〉 et |−1〉 représente les états des
excitons ayant une projection du moment cinétique +1 et -1. EbXX est
l’énergie de liaison du biexciton. Les règles de sélection sont aussi indiquées,
σ+ et σ− étant les polarisations circulaires requises de la lumière.

gure 2.4. Cela se produit quand la lumière excitatrice a une polarisation linéaire.
Lorsque le système est excité avec deux impulsions successives comme c’est le cas
dans les expériences de mélange à quatre ondes, on peut exciter les biexcitons
avec des faisceaux polarisés linéairement, ou ayant des polarisations circulaires
opposées.

Les équations pour les polarisations effectives P± sont alors :

dP±

dt
= (i Ω − 1

T2

) P± +
1

i~

(

1 − |P±|2
|P±

s |2
)

~dcv · ~E − 1

i~
V P±|P±|2

− 1

i~
V exch

XX P±|P±|2

+
1

i~
V screen

XX (P±|P±|2 + P±|P∓|2)

− 1

i~
VXX2BP±∗ (2.18)

Elles sont formées à partir de l’équation 2.17 pour P±, à laquelle sont ajoutés
- un terme d’échange entre excitons : V exch

XX P±| P±|2 ;
- un terme d’écrantage par les excitons : −V screen

XX (P±|P±|2 + P±|P∓|2) ;
- un terme qui tient compte des interactions exciton-biexciton : VXX2BP±∗.
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L’équation pour B est la suivante :

dB

dt
= (i ωX2 − γX2) B +

1

i~
P−P+ (2.19)

Ce modèle généralisé a été utilisé également avec succès et donne des résultats
en accord avec d’autres approches théoriques [83, 84, 85, 86]. Il permet de faire
apparâıtre les différentes contributions au signal non-linéaire en configuration co-
linéaire ou contre-circulaire. On peut montrer qu’en configuration co-circulaire,
les termes sources actifs sont le blocage de Pauli, les interactions coulombiennes
moyennes et d’échange, et une partie de l’écrantage (V screen

XX P±|P±|2). En confi-
guration contre-circulaire, ce sont l’autre partie de l’écrantage et les interactions
exciton-biexciton qui interviennent.

2.4 Conclusion

Nous avons rappelé dans ce chapitre les bases du calcul de la réponse cohérente
pour un ensemble de systèmes à deux niveaux, puis nous avons vu comment il
fallait les modifier pour tenir compte des interactions coulombiennes dans un
matériau dense comme un semiconducteur, et obtenir les équations de Bloch
optiques pour les semiconducteurs.

Dans le cas du mélange à quatre ondes intégré en temps, les interactions
coulombiennes font apparâıtre un signal pour les retards négatifs. Le signal, pour
un système homogène, décrôıt exponentiellement avec la constante de temps T2/2,
et crôıt exponentiellement deux fois plus vite.

Enfin nous avons indiqué comment on pouvait déduire un modèle simple à
partir de ces équations complexes microscopiques, celui de la polarisation effec-
tive. Nous nous placerons dans le cadre de ce modèle pour calculer le mélange à
quatre ondes en vue d’analyser certaines de nos expériences (cf. chap. 4).





Chapitre 3

Échantillons et dispositif
expérimental

Ce chapitre présente les différents échantillons de microcavité étudiés au cours
de cette thèse, et les dispositifs expérimentaux que nous avons mis en place. Après
une description de la structure des échantillons, nous donnons les caractéristiques
des matériaux, et celles des microcavités. Nous décrivons ensuite la source laser
utilisée, ainsi que les expériences de caractérisation par réflectivité. Enfin, nous
présentons le dispositif expérimental que nous avons monté pour l’étude du mé-
lange à quatre ondes et le principe des expériences dont traiteront les chapitres
suivants.

3.1 Échantillons de microcavité II-VI

3.1.1 Description des microcavités

Les deux échantillons de microcavité que nous avons étudiés, que l’on dési-
gnera par M1159 et M1121, ont été fabriqués par épitaxie par jets moléculaires au
laboratoire de Spectrométrie Physique de Grenoble, par R. André de l’équipe de
D. Le Si Dang et R. Romestain. Ils sont composés de matériaux binaires ou ter-
naires des colonnes II et VI du tableau périodique, à base de Tellure (élément de
la colonne VI) et de Cadmium, Magnésium et Manganèse (éléments de la colonne
II). Ces alliages cristallisent dans la structure blende de zinc. Les miroirs de Bragg
sont constitués par un empilement de couches Cd0,4Mg0,6Te/Cd0,75Mn0,25Te ; l’al-
liage Cd0,4Mg0,6Te forme la cavité et constitue aussi la barrière des puits de CdTe
que l’on y insère.

La structure des deux échantillons est détaillée dans les figures 3.1 et 3.2.
L’échantillon M1159 est une cavité 2λ qui contient 6 puits, l’échantillon M1121
est une cavité 3λ/2 contenant 4 puits.

Nous insisterons plus sur l’échantillon M1159, sur lequel la majeure partie du
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travail de cette thèse a été faite, en raison de son plus grand dédoublement de
Rabi et d’un meilleur état de surface.

☞
☞
☞
☞

☞
☞
☞
☞

su
b
st

ra
t

C
d
Z
n

0
,1

2
T
e

co
u
ch

e
ta

m
p
on

60
00

Å
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Fig. 3.1: Structure de l’échantillon M1159. Profil de la bande de conduc-
tion le long de l’axe de croissance.
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Fig. 3.2: Structure de l’échantillon M1121. Profil de la bande de conduc-
tion le long de l’axe de croissance.

3.1.2 Caractéristiques des matériaux

L’empilement de couches de nature différente requiert un bon accord de maille
entre les différents matériaux de manière à avoir des couches régulières et une
contrainte constante. Les alliages CdMgTe et CdMnTe qui constituent les miroirs
de Bragg sont intéressants de ce point de vue. En effet, ces alliages ont un pa-
ramètre de maille qui peut être décrit par une loi de Végard pour une certaine
plage de composition :

aCd1−xAxTe = (1 − x) aCdTe + x aATe

où aCdTe est le paramètre de maille de CdTe, et A est Mg, Mn 1 ou Zn. Les

1le cristal zinc de blende MnTe n’existe pas naturellement, mais on peut considérer que
Cd1−xMnxTe est un alliage pseudobinaire de CdTe et MnTe, qui cristallise sous la forme blende
de zinc ; on obtient le paramètre de maille pour cet hypothétique MnTe par extrapolation x → 1
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paramètres de maille des différents alliages sont [87, 88] :

aCdTe = 6,486 Å

aMgTe = 6,420 Å

aMnTe = 6,334 Å

aZnTe = 6,102 Å

Les mailles de Cd0,4Mg0,6Te et Cd0,75Mn0,25Te sont presque égales (cf. table 3.2)
et comme la différence de maille avec Cd0,88Zn0,12Te vaut 0,1%, il est possible de
faire crôıtre un miroir de Bragg sur un tel substrat disponible commercialement.

En revanche, le matériau du puits quantique, CdTe et les barrières faites par
le matériau de la cavité Cd0,4Mg0,6Te possèdent un désaccord de maille qui n’est
pas négligeable : ∆a/a ≈ 0,62 %. Cela induit une contrainte biaxiale qui lève la
dégénérescence des niveaux de trous. Nous avons déjà noté qu’en général, l’exci-
ton lourd est bien isolé et que nous ne nous préoccuperons pas de l’exciton léger
(cf. § 1.1.1). Cette levée de dégénérescence qui s’ajoute à celle du confinement
conforte cette situation. L’énergie de transition correspondant à l’exciton léger
dépend de la largeur du puits et est environ d’une trentaine de meV plus haute
que celle de l’exciton lourd [89].

L’énergie de bande interdite de CdTe vaut 1,606 eV [87, 88, 90]. Pour CdMgTe
et CdMnTe, elle suit une loi linéaire en fonction de la composition de Mn ou de
Mg [87, 88] qui vaut pour Cd1−yMgyTe :

Eg = 1,606 + 1,592 x (3.1)

et pour Cd1−xMnxTe
Eg = 1,606 + 1,85 y : (3.2)

Le calcul par matrices de transfert de la réflectivité, de l’absorption, et de la
transmission (cf. § 1.2.3) que nous avons utilisé nécessite de connâıtre les épais-
seurs et les indices de toutes les couches.

Les indices de CdTe, CdMnTe et CdMgTe ont été mesurés par Régis André
et Le Si Dang à basse température (4K) [91], proche de la température à la-
quelle nous nous placerons (6K). Les indices varient avec la longueur d’onde de
la lumière λ et suivent une loi de Sellmeier :

n2(λ) = a + b
λ2

λ2 − c
(3.3)

où a, b, et c sont des paramètres empiriques, dépendant de la composition x.
Leurs valeurs à la longueur d’onde de λ0 = 7600 Å autour de laquelle nous tra-
vaillerons sont indiquées dans le tableau 3.1.
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matériaux n2(λ en µm) n(λ = 760 nm)

CdTe 7,127+0,261 λ2

λ2−0,540 3,33

Cd0,4Mg0,6Te 4,430+1,346 λ2

λ2−0,150 2,50

Cd0,75Mn0,25Te 6,268 + 0,694 λ2

λ2−0,335 2,82

Tab. 3.1: Indices des matériaux CdTe, Cd0,4Mg0,6Te et Cd0,75Mn0,25Te,
à 4 K.

Les couches des miroirs de Bragg doivent avoir une épaisseur optique de λ/4,
où λ est la longueur d’onde de résonance des miroirs (cf. § 1.2.2) ; celle-ci est
choisie pour correspondre à celle de la cavité et à celle de la transition excitonique
λ0 = 7600 Å. Les épaisseurs nominales sont alors de 675 Å pour CdMn0,25Te et

de 760 Å pour CdMg0,6Te.

Nous avons vu au § 1.2.2 qu’il fallait une grande différence d’indice entre les
deux constituants du miroir de Bragg pour que la plage de longueur d’onde sur
laquelle la réflectivité est proche de 1, soit large. Cela est bien réalisé avec les
alliages CdMgTe et CdMnTe : le contraste d’indice ∆n/n vaut 12% et la bande
d’arrêt ∆λ (cf. éq. 1.6) est de :

∆λ =
2∆n

πn
λ0 = 57,3 nm ⇒ ∆E ≈ 123 meV

Nous résumons dans la table 3.2 les caractéristiques des constituants de la
microcavité.

Nous avons vu au § 1.2.3 que la totalité de la microcavité pouvait être mo-
délisée par une cavité Fabry-Pérot formée de miroirs métalliques sans épais-
seur, d’épaisseur effective LDBR + L0 = 3,95 µm (cf. §1.2.3) et d’indice effectif
ncav = 2,875 [92].

matériaux CdTe Cd0,4Mg0,6Te Cd0,75Mn0,25Te

paramètre de maille (en Å) 6,486 6,446 6,449
n(λ = 760 nm) à T=4K 3,33 2,50 2,81
Eg (eV) 1,606 2,716 2,0

Tab. 3.2: Caractéristiques des matériaux CdTe, Cd0,4Mg0,6Te et
Cd0,75Mn0,25Te dont sont constituées les microcavités.
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3.1.3 Caractéristiques du puits et de la microcavité

Puits quantique

Nous donnons les valeurs de quelques énergies. L’énergie de la transition exci-
tonique vaut environ 1,630 eV (environ 7600 Å). L’énergie de liaison pour l’exciton
lourd est de l’ordre de 25meV pour l’exciton du puits [93, 89, 94]. L’énergie de
liaison du biexciton est de l’ordre de 5 meV dans nos puits [95].

Les masses effectives correspondant au mouvement dans le plan du puits de
l’exciton sont [93, 96] :

me = 0,099 m0 (3.4)

mh = 0,55 m0 (3.5)

avec m0 = 9,1.10−31 kg la masse de l’électron.
Le rayon de Bohr pour l’exciton du puits (cf. équation 1.1) est égal à a2D

B ≈
28 Å.

La largeur homogène à très basse puissance de l’exciton lourd est de l’ordre
de 0,15meV [94].

Angles particuliers

Lors de notre étude en angle (cf. chap. 5), nous faisons varier l’angle d’in-
cidence extérieur θ jusqu’à 30̊ . Il s’agit de voir si nous ne sommes pas limités
par les processus dont nous avons discuté au § 1.2.3, les phénomènes de fuite, la
réflexion totale à l’intérieur de la cavité.

- angle de fuite
L’équation 1.12 donne la valeur de l’angle limite de fuite : θ′f = 15,55̊ . D’après
la relation 1.11, cela correspond à un vecteur d’onde dans le plan de kf =
6,59.104 cm−1. L’angle extérieur d’incidence sur la cavité vaut selon les lois de
Snell-Descartes, θf = 50̊ . Nous voyons que nous ne sommes pas gênés pas la
fuite des photons par les modes de fuite, et qu’à tous les angles d’incidence nous
nous trouvons dans la bande d’arrêt des miroirs.

- angle de réflexion totale
Un rayon lumineux reste piégé à l’intérieur de la cavité si son angle d’incidence
interne θ′ est supérieur à l’angle limite θ′l égal à 20,4̊ . Le vecteur d’onde corres-
pondant k// est :

kl =
2πncav

λcav

1
√

n2
cav − 1

= 8,82.104 cm−1

La réflexion totale se produit à des angles plus grands que pour le phénomène de
fuite, donc nous n’excitons pas de modes guidés.



3.1. Échantillons de microcavité II-VI 63

- zone radiative des excitons (cf. § 1.1.2)
Les excitons couplés à la lumière possèdent un vecteur d’onde dans le plan k//

inférieur à kr = nEexc/~c ≈ 2,74.105 cm−1 (l’indice du puits n est 3,33 comme
on l’a vu au § 3.1.2). Seuls ces excitons pourront se recombiner radiativement.
Les photons émis ont alors le même vecteur d’onde dans le plan (cf. éq. 1.3). En
terme d’angle d’incidence, la zone radiative des excitons correspond à la plage
d’angle interne inférieur à θ′r = 49̊ . Nous excitons ainsi des polaritons dans la
zone radiative des excitons.

Largeur du mode de la cavité

On peut calculer la largeur spectrale de la cavité dans le cas d’une cavité
Fabry-Pérot effective (éq. 1.10). Celle-ci dépend des coefficients de réflexion des
miroirs et de la largeur effective Leff de la microcavité (donnée au § 3.1.2).

Les coefficients de réflexion en amplitude (cf. éq. 1.8 et 1.9) valent r1 = 0,988
pour le miroir au contact de l’air, et r2 = 0,984 pour l’autre miroir. Généralement,
le nombre de couches du miroir déposé sur le substrat (N2) est plus grand afin que
les coefficients de réflexion soient presque égaux (dans nos échantillons, N2 = 23
et N1 = 17,5).

Ainsi, le calcul de la largeur γcav par cette équation 1.10 donne une valeur
d’environ 0,5meV pour les deux échantillons. Le calcul de la réflectivité par la
méthode des matrices de transfert (cf. fig. 1.7) est en bon accord : la largeur à
mi-hauteur est de 0,9meV.

Gradient de la cavité

Les microcavités de puits quantiques sont volontairement construites de ma-
nière à présenter un gradient d’épaisseur. En effet, lors de l’épitaxie par jets
moléculaires, le substrat n’est pas mis en rotation et les couches ne sont pas
déposées uniformément. Ce gradient est cependant suffisamment faible pour que
localement, la cavité puisse être considérée comme une cavité Fabry-Pérot à faces
parallèles. En focalisant un faisceau de lumière avec un diamètre assez petit à la
surface de l’échantillon et en le déplaçant, on peut faire varier l’énergie de la
cavité.

Une variation de δL déplace la longueur d’onde de résonance de :

δλ

λ
=

δL

L

Une variation relative typique δL
L

de largeur est de 10% quand on se déplace sur
la longueur de l’échantillon (10mm), ce qui donne une variation pour le mode de
cavité de plus de 100meV. En revanche, l’énergie de l’exciton du puits est beau-
coup moins sensible à une variation d’épaisseur du puits, car elle est gouvernée
principalement par l’énergie de bande interdite. En effet, comme nous l’avons vu
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au § 1.1.1, Eexc = Eg + Ee
1 + Eh

1 − El ; l’énergie de liaison El varie peu avec la
largeur du puits, la référence [89] montre que El passe de 28 à 24meV lorsque la
largeur du puits augmente de 50 à 65 Å. L’énergie de confinement, elle, est direc-
tement liée à la largeur. Pour un puits infini, elle est inversement proportionnelle
à L2. On a ainsi, en posant Ee

1 + Eh
1 = Econf ,

δEconf

Econf

=
2δL

L

La valeur de Econf (49meV) se déduit des valeurs de l’énergie de bande interdite et
de liaison. Pour la même variation relative de largeur que précédemment (10%),
la variation sur l’énergie de l’exciton est δEexc ≈ δEconf < 10 meV. Cette variation
est donc très faible par rapport à celle de la résonance de la cavité.

Ainsi, le long de l’échantillon, l’énergie de l’exciton reste pratiquement cons-
tante tandis que celle de la cavité varie linéairement. En déplaçant le faisceau
laser le long de l’échantillon, on sonde alors l’anticroisement des deux modes de
polaritons (cf. fig. 1.11).

Il existe également une petite variation de l’énergie du mode de cavité dans la
direction perpendiculaire à celle du gradient (en fait, les lignes d’égale épaisseur
sont des cercles) ; sur la largeur de l’échantillon (environ 2,5mm), les énergies des
polaritons peuvent varier jusqu’à 5 meV. Aussi nous avons sondé uniquement la
zone centrale de l’échantillon. Des irrégularités dans la couche du puits peuvent
induire une variation de l’énergie de l’exciton et il est parfois nécessaire de ré-
ajuster les paramètres.

Remarque

La figure 3.3 représente l’amplitude du champ électrique dans la cavité de
l’échantillon M1159, calculée à l’énergie de la cavité, à partir de la méthode de
matrices de transfert. On constate que les puits ne sont pas exactement placés au
maximum du champ. De fait, cet échantillon faisait partie d’une série fabriquée
en vue d’étudier l’influence du nombre de puits quantiques insérés dans la cavité,
tout en gardant le dédoublement de Rabi constant. Pour ce faire, les puits n’ont
pas été placés aux ventres de champ, mais à des positions intermédiaires.

3.2 Source laser

3.2.1 Description de la source laser

La source utilisée pour les expériences est un laser accordable Titane :Saphir,
pompé par un laser Verdi 5 W, fonctionnant en mode bloqués par effet Kerr. Il
existe deux régimes de fonctionnement, le régime picoseconde, et femtoseconde.
C’est ce dernier mode de fonctionnement que nous avons utilisé. Le laser délivre
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✻ ✻ ✻ ✻ ✻ ✻

miroir miroir

puits

cavité 2λ

Fig. 3.3: Amplitude du champ électrique dans la cavité, le long de l’axe
de croissance, pour l’échantillon M1159.

des impulsions à la fréquence de 76MHz, soit une impulsion toutes les 13,2 ns. Il
est accordable en longueur d’onde (de 725 à 900 nm environ), par rotation d’un
filtre biréfringent. Ce filtre, ainsi que le cristal de Titane :Saphir, sont montés
à l’angle de Brewster afin de minimiser les pertes dans la cavité laser, ce qui
entrâıne une polarisation horizontale. Un jeu de deux prismes permet de com-
penser la dispersion des vitesses des composantes spectrales de l’impulsion ; il est
aussi utilisé pour régler la largeur spectrale des impulsions, et donc leur largeur
temporelle. La puissance moyenne maximale, obtenue à la longueur d’onde de
800 nm, est d’environ 600mW. La durée des impulsions étant d’une centaine de
femtosecondes, la puissance de crête est de 80 kW, soit une énergie par impulsion
de 8 nJ.

Les impulsions issues de cette source sont à peu près gaussiennes, et leur
spectre et leur dépendance temporelle se correspondent par transformée de Fou-
rier. La largeur à mi-hauteur du spectre de l’impulsion ∆E est alors reliée à
la largeur à mi-hauteur du profil temporel τ : τ∆E/h = 0,441. Nous pouvons
mesurer la largeur spectrale du laser à l’aide d’un spectromètre, et la durée des
impulsions par autocorrélation (cf. § 3.2.2).

3.2.2 Montage d’autocorrélation

Un montage d’autocorrélation permet de mesurer la largeur temporelle des
impulsions laser. Cela nécessite d’avoir deux impulsions provenant du laser et
retardées l’une par rapport à l’autre d’une durée ajustable ∆t. La figure 3.4
représente le montage. Le faisceau laser est divisé en deux par une lame semi-
réfléchissante ; le faisceau réfléchi parcourt un chemin optique fixe tandis que l’on
peut faire varier la longueur du chemin suivi par le faisceau transmis grâce à une
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Fig. 3.4: Schéma du montage d’autocorrélation.

ligne à retard. Celle-ci est constituée de deux miroirs à 45̊ environ, de manière à
réfléchir la lumière incidente dans la direction opposée. Ces miroirs peuvent être
translatés à l’aide d’un moteur pas à pas ; leur déplacement est contrôlé avec une
précision de 1µm.

Les deux impulsions, dont l’une est retardée de l’intervalle de temps ∆t, sont
alors focalisées sur un cristal de BBO (β-Barium Borate). Un photomultiplicateur
sensible dans le bleu, couplé à une détection synchrone (cf. § 3.4.1) et placé dans
la direction de la bissectrice des faisceaux transmis détecte le signal de seconde
harmonique. On déduit de la mesure de ce signal, en fonction du déplacement
de la ligne à retard et donc du retard ∆t, la largeur temporelle des impulsions.
Le déplacement de la ligne à retard est piloté par un ordinateur et la résolution
temporelle est de 7 fs. L’acquisition du signal via la détection synchrone est gérée
par un programme informatique.

Le cristal de BBO possède une susceptibilité du second ordre élevée. Pour des
impulsions incidentes avec les vecteurs d’onde k1 et k2 et de fréquence ω, le signal
de génération de seconde harmonique (ω3 = ω1 + ω2 = 2 ω) et de vecteur d’onde
k3 est maximum pour ∆k = k1 + k2 − k3 = 0 (condition d’accord de phase)
[66, 65]. Cela impose pour les indices :

ω1(n(ω1) − n(ω3)) + ω2(n(ω2) − n(ω3)) = 0

donc n(ω1) − n(ω3) = 0 et n(ω2) − n(ω3) = 0. En général, cela ne peut être véri-
fié, n(ω) étant une fonction monotone. Mais dans un cristal biréfringent uniaxe,
cette condition peut être satisfaite en orientant correctement le cristal. Un des
deux indices est ordinaire, l’autre est extraordinaire. Dans la direction k1 +k2, le
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Fig. 3.5: Exemple de signal d’autocorrélation du laser (symboles). La
courbe en trait continu est un ajustement par une gaussienne.

signal de seconde harmonique est proportionnel au carré du module de la polari-
sation d’ordre 2, elle-même proportionnelle au produit des deux champs incidents.
Mesuré dans un détecteur lent, le signal qu’on obtient est proportionnel à :

S(∆t) =

∫

I(t)I(t − ∆t)dt

qui est le signal d’autocorrélation. Le profil de l’intensité de l’impulsion I(t)
est une gaussienne de largeur τ ; le signal d’autocorrélation S(∆t) est alors la
convolution de deux gaussiennes, qui est aussi une gaussienne, centrée en ∆t = 0,
de largeur τAC =

√
2 τ .

La figure 3.5 montre un exemple d’une mesure d’autocorrélation.

3.3 Caractérisation des échantillons

La caractérisation des échantillons permet de connâıtre précisément les éner-
gies des polaritons, et de déduire le dédoublement de Rabi. De plus, le gradient
d’épaisseur permet d’ajuster le désaccord exciton-photon en se déplaçant le long
de la microcavité. Il est alors nécessaire de déterminer le désaccord en fonction
de la position du laser sur l’échantillon, et de mesurer les énergies des polaritons
correspondantes, c’est-à-dire obtenir la courbe d’anticroisement des polaritons.
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Fig. 3.6: Schéma du montage expérimental pour les mesures de réflecti-
vité.

3.3.1 Montage expérimental

Toutes les expériences réalisées durant ce travail de thèse l’ont été à basse
température (6K). Pour cela, l’échantillon est placé dans un cryostat optique à
circulation continue d’hélium. Il est collé sur un doigt froid, qui est au contact
d’un circuit d’hélium liquide assurant le refroidissement. Un système de régulation
permet de maintenir pendant plusieurs heures une température constante de 6 K,
grâce à une résistance chauffante et au contrôle du flux d’hélium par l’ouverture
réglable d’un pointeau. Afin d’ajuster finement le désaccord exciton-photon, il est
nécessaire de pouvoir déplacer le faisceau laser sur la surface de l’échantillon. Dans
ce but, nous avons choisi de monter le cryostat sur une platine de déplacement
micrométrique, permettant un déplacement vertical (dans le sens du gradient de
cavité le plus fort) et horizontal. De plus, le cryostat peut tourner autour de son
axe ; on peut ainsi faire varier l’angle d’incidence des faisceaux lumineux.

Pour effectuer les spectres des différents signaux (réflectivité de l’échantillon
ici, mais aussi laser d’excitation, et mélange à quatre ondes), nous disposons d’un
monochromateur à réseau (1200 traits par mm). À la sortie se trouve une barrette
de photodiodes Si, qui délivre un signal traité par un programme d’acquisition.
Pour l’ouverture de fente la plus couramment utilisée, 100µm, la résolution est
de 1,5 Å. Elle est limitée par le spectromètre, la résolution due à la taille d’un
pixel de la barrette de diode étant de 0,4 Å. À nos énergies, la résolution est de
0,3meV.

Ce dispositif expérimental est représenté sur la figure 3.6.
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3.3.2 Anticroisement

Nous utilisons une impulsion laser de courte durée (100 fs typiquement), de
manière à ce que sa largeur spectrale soit suffisamment large (∆E ≈ 18 meV)
pour exciter les deux polaritons. Le spectre du faisceau réfléchi prend la forme
d’une gaussienne qui présente deux creux correspondant aux modes de polaritons
(cf. fig. 4.1 b par ex.). En normalisant par le spectre de l’impulsion, nous obte-
nons la réflectivité de la microcavité. Quelques exemples en plusieurs points sur
l’échantillon M1159, correspondant à plusieurs désaccords, sont montrés sur la
figure 3.7.

En repérant l’énergie des minima de réflectivité en fonction de la position x
sur l’échantillon, on reconstruit la courbe d’anticroisement en incidence normale.
Cette courbe est représentée sur la figure 3.7 pour l’échantillon M1159. Elle est

Fig. 3.7: Courbe d’anticroisement obtenue en incidence quasi normale
(symboles), pour l’échantillon M1159. Les courbes en pointillés montrent
les variations des énergies de l’exciton et de la cavité, déduites de l’ajuste-
ment de l’anticroisement (courbes en trait continu). En bas : spectres de
réflectivité pour quelques positions sur l’échantillon et variation de l’écart
en énergie entre les deux modes le long de l’échantillon.
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Fig. 3.8: Courbe d’anticroisement obtenue en incidence quasi normale,
pour l’échantillon M1121, et quelques spectres de réflectivité pour les posi-
tions indiquées par les flèches. Les énergies de l’exciton et de la cavité (en
pointillés) sont déduites de l’ajustement (trait continu) des points expéri-
mentaux (symboles).

bien reproduite par le modèle d’oscillateurs couplés (cf. § 1.3.2). En négligeant
les largeurs de raies, les énergies des polaritons sont (éq. 1.15) :

E±(k//) =
Eexc + Ecav(x)

2
±

√

(Eexc − Ecav(x))2 + 4V 2

2

Nous ajustons l’énergie de l’exciton, de la cavité et le couplage V pour retrouver
la variation des énergies des polaritons. On en déduit un couplage V = 6,8 meV ;
cette valeur est cohérente avec la valeur du dédoublement de Rabi Ω, correspon-
dant au minimum de la différence d’énergie des deux modes, qui vaut Ω = 2V =
13,6 meV.

La courbe d’anticroisement pour l’échantillon M1121 est représentée sur la
figure 3.8. Le dédoublement de Rabi est de 7meV.

3.3.3 Courbe de dispersion

La mesure de la réflectivité pour différents angles d’incidence permet d’accéder
à la dispersion des polaritons (cf. § 1.3.3). La figure 3.9 montre l’énergie des
polaritons de basse énergie et haute énergie mesurée par réflexion (symboles) pour
différents angles d’incidence, sur l’échantillon M1159 (pour un petit désaccord de
3meV). Les courbes en trait plein sont les dispersions calculées par le modèle
d’oscillateurs couplés (éq. 1.18). Le calcul numérique par la méthode des matrices
de transfert donne un résultat identique.
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Fig. 3.9: Dispersion en énergie des polaritons pour un désaccord de 3 meV,
calculée d’après le modèle d’oscillateurs couplés (traits plein), et mesurés
en réflectivité (symboles). La dispersion de l’exciton et de la cavité sont en
pointillés.

Fig. 3.10: Spectre de réflectivité (symboles) à un désaccord de −30 meV
pour l’échantillon M1159. Une lorentzienne (en trait continu) reproduit
bien la courbe expérimentale (symboles), avec une largeur à mi-hauteur de
0,86meV.
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3.3.4 Largeur du mode de cavité

Afin de déterminer expérimentalement la largeur spectrale du mode de cavité,
nous avons effectué une mesure de la réflectivité à un désaccord très négatif. En
effet, dans ce cas, le mode basse énergie a un poids excitonique négligeable et
sa largeur est essentiellement celle de la cavité. La figure 3.10 montre un tel
spectre de réflectivité pour l’échantillon M1159. La raie est bien reproduite par
une lorentzienne de largeur à mi-hauteur 0,86meV, en bon accord avec la largeur
obtenue par calcul matriciel (cf. § 3.1.3).

3.3.5 Réflectivité à basse puissance à la résonance : lar-

geur des modes

La figure 3.11 montre un spectre de réflectivité obtenu à la résonance. Le po-
lariton de basse énergie a une largeur à mi-hauteur de 0,85meV, et on mesure
1,5meV pour celle du polariton de haute énergie. Le fait que le polariton de haute
énergie soit plus large que celui de basse énergie a été observé dans des travaux
antérieurs [97, 98, 99]. Cela a d’abord été expliqué en terme de ✭✭ motional narro-
wing ✮✮, qui désigne la réduction d’une largeur de raie dans un système désordonné
par des effets de moyenne, et qui serait plus efficace pour le polariton de basse
énergie [97, 100]. En fait, cet effet a été bien reproduit par des modèles linéaires
[101, 102, 98, 99, 103], mettant en évidence le rôle particulier de l’inhomogénéité
dans les microcavités.

En effet, dans le cas d’un exciton inhomogène élargi symétriquement, Hou-

Fig. 3.11: Spectre de réflectivité à un désaccord nul pour l’échantillon
M1159.
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dré et al. [101] montre qu’il est possible de coupler la cavité à la partie homogène
de l’exciton. Lorsque le dédoublement de Rabi Ω est beaucoup plus grand que
la largeur de l’exciton et celle de la cavité, γc, les deux polaritons à la résonance
ont des largeurs de l’ordre de (γhom

x + γc)/2, où n’intervient que la largeur ho-
mogène de l’exciton γhom

x . En effet, la raie excitonique est la convolution d’une
lorentzienne et d’une gaussienne qui représente la distribution inhomogène de la
transition. Dans cette situation où Ω est très grand devant la largeur de l’exciton,
ce sont les ailes de la raie excitonique qui interviennent dans le couplage et qui
s’apparentent plus à une lorentzienne.

La différence des largeurs de raies entre les deux polaritons s’explique par une
inhomogénéité asymétrique de l’exciton, dont la raie est élargie du côté haute
énergie [99]. À la résonance, le polariton de basse énergie sonde la queue de la
transition excitonique qui est presque lorentzienne. Le polariton de haute énergie,
quant à lui sonde l’aile de la raie excitonique gaussienne, et est donc plus large
spectralement. Une autre conséquence est qu’à désaccord nul, les minima des
pics de réflectivité sont différents à la résonance : la réflectivité à l’énergie du
mode basse énergie est la plus petite (0,35 contre 0,67 pour le polariton de haute
énergie, cf. fig. 3.11).

Ces résultats montrent que le polariton de haute énergie (resp. de basse
énergie) dans nos microcavités est sans doute couplé à la partie inhomogène
(resp. homogène) de l’exciton. D’autre part, nous avons vu que γc ≈ 0,9 meV, et
γhom

x ≈ 0,15 meV. Nous devons être dans le cas où Ω ≈ 14 meV≫ γx ; alors la lar-
geur du polariton de basse énergie devrait être égale à (γhom

x + γc)/2 ≈ 0,53 meV.
Compte tenu de la résolution du spectromètre (0,3meV), cette valeur est très
proche de la valeur expérimentale.

On peut ainsi conclure que le polariton de basse énergie est quasi homogène
à basse puissance d’excitation.

3.3.6 Comparaison avec les spectres calculés

Le calcul matriciel permet de reproduire raisonnablement les spectres, sachant
qu’on n’a tenu compte ni d’élargissement inhomogène, ni de l’absorption par le
continuum de l’exciton2. Pour tenir compte du gradient de la cavité, nous avons
fait varier uniformément l’épaisseur des couches autour des épaisseurs nominales
dans le calcul par matrices de transfert. La force d’oscillateur du puits est ajustée
pour reproduire la valeur expérimentale du dédoublement de Rabi. Nous trouvons
pour l’échantillon M1159, une force d’oscillateur d’environ 18.1012 cm−2, ce qui
est cohérent avec les données de la littérature [93, 94, 104].

La comparaison des spectres de réflectivité expérimentaux avec le calcul de
la réflectivité par la méthode des matrices de transfert permet de déduire le

2Vu ce cadre simplifié, le désaccord exciton-photon déduit de ce calcul est décalé d’environ
2,5meV du désaccord donné par la courbe d’anticroisement
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Fig. 3.12: Exemples de calculs de spectres de réflectivité pour un désac-
cord de 5 meV (à gauche) et pour un désaccord nul (à droite). Les pa-
ramètres du calculs sont notés sur chaque figure. La largeur de l’exciton
Γx qui intervient dans l’absorption excitonique (cf. § 1.3.2) varie avec la
puissance incidente.

désaccord exciton-photon (mais décalé, voir la note 2), et la largeur de l’exci-
ton, qui augmente avec la puissance incidente. Ces paramètres correspondant à
l’expérience sont alors utilisés pour calculer la transmission et l’absorption. En
particulier, le calcul de l’absorption dans les conditions de notre expérience nous
est utile pour calculer la densité de porteurs injectés (cf. annexe D). La figure 3.12
montre deux exemples de calculs, pour un désaccord nul (à droite) et de +5 meV
(à gauche).

3.3.7 Transition vers le couplage faible

Nous avons vu au § 2.3.1 qu’augmenter la densité d’excitation induisait un
élargissement de la transition excitonique. Cela a pour conséquence de provoquer
une transition vers le couplage faible quand la largeur de raie n’est plus petite
devant le dédoublement de Rabi (cf. § 1.3.2). Nous montrons sur la figure 3.13
un spectre de réflectivité à basse puissance, où le système est en couplage fort, et
un spectre à forte puissance où le couplage fort a laissé place au couplage faible,
et où n’apparâıt que le mode de cavité, élargi par l’absorption dans le puits. En
excitant ainsi les deux modes, en incidence normale, le couplage faible apparâıt
à la densité de porteurs nw = 1,5.1011 cm−2.
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Fig. 3.13: Spectre de réflectivité à un désaccord nul pour l’échantillon
M1159 à basse puissance (3.10−4 W/cm−2, trait continu) et à forte puis-
sance (330W/cm−2, trait en pointillés)

3.4 Dispositif expérimental pour les expériences

de mélange à quatre ondes

3.4.1 Montage expérimental

La figure 3.14 présente un schéma du montage expérimental qui a été mis en
place pour nos expériences de mélange à quatre ondes. Nous avons vu comment
on obtient deux impulsions retardées l’une par rapport à l’autre (cf. § 3.2.2). Les
deux faisceaux incidents se trouvent dans un plan horizontal, et sont focalisés
sur l’échantillon grâce à une lentille de focale 15 cm. Ils forment entre eux un
angle de 1̊ . Le signal de mélange à quatre ondes est détecté en réflexion et est
mesuré par une photodiode Silicium à avalanche, reliée à une détection synchrone.
Aux très faibles puissances d’excitation, de la diffusion résiduelle collectée par
le système de détection dans la direction 2~k2 − ~k1 peut masquer le signal de
mélange à quatre ondes. Pour s’en affranchir, on place un dispositif de filtrage
spatial devant la diode (un simple diaphragme suffit quand la situation n’est pas
critique). L’enregistrement du signal de mélange à quatre ondes en fonction du
retard se fait via un programme informatique qui gère le déplacement de la ligne à
retard et l’acquisition du signal délivré par la détection synchrone, comme dans le
cas de l’autocorrélation (cf. § 3.2.2). Des densités optiques placées sur le chemin
des faisceaux permettent d’ajuster la puissance d’excitation. Nous avons aussi
placé une lame λ/4 sur chaque chemin convenablement orientée pour obtenir des
faisceaux polarisés circulairement.
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Les recouvrements spatial et temporel des deux impulsions sur l’échantillon
sont les deux réglages critiques pour trouver le signal de mélange à quatre ondes.
Le recouvrement temporel (∆t ≈ 0) est réalisé en premier lieu en utilisant le
montage d’autocorrélation. Le recouvrement spatial est optimisé en cherchant le
maximum de l’intensité du signal.

Dans l’expérience de mélange à quatre ondes, l’amplification à détection syn-
chrone est couplée à un hacheur optique différentiel (chopper). Ce hacheur, qui
tourne avec la pulsation ω, est constitué de quatre séries de trous concentriques,
comprenant un nombre différent de trous. En passant par deux rayons différents,
contenant 9 et 16 trous, chacun des deux faisceaux incidents est modulé avec
une fréquence différente (ω1 = 9ω et ω2 = 16ω) ; la troisième rangée contenant
25 trous, correspond à la somme de ces deux fréquences ; une diode fixée sur le
hacheur mesure directement cette fréquence, qui constitue la fréquence référence
pour la détection synchrone. Ainsi seuls les signaux dépendant des deux faisceaux,

photodi ode
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Li gne à retard

Cryostat à ci rcul ati on d́ hél i um (6K)

f i l tres

Doubl e 
hacheur 
opti que

Détecti on 
Synchrone

Sytème
af ocal

FWM

Lame semi  
ref l échi ssante

ordi nateur

tt

Fig. 3.14: Schéma du montage pour les expériences de mélange à quatre
ondes.
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qui sont modulés à la fréquence ω1+ω2 (et aussi ω1−ω2) seront détectés et ampli-
fiés ; on s’affranchit non seulement des bruits ambiants (comme avec un hacheur
simple), mais aussi de la diffusion due à chaque faisceau individuellement.

3.4.2 Mélange à quatre ondes résolu en angle

Nous avons vu au § 3.3.1 que l’échantillon était placé dans un cryostat pou-
vant pivoter autour de son axe horizontal. La figure 3.15 schématise une situation
où le cryostat est incliné d’un angle θ. Les faisceaux incidents, de direction ~k1 et
~k2, se trouvent dans un plan horizontal. Les faisceaux réfléchis sont dans la direc-
tion spéculaire, et font un angle entre eux de 1̊ comme les faisceaux incidents. Le
mélange à quatre ondes dans la direction 2~k2 − ~k1 est mesuré en réflexion, donc
dans la direction spéculaire. Si l’on fait varier l’angle d’incidence (cf. chap. 5),
l’alignement du signal de mélange à quatre ondes dans le système de détection
doit être repris pour chaque mesure.

�✂✁☎✄✝✆✟✞✠✄☛✡✌☞✍✁ ✎✑✏✒

✓

✔✠✕

✔✠✖ ✗ ✔✠✖✕

✔ ✗

✘ ✔✠✖✕✚✙ ✔✠✖ ✗

Fig. 3.15: Principe de l’expérience de mélange à quatre ondes en angle :
les deux impulsions provenant du laser, de directions ~k1 et ~k2 très proches,
sont incidentes sur la microcavité avec un angle moyen θ ; les faisceaux
sont réfléchis dans la direction spéculaire. Le mélange à quatre ondes de
direction 2~k2− ~k1 est mesuré en réflexion, et la séparation entre les faisceaux
étant faibles par rapport à la largeur angulaire du mode de polariton, il
forme aussi avec la cavité un angle θ. L’échantillon est en rotation alors
que la direction des faisceaux incidents est constante, ce qui permet de
faire varier θ.
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Dans les chapitres suivants, nous effectuerons des expériences de mélange à
quatre ondes dans le cas où les deux faisceaux du laser et le signal de mélange à
quatre ondes sont résonants avec le même état de polariton (E,~k//) ou de façon
équivalente, (E, θ).

Avec un tel dispositif expérimental décrit au § 3.4.1, nous allons montrer que
les faisceaux incidents et le mélange à quatre ondes forment avec l’échantillon un
angle de θ.

θ est l’angle entre le plan orthogonal à la cavité et le plan contenant les
faisceaux incidents (ou le plan contenant les faisceaux réfléchis).

D’une part, les faisceaux incidents font un angle avec l’échantillon dont le
cosinus vaut cos 0,5̊ cos θ ≈ cos θ.

D’autre part, l’angle entre la direction moyenne des faisceaux réfléchis (en
pointillés sur la fig. 3.15) et le mélange à quatre ondes vaut environ 1,5̊ . Aussi le
faisceau de mélange à quatre ondes fait un angle β avec la normale de l’échantillon
qui vérifie cos β = cos 1,5̊ cos θ.

Nous avons vérifié que la différence entre β et θ était plus faible que la lar-
geur angulaire des polaritons, induite par leur largeur spectrale, et ce sur toute
la courbe de dispersion pour le polariton de basse énergie, ou près de l’incidence
normale pour le polariton de haute énergie. En effet, la largeur angulaire des po-
laritons vaut presque 2̊ à basse puissance.

La géométrie de l’expérience permet ainsi de sonder un état à ~k// donné. Afin
d’exciter un seul polariton à cet angle, nous avons utilisé des impulsions de du-
rée assez longue pour être suffisamment sélectif en énergie. Près de l’incidence
normale, la séparation des modes est faible (de l’ordre de 14meV) tandis qu’elle
augmente avec l’angle d’incidence (25meV vers 25̊ ). Nous avons alors varié la
durée de l’impulsion de 230 fs à 175 fs, impliquant une largeur spectrale de 8meV
à 10meV. Nous gardons cependant une bonne résolution temporelle.

En conclusion, avec un montage ainsi conçu de mélange à quatre ondes résolu
en angle, les faisceaux incidents et le mélange à quatre ondes sont en résonance
avec le même état de polariton.

ll sera ainsi possible de mesurer le temps de cohérence T2 correspondant à
l’état de polariton (E,~k//). Notons que ce temps est une combinaison du temps
de vie T1 de l’état (E, k) et du déphasage pur T ∗

2 (cf. § 2.2.1) :

1

T2

=
1

2T1

+
1

T ∗
2

T1 n’est pas ici le temps de vie radiatif du polariton, mais mesure le temps de vie
du polariton dans l’état k [49]. Le déphasage de temps caractéristique T ∗

2 est dû

à des collisions élastiques, qui ne font pas changer le polariton d’état (E, |~k//|) :



3.5. Conclusion 79

le polariton diffuse sur l’anneau d’énergie constante et de |~k//| constant (voir les
expériences décrites dans les références [105, 106, 107]).

3.4.3 Densité de porteurs injectés

Parallèlement à chaque mesure de mélange à quatre ondes, nous mesurons la
réflectivité dans les mêmes conditions d’excitation. Nous pouvons alors estimer
la densité de porteurs injectés dans chaque cas, à partir de la réflectivité expéri-
mentale et du calcul de l’absorption par la méthode numérique des matrices de
transfert. Cette procédure est détaillée dans l’annexe D.

3.5 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté les caractéristiques des échantillons
et détaillé le dispositif expérimental de réflectivité. La caractérisation de nos
échantillons par des mesures de réflectivité a permis de constater une bonne
qualité de nos échantillons II-VI, et notamment de montrer que l’on pouvait
négliger un élargissement inhomogène pour le polariton de basse énergie. Nous
avons ensuite décrit le montage expérimental pour les expériences de mélange
à quatre ondes. En particulier, nous avons montré comment notre dispositif de
mélange à quatre ondes résolu en angle permettait de sonder un seul état de
polariton.





Chapitre 4

Détermination expérimentale des
non-linéarités intrinsèques

Nous avons vu que le couplage fort entre les photons de la cavité et l’exciton
modifie très profondément la dispersion des énergies dans le plan des couches de la
microcavité. Ces nouvelles propriétés sont susceptibles d’induire une dynamique
cohérente très différente de celle d’un exciton nu. Plus précisément, en centre
de zone, la masse des polaritons est beaucoup plus faible, à cause de leur com-
posante photon ; il en est de même pour la densité d’état, plus faible de quatre
ordres de grandeur. En conséquence, il a été prédit qu’il devrait être possible
d’obtenir un nombre d’occupation de ces états assez grand pour observer des ef-
fets bosoniques collectifs avant d’atteindre le seuil de saturation des excitons nsat

[22]. En effet, plusieurs expériences ont récemment mis en évidence une dyna-
mique des polaritons qui a été attribuée à leur caractère bosonique : une forte
non-linéarité de l’émission du polariton de basse énergie, stimulée au-dessus d’un
seuil très inférieur à nsat [26, 108, 92], de la diffusion polariton-polariton stimu-
lée par l’occupation de l’état final en k = 0 [27, 28], et la possibilité d’obtenir
une pseudo-condensation de Bose-Einstein hors d’équilibre est toujours vivement
débattue [33].

Ces différentes expériences ont été interprétées dans le cadre d’approximations
bosoniques, dans lesquelles les non-linéarités proviennent essentiellement des in-
teractions coulombiennes entre excitons. Les effets de remplissage des phases,
lorsqu’ils sont inclus, n’apparaissent que comme des corrections. Ces nouveaux
résultats soulignent l’importance de comprendre au mieux la dynamique non-
linéaire des polaritons. Le remplissage de l’espace des phases, les effets de cor-
rélation (corrélation biexcitonique ou déphasage induit par l’excitation) sont à
même, tout comme les interactions coulombiennes, d’induire des non-linéarités.
Par exemple, Kira et al. [25] ont montré pourquoi, dans certaines expériences [24],
des effets de corrélations fermioniques électron-trou ont permis d’expliquer des
résultats expérimentaux attribués auparavant à de la condensation de polaritons.
Dans ce cadre, il serait donc très intéressant de pouvoir accéder expérimenta-
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lement aux non-linéarités qui gouvernent la dynamique non-linéaire, pour des
conditions d’excitation bien définies.

Ce chapitre présente les expériences de mélange à quatre ondes que nous avons
menées afin de mesurer la contribution des différentes non-linéarités intrinsèques
à notre système. Nous montrons que cela est possible grâce à une analyse fine des
résultats obtenus, à l’aide de la résolution numérique des équations de Maxwell-
Bloch pour les semiconducteurs. Nous en déduisons une mesure du poids relatif
des interactions coulombiennes et du blocage de Pauli, ce qui nous permettra de
faire une comparaison critique avec les expériences mentionnées ci-dessus [109,
110, 111, 112].

4.1 Préliminaires

L’objet de ce paragraphe est de décrire et de discuter les principales carac-
téristiques des courbes de mélange à quatre ondes obtenues sous excitation en
incidence normale, configuration dans laquelle nous restons dans ce chapitre.

4.1.1 Principe de l’expérience

Les expériences décrites dans ce chapitre ont été menées sur l’échantillon
M1159 à la température de 6 K. Nous nous sommes placés en incidence quasi
normale. Le dispositif expérimental, exposé au § 3.4.1, permet d’obtenir des fais-
ceaux incidents et un signal de mélange à quatre ondes correspondant à une
excitation résonante des polaritons de vecteur d’onde nul.

Dans un premier temps, nous avons excité en même temps et de façon symé-
trique les deux polaritons, et mesuré le signal de mélange à quatre ondes intégré
en temps (Ti-FWM). Pour cela, nous utilisons une impulsion laser courte, de
l’ordre de 90 fs ; elle est assez large spectralement pour exciter à la fois le polari-
ton de basse énergie et celui de haute énergie (largeur à mi-hauteur ≈ 20 meV).
La figure 4.1 b montre la réflectivité à basse puissance dans les conditions de
l’expérience de mélange à quatre ondes : on y voit les creux de réflectivité des
deux modes superposés au profil gaussien de l’impulsion. La fréquence centrale
du laser est choisie pour que les conditions d’excitation des deux polaritons soient
les mêmes.

4.1.2 Description des résultats expérimentaux

La figure 4.1 montre une série de courbes de mélange à quatre ondes intégré en
temps pour différentes puissances d’excitation, à un désaccord nul. Les faisceaux
sont polarisés colinéairement.
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Fig. 4.1: a) : Signal de mélange à quatre ondes intégré en temps pour
différentes puissantes incidentes, lorsque les deux modes sont excités avec
des faisceaux polarisés colinéairement. b) : Réflectivité à basse puissance
mesurée dans les mêmes conditions.

Oscillations de Rabi

Comme les deux polaritons sont excités de manière cohérente, le signal pré-
sente des oscillations de Rabi, témoins des battements quantiques entre les deux
modes. En effet, l’impulsion laser excite une combinaison linéaire des deux polari-
tons, qui n’est pas un état stationnaire, et dont l’évolution est régie par l’équation
de Schrödinger dépendant du temps. L’échange périodique d’énergie entre les deux
modes est la manifestation dans le domaine temporel du couplage fort. On peut
montrer que la polarisation du troisième ordre oscille avec la période h/∆E, où
∆E est la séparation en énergie des deux modes et h la constante de Planck. Il
en est de même pour le signal de Ti-FWM. C’est un phénomène de battements
quantiques.

Les battements quantiques exciton-photon en microcavité ont été mis en évi-
dence dans différents travaux [113] et en particulier dans le mélange à quatre ondes
[40, 41, 46, 47]. La période des oscillations du signal de Ti-FWM, h/∆E(δ), où
∆E est la différence d’énergie entre les deux modes, dépendant du désaccord δ
(cf. § 4.5.3). Dans le cas présent, à désaccord nul, on déduit de la mesure de la
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période une différence d’énergie ∆E = 13,5 meV, en accord avec le dédoublement
de Rabi mesuré (13,6meV).

Ce phénomène est à distinguer de simples effets d’interférences, dans le détec-
teur par exemple, des champs électriques émis par deux systèmes indépendants
(qui n’échangent pas d’énergie) et ayant des énergies de transitions voisines. C’est
par exemple le cas des champs émis par deux états ne partageant pas un état com-
mun [114]. Il a notamment été montré que certaines caractéristiques du signal de
mélange à quatre ondes résolu en temps (Tr-FWM) [114, 42] ou résolu spectrale-
ment [115] pouvaient différencier ces deux phénomènes. De même, dans le signal
de Ti-FWM, l’intensité due au phénomène d’interférences oscille avec la période
h/2∆E [41], donc avec une période deux fois plus petite que pour des battements
quantiques.

Décroissance exponentielle

L’enveloppe des courbes est exponentielle, à ∆t > 0 ainsi qu’à ∆t < 0 et
le temps de déclin, proportionnel au temps de cohérence T2, diminue avec la
puissance d’excitation (déphasage induit par l’excitation, cf. § 2.3.1). Le temps
de montée est environ la moitié du temps de déclin. L’allure de l’enveloppe des
courbes est celle du signal de Ti-FWM dans le cas des semiconducteurs (cf. § 2.3.1)
pour un système homogène. Le temps de déclin correspond alors à T2/2.

Dans chaque cas, nous déterminons avec précision le temps de cohérence
et la période des oscillations en utilisant une simple formule phénoménologique
e−2∆t/T2 cos2

(

∆E
2~ ∆t

)

pour reproduire le signal aux retards positifs. La figure 4.2
montre le temps de cohérence mesuré en fonction de la puissance.

4.1.3 Contraste des oscillations

Le contraste des battements dans le signal de Ti-FWM n’est jamais égal à un,
mais il est important à basse puissance d’excitation, et diminue à forte puissance
d’excitation. Le fait que les modes soient moins marqués et s’élargissent au fur
et à mesure que la puissance d’excitation augmente (cf. 2.3.1) pourrait être à
l’origine d’une telle réduction de contraste. Cependant, on remarque de plus que
cette réduction de contraste est plus prononcée pour les retards ∆t négatifs (voir
la différence de contraste entre les retards positifs et négatifs sur le signal à partir
de 60W/cm2). Aux plus fortes puissances, le contraste est réduit à ∆t > 0 et est
quasiment nul à ∆t < 0.

C’est l’analyse détaillée de cette variation du contraste qui va nous permettre
de déduire des informations très importantes sur la nature des non-linéarités
gouvernant la dynamique cohérente des polaritons.
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Fig. 4.2: Temps de cohérence T2 en fonction de la densité d’excitation,
déduit de la décroissance du signal de mélange à quatre ondes.

4.2 Modélisation

Nous allons analyser ces résultats et en particulier le contraste des battements
sur la base du modèle de polarisation présenté au § 2.3.2, que nous adapterons
au cas des microcavités. Pour cela nous précisons dans un premier temps les
hypothèses dont nous avons besoin pour définir le cadre théorique du modèle. Il
s’agit en particulier de savoir s’il faut inclure des effets biexcitoniques, ou des effets
d’inhomogénéité. Nous présentons ensuite le modèle, et discutons les équations
qui permettront de calculer le signal de mélange à quatre ondes. En particulier,
nous décrivons les termes sources des non-linéarités et les paramètres ajustables.

4.2.1 Discussion des hypothèses

Effets biexcitoniques

Comme nous l’avons vu au § 2.3.2, on peut exciter des biexcitons lorsque
les impulsions laser sont polarisées linéairement. Dans les microcavités, des ef-
fets biexcitoniques ont été mis en évidence dans différents travaux. L’influence
du biexciton sur le couplage fort a notamment été observée grâce à des expé-
riences de pompe-sonde, se traduisant par une augmentation du dédoublement
de Rabi [116], des oscillations particulières dans le domaine spectral [84], ou une
transition optique associée à l’absorption du polariton de basse énergie vers le
biexciton [117]. Dans certaines conditions, le couplage fort de la cavité avec le
biexciton peut exister, donnant lieu à la formation à haute puissance d’un dou-
blet polariton-biexciton [118]. L’efficacité de diffusion de polaritons est accrue
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lorsqu’une transition intermédiaire via le biexciton est possible [30]. Fu et al. ont
calculé le mélange à quatre ondes dans des microcavités, et en particulier lorsque
la non-linéarité était due à des mécanismes biexcitoniques [44]. Dans le spectre
de mélange à quatre ondes, des pics supplémentaires battant à une fréquence dif-
férente de celle des battements entre les deux polaritons ont été attribués à des
mécanismes biexcitoniques [119]. Enfin, des études de mélange à quatre ondes
dans le domaine spectral montrent des corrélations à plusieurs particules, dont le
biexciton [120, 121].

Afin de connâıtre le rôle éventuel joué par le biexciton dans notre expé-
rience, nous avons étudié l’effet de la polarisation de l’excitation lumineuse. Nous
avons répété l’expérience avec des faisceaux polarisés circulairement. La figure 4.3
montre le signal de Ti-FWM mesuré (sur le même point) dans deux configura-
tions : le cas où les deux faisceaux d’excitation ont la même polarisation circulaire,
et le cas où ils ont des polarisations circulaires contraires. Ainsi que nous l’avons
discuté au § 2.3.2, l’excitation en configuration contre-circulaire permet de mesu-
rer le poids de la contribution du biexciton aux non-linéarités, qui se révèle plus
faible ici (de deux ordres de grandeur) que celles des contributions excitoniques.
La contribution des biexcitons au signal de Ti-FWM est ainsi négligeable.

D’autre part, nous avons reproduit l’expérience complète, c’est-à-dire la me-
sure du signal de Ti-FWM en fonction de la puissance incidente, lorsque les
faisceaux ont la même polarisation circulaire. La figure 4.4 présentent les résul-

excitation

σ+σ+

excitation

σ+σ−

Fig. 4.3: Signal de Ti-FWM lorsque les deux modes sont excités à une
densité d’excitation de 20 W/cm2 (à un désaccord légèrement négatif).
La courbe d’intensité plus élevée correspond à une excitation par deux
impulsions ayant des polarisations cocirculaires (σ+σ+), la courbe la plus
faible, par deux impulsions possédant des polarisations circulaires opposées
(σ+σ−).
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Fig. 4.4: Signal de Ti-FWM lorsque les deux polaritons sont excités, à
désaccord nul, a) : pour des impulsions de polarisations colinéaires, et b) :
pour des impulsions de polarisations cocirculaires (σ+σ+). Les densités
d’excitation sont indiquées à droite pour ces deux configurations.

tats : on retrouve les mêmes caractéristiques pour une configuration cocirculaire
ou colinéaire, en particulier en ce qui concerne la variation du contraste avec la
puissance (à ∆t > 0 par rapport à ∆t < 0).

Nous pouvons en conclure que les biexcitons jouent un rôle négligeable dans
nos expériences, d’autant plus que des spectres de notre signal de mélange à quatre
ondes n’ont pas révélé d’autres raies que celles des polaritons, contrairement au
cas de [119].

Inhomogénéité

Des travaux récents ont montré que l’inhomogénéité pouvait influer sur le
contraste des battements dans le signal de mélange à quatre ondes. Bongiovanni
et al. ont étudié le rôle de l’inhomogénéité dans le signal de transmission, de
Tr-FWM et de Ti-FWM, en excitant les deux polaritons [46]. Dans leur cas,
l’élargissement de l’exciton est très inhomogène : le rapport du dédoublement de
Rabi sur la largeur de raie de l’exciton est faible (Ω/γx ≈ 1,7) ; le signal de Ti-
FWM présente des oscillations peu marquées. Ils montrent que le contraste des
oscillations diminue lorsque l’inhomogénéité augmente. Lorsque celle-ci est très
grande (largeur de 5,5meV, et Ω = 7,8 meV), le signal de Ti-FWM augmente très
rapidement aux retards négatifs, tandis qu’aux retards positifs, il décrôıt avec la
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constante de temps TX/4, où TX est le temps de cohérence de l’exciton (comme
dans le cas de puits quantiques inhomogènes [50]) ; les oscillations sont très peu
visibles et disparaissent très vite. Lorsque le système est homogène, le signal
oscille avec un contraste plus grand ; il augmente et décrôıt exponentiellement
avec un temps de déclin deux fois plus long que le temps de montée (également
comme dans les puits quantiques [71, 50]).

Cependant dans notre cas, l’inhomogénéité n’est pas a priori à l’origine de la
diminution de contraste. En effet, d’après § 3.3.5, les polaritons (sauf le polariton
de haute énergie à basse puissance) sont élargis de manière homogène. De plus,
le temps de déclin du signal de Ti-FWM est environ deux fois plus long que le
temps de montée, caractéristique d’un système homogène comme on vient de le
voir [46]. Nous avons constaté que le temps de cohérence correspond aux largeurs
spectrales mesurées en réflectivité à la même puissance. Ainsi, à basse puissance,
la largeur du polariton de haute énergie est de 1,5meV, celle du polariton de basse
énergie vaut 0,9meV, ce qui fait une moyenne de γ = 1,2 meV correspondant
bien aux valeurs de temps de cohérence de l’ordre de 1200 fs (2~/T2 = γ). Enfin,
dans nos expériences, le contraste est réduit pour des densités d’excitation assez
grandes. Or on sait que la transition excitonique tend à s’homogénéiser lorsque
la densité de porteurs augmente, puisque la largeur homogène s’élargit et prend
plus d’importance vis à vis de la largeur inhomogène constante.

Conclusion

Nous pouvons ainsi considérer que les polaritons résultent d’un couplage avec
des excitons homogènes. Nous allons, dans les prochains paragraphes, calculer le
signal de Ti-FWM pour un système où l’exciton est élargi de manière homogène.
L’analyse est fondée sur le modèle de polarisation effective généralisée exposé
au § 2.3.2. Comme les résultats expérimentaux ne sont pas sensibles à l’existence
du biexciton, nous nous placerons dans le cadre d’une excitation σ+ σ+. Dans ce
cas, les équations 2.18 et 2.19 se réduisent à une équation pour la polarisation
P+ (la polarisation pour l’excitation σ+), semblable formellement à l’équation
d’évolution de la polarisation en champ moyen (cf. éq 2.19).

4.2.2 Équations de Maxwell-Bloch

Le signal de mélange à quatre ondes (Tr-FWM) est proportionnel au carré du
module de la polarisation d’ordre 3, |P (3)(t)|2. Nous allons calculer cette quantité
à partir des équations 2.18 et 2.19 établies au § 2.3.2, qui décrivent l’évolution
due aux excitons de la polarisation effective dans le milieu. Afin de tenir compte
du couplage fort des excitons avec la lumière, nous allons y ajouter une équation
couplée pour le champ électrique à l’intérieur de la cavité [84, 86]. Nous détaillons
ensuite comment le calcul est développé et quels sont les paramètres qui entrent
en jeu.
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Équations pour la polarisation et le champ électrique

Dans la situation où l’excitation est constituée de deux faisceaux polarisés
cocirculairement σ+, la polarisation P− est évidemment nulle. La transition vers
le biexciton n’étant pas possible, la fonction de corrélation B est nulle également.
Dans le modèle de la polarisation effective généralisée, l’équation 2.18 d’évolution
de la polarisation P+ se réduit à :

dP+

dt
=

(

i ωx −
1

TX
2

)

P+ +
κE

i~

(

1 − |P+|2
|P+

s |2
)

− 1

i~
(V + V exch

XX − V screen
XX )P+|P+|2

avec Ps le paramètre de saturation, V le potentiel coulombien effectif, V exch
XX l’in-

teraction d’échange, V screen
XX l’écrantage des interactions coulombiennes et ωx un

paramètre qui rend compte de l’énergie de la transition excitonique en présence
des interactions. Nous posons : ~/TX

2 = γpx ; en effet, cette largeur γpx correspond
au taux d’amortissement pour la polarisation. L’intensité étant homogène au carré
du module de la polarisation, la largeur de la raie excitonique est γx = 2γpx.

Formellement, on retrouve l’équation de la polarisation effective dans l’ap-
proximation du champ moyen, mais le potentiel coulombien comprend en plus
l’interaction d’échange et l’écrantage. Nous posons pour toute la suite V pour
l’ensemble des potentiels coulombiens, et omettons l’exposant ✭✭ + ✮✮ pour la pola-
risation.

Ainsi, l’équation pour la polarisation a la forme d’une équation d’oscillateur
amorti, couplée avec le champ (terme dipolaire κE = ~dcv · ~E), à laquelle sont
ajoutés deux termes, sources des non-linéarités : le terme κE|P |2/|P 2

s |, traduisant
le remplissage de l’espace des phases, qui diminue la force du couplage avec le
champ, et le terme V P |P |2 représentant les interactions coulombiennes (potentiel
moyen, d’échange et d’écrantage).

Pour tenir compte des effets de la cavité, qui d’une part confine le champ
électrique, et d’autre part, induit un couplage fort des photons avec les excitons,
nous procédons comme Neukirch et. al. [84]. Le champ électrique intracavité est
modélisé par une équation d’oscillateur amorti, d’énergie de résonance ~ωc cor-
respondant à l’énergie de la cavité, et de facteur d’amortissement γec. L’intensité
étant proportionnelle au carré du module du champ, γec correspond à la moitié
de la largeur spectrale du mode de cavité γc. D’autre part, le champ électrique
est couplé à la polarisation et g est la constante de couplage avec le champ élec-
trique extérieur, constitué par les deux impulsions laser. L’équation pour le champ
électrique intracavité est alors :

dE

dt
=

(

i ωc −
γec

~

)

E +
κP

i~
+ gEext

En posant pour toutes les variables (comme dans l’annexe A) X = X(t) eiω0t

où X(t) est l’enveloppe temporelle et ω0 la pulsation centrale des impulsions laser,
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nous obtenons le système d’équations couplées suivant (Eext est alors l’enveloppe
temporelle du champ électrique des impulsions incidentes sur la cavité) :















dP

dt
=

(

i (ωx − ω0) −
γpx

~

)
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~

(

1 − |P |2
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)

+
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~
V P |P |2

dE

dt
=

(

i (ωc − ω0) −
γec

~

)

E − iκP

~
+ gEext

(4.1)

Développement des équations à l’ordre 3

Comme dans le cas des systèmes à deux niveaux (cf. § 2.2.2), nous traitons
le champ électrique extérieur comme une perturbation, et nous allons dévelop-
per chaque variable en série jusqu’à l’ordre 3 en champ. Les ordres 0 et 2 sont
nuls pour le champ intracavité et la polarisation. Nous voulons obtenir l’équation
pour la polarisation à l’ordre 3 dans la direction 2~k2 −~k1, responsable de l’un des
deux signaux de mélange à quatre ondes. Pour cela, il est nécessaire de considérer
l’ordre 1 dans la direction des impulsions ~k1 et ~k2. Le développement des équa-
tions 4.1 résulte en six équations couplées, quatre à l’ordre 1 et deux à l’ordre 3 :
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Paramètres des équations

Le système d’équations 4.2 et 4.3 comprend des paramètres qui sont ajustés
de la manière suivante.

Champ extérieur Le champ extérieur est modélisé par deux impulsions, dont
le profil temporel est gaussien, de largeur gaussienne de 100 fs (largeur à mi-
hauteur de 118 fs). g représente le couplage de la cavité avec l’extérieur (c’est-à-
dire la transmission, qui est environ de 0,02). Mais les intensités sont ici arbitraires
et la valeur de cette constante importe peu.
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Énergies de résonance et de couplage L’énergie centrale de l’impulsion
~ω0 est mesurée sur le spectre du laser. Les énergies de l’exciton ~ωx et du mode
de cavité ~ωc se déduisent de la courbe d’anticroisement à partir de la position
sur l’échantillon (cf. § 3.3.2) ; on recoupe cette information avec la réflectivité à
basse puissance qui est toujours mesurée et dont la comparaison avec le calcul
par matrices de transfert donne les énergies de l’exciton et du mode de cavité.

Le paramètre κ, qui représente l’énergie de couplage, correspond à la moitié
du dédoublement de Rabi (κ = 13,5/2 meV).

Largeurs de la cavité et de l’exciton Le paramètre γec est le taux d’amor-
tissement du champ électrique à l’intérieur de la cavité, et correspond à la moitié
de la largeur à mi-hauteur du mode de cavité, qui sera toujours prise égale à
0,9meV (cf. § 3.1.1 et 3.3.4).

Le paramètre γpx est le taux d’amortissement de la polarisation et correspond
de même à la moitié de la largeur spectrale de l’exciton γx. La largeur homogène
de l’exciton lourd dans nos puits est de γ0

x =0,15meV (cf. 3.1.3). Nous vou-
lons tenir compte phénoménologiquement du déphasage induit par l’excitation
(cf. 2.3.1), c’est-à-dire de l’élargissement dû à l’augmentation de la densité de
porteurs donc à la puissance d’excitation. Chaque impulsion laser élargit succes-
sivement la transition excitonique. Nous supposons donc que γpx augmente après
l’arrivée de chaque impulsion. Pour être plus précis, puisque les impulsions laser
ont une largeur finie, nous supposons que l’augmentation de γpx à l’arrivée de
chaque impulsion se fait avec un temps de montée correspondant au temps de
construction rapide de la polarisation à l’intérieur de la cavité, qui est de l’ordre
de la durée de l’impulsion laser comme nous le verrons au § 4.3.1. La figure 4.5
montre l’allure de γpx en fonction du temps : avant l’arrivée de la première im-
pulsion (en t = 0), γpx = γ0

x/2 ≈ 0,15/2 meV ; puis chaque impulsion induit une
augmentation de γpx, dont la variation est modélisée phénoménologiquement par
une fonction 1+ 1

2
tanh( t−150

50
). La valeur finale de γpx est ajustée à l’aide du temps

de déclin expérimental du signal de Ti-FWM (cela sera revu au § 4.3.3).

N. B. : les résultats numériques que nous avons obtenus (décrits au § 4.3.3) sont
qualitativement les mêmes si nous ne tenons pas compte du déphasage induit par
l’excitation, et si nous prenions pour γpx une valeur constante ajustée uniquement
par le déclin expérimental des courbes de Ti-FWM.

Termes sources des non-linéarités Les paramètres qui interviennent dans
les termes responsables des non-linéarités sont la polarisation de saturation Ps, et
la force des interactions coulombiennes V . Cette dernière n’est pas connue a priori
et peut varier en fonction des conditions d’excitation (par exemple, l’écrantage
dépend de la densité de porteurs). La polarisation de saturation Ps est liée à la
saturation de l’exciton. Nous verrons comment nous allons accéder à la valeur
relative de ces deux non-linéarités au § 4.3.4.
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Fig. 4.5: Allure de γpx en fonction du temps. Les deux impulsions laser (de

direction ~k1 et ~k2) sont aussi représentées, correspondant à des gaussiennes
de largeur gaussienne σg = 100 fs (largeur à mi-hauteur de 118 fs).

Fig. 4.6: Allure de la polarisation et du champ d’ordre 1 (valeur absolue
de l’enveloppe temporelle) dans une direction (ici ~k2) en fonction du temps.
L’impulsion laser excitatrice, (arrivant ici à ∆t = 500 fs) est représentée
en grisé (intensité arbitraire).
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4.3 Résultats numériques

Ce système couplé de six équations 4.2 et 4.3 se résout numériquement. On
peut calculer le champ et la polarisation aux différents ordres en fonction du
temps, et en déduire le signal de Ti-FWM qui nécessite une intégration du carré
du module de la polarisation d’ordre 3 à chaque retard ∆t.

Dans ce paragraphe, nous présentons quelques résultats physiques apportés
par ce calcul. Par souci de simplicité, nous nous plaçons ici à un désaccord nul.
Les impulsions laser ont une durée de 100 fs, et sont en résonance avec l’exciton
et la cavité. Les deux modes de polaritons sont alors excités de façon symétrique,
comme dans l’expérience. Nous montrons comment se construisent le champ élec-
trique et la polarisation dans la cavité. Nous étudions les effets des paramètres
sur le signal de Tr-FWM et de Ti-FWM. En particulier, nous regardons comment
est affecté le contraste des oscillations du signal de Ti-FWM.

4.3.1 Évolution temporelle à l’ordre 1

Les équations (4.2) pour le champ électrique et la polarisation d’ordre 1 sont
celles de deux oscillateurs couplés, et on retrouve l’existence de deux modes
propres, les polaritons, séparés énergétiquement du dédoublement de Rabi 2κ
à la résonance.

Le champ électrique à l’ordre 1 dans la cavité est formé de la somme du champ
électrique d’ordre 1 dû à la première impulsion, et celui dû à la seconde impul-
sion. La cavité filtrant spectralement l’impulsion, le champ intracavité est élargi
temporellement et subsiste plus longtemps que les impulsions. Chaque champ
électrique d’ordre 1 donne naissance à une polarisation d’ordre 1, qui se construit
alors avec un retard de l’ordre de la largeur de l’impulsion. La figure 4.6 montre
les enveloppes temporelles du champ intracavité et de la polarisation dus à une
impulsion. Puisque les deux modes de polaritons sont excités, nous retrouvons
des battements quantiques : la polarisation (liée à l’exciton) et le champ (lié au
mode de cavité) oscillent en opposition de phase, avec une période correspondant
à la différence d’énergie entre les modes, égale à h/2κ. Les polaritons sont, à
désaccord nul, moitié exciton, moitié photon et leur largeur γmoy est la moyenne
des largeurs de l’exciton (valeur après les deux impulsions) et de la cavité. Il est
important de remarquer qu’en conséquence, les deux courbes décroissent avec le
même temps de déclin, qui correspond au temps de déphasage T2 moyen égal à
Tmoy

2 = 2~/γmoy.

4.3.2 Évolution temporelle à l’ordre 3

Le champ et la polarisation d’ordre 3 (représentée sur la figure 4.7) dans la
direction du mélange à quatre ondes n’apparaissent qu’après l’arrivée de la se-
conde impulsion, et mettent un certain temps pour se construire. Elles présentent
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Fig. 4.7: Allure de la polarisation d’ordre 3 |P (3)
2k2−k1

| (valeur absolue de
l’enveloppe temporelle) en fonction du temps. Les deux impulsions laser
arrivent à t=0 et à ∆t = 350 fs et sont représentées en pointillés sur la figure
du bas (intensité arbitraire). Figure du haut : cas où seules les interactions
coulombiennes interviennent, et où seul le blocage de Pauli est présent.
Figure du bas : cas où les deux non-linéarités sont présentes (blocage de
Pauli par rapport aux interactions coulombiennes κ/(P 2

s V ) = 0, 68).

les mêmes caractéristiques que pour l’ordre 1 en ce qui concerne la dépendance
temporelle (oscillations, déphasage entre les deux quantités, et décroissance de
l’enveloppe exponentielle). L’allure de ces quantités est semblable quelqu’en soit
l’origine, les interactions de Coulomb ou le blocage de Pauli (cf fig. du haut 4.7).
Pour cela, nous annulons artificiellement l’un ou l’autre terme source et calculons
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les quantités d’ordre 3 uniquement dues au blocage de Pauli (cas où V = 0) ou
aux interactions coulombiennes (cas où Ps = ∞). Cependant, il existe un dépha-
sage (dépendant de ∆t) entre la polarisation due au blocage de Pauli et celle
due aux interactions de Coulomb. Il en est de même pour le champ. On peut
ainsi comprendre que lorsque les deux sources de non-linéarités sont présentes,
les variables d’ordre 3 oscillent avec un contraste moins grand (cf fig. du bas 4.7).

4.3.3 Ti-FWM dû à chaque non-linéarité

L’intégration dans le temps du carré du module de la polarisation d’ordre 3
donne l’allure du signal de Ti-FWM (cf. éq. 2.8). La figure 4.8 montre le résultat
du calcul pour chaque non-linéarité.

Nous remarquons d’abord que le signal de Ti-FWM existe aux retards né-
gatifs dans les deux cas, même pour le signal dû seulement au blocage de Pauli,
contrairement au cas des puits quantiques (cf. § 2.2.2). La raison est que le champ
électrique qui intervient dans le terme source n’est plus une impulsion courte, mais
c’est le champ intracavité qui décrôıt avec la constante de temps Tmoy

2 (cf. § 4.3.1),
et qui peut être diffracté par le réseau de population même aux retards négatifs
(comme c’est le cas uniquement pour la polarisation dans les puits quantiques).
L’enveloppe temporelle du champ électrique et de la polarisation d’ordre 1 sont les
mêmes, le terme source des non-linéarités dues au blocage de Pauli E

(1)
k2

P
(1)

k2
P

(1)∗
k1

Fig. 4.8: Signal de Ti-FWM en fonction du retard entre les deux impul-
sions. ✭✭ Coulomb ✮✮ (resp. ✭✭ Pauli ✮✮ ) indique le signal de Ti-FWM uni-
quement dû aux interactions coulombiennes (resp. au blocage de Pauli)
(Ps = ∞) (resp. V = 0).



96 Chapitre 4. Détermination expérimentale des non-linéarités intrinsèques

et celui des non-linéarités dues aux interactions coulombiennes P
(1)

k2
P

(1)
k2

P
(1)∗

k1
ont

la même enveloppe. C’est pourquoi le signal de Ti-FWM dû aux interactions cou-
lombiennes et celui dû au remplissage de l’espace des phases ont aussi la même
enveloppe. Celle-ci décrôıt exponentiellement aux retards positifs et crôıt expo-
nentiellement pour ∆t < 0 avec un temps de montée deux fois plus rapide, pour
les mêmes raisons que dans le cas des interactions coulombiennes dans les puits
quantiques (cf. § 2.3.1, raisons que nous reverrons au § 4.3.4).

Nous retrouvons les battements quantiques dans le signal de Ti-FWM. Si
l’enveloppe du signal est la même pour les deux types de non-linéarités, en re-
vanche, le contraste des oscillations est différent. En effet, le contraste est grand
et constant dans le signal dû aux interactions coulombiennes, tandis que dans le
cas du blocage de Pauli, il est fortement diminué pour les retards négatifs.

Un léger déphasage est également observé entre les deux courbes de Ti-FWM.
H. Wang et. al. [45] ont effectivement observé que la phase des oscillations pouvait
être différente selon l’origine des non-linéarités. On retrouve bien ce résultat dans
notre modèle.

Remarque sur l’effet du déphasage induit par l’excitation.
Notons que le temps de déclin n’est pas ici exactement égal à Tmoyen

2 /2, parce que
le taux de relaxation γpx(t) n’est plus une constante (cf. § 4.2.2).

4.3.4 Contraste du signal de Ti-FWM

Il est intéressant de comprendre l’origine de cette différence de comportement
du contraste, lorsque les non-linéarités sont dues aux interactions coulombiennes
ou au blocage de Pauli.

Nous détaillons cette analyse dans l’annexe C. En résumé, comme on l’a vu
dans le cas du mélange à quatre ondes dans les puits quantiques (cf. § 2.3.1),
l’intensité du signal de Ti-FWM est liée au maximum du terme source des non-
linéarités. Plus le terme source est grand, plus l’intensité du signal de Ti-FWM
est importante.

Le terme source traduisant le blocage de Pauli est P
(1)∗

k1
P

(1)
k2

E
(1)
k2

. Or celui-

ci peut se décomposer en un terme dû à la première impulsion, P
(1)∗

k1
, et un

terme dû à la seconde, P
(1)

k2
E

(1)
k2

. On montre qualitativement que pour ∆t > 0,

l’amplitude du terme source varie avec le retard comme P
(1)∗

k1
(t), partie due à

la première impulsion. Aussi, le signal de Ti-FWM présente des oscillations de
Rabi dont l’amplitude décrôıt exponentiellement. Dans le cas des retards négatifs,
c’est la variation temporelle du terme dû à la seconde impulsion qui intervient,
P

(1)
k2

E
(1)
k2

(t) ; or le champ et la polarisation d’ordre 1 n’oscillent pas en phase, ce
qui engendre pour l’intensité du signal de Ti-FWM une réduction du contraste
des oscillations, tandis que la période des oscillations est divisée par deux. Le
temps caractéristique de montée est par ailleurs la moitié du temps de déclin, car
ici deux décroissances entrent en jeu.
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Pour les interactions coulombiennes, le terme source n’est composé que de
termes oscillant en phase. Le contraste est le même pour tous les retards.

4.3.5 Conclusion

En conclusion, lorsque les deux polaritons sont excités, le signal de Ti-FWM
présente des oscillations de Rabi dont l’amplitude présente une décroissance ex-
ponentielle et une montée exponentielle deux fois plus rapide. Le temps caracté-
ristique de déclin est uniquement dû à la largeur spectrale homogène de l’exciton,
et celle de la cavité. Le contraste de ces oscillations se révèle être gouverné par la
nature des non-linéarités. Le blocage de Pauli faisant intervenir des termes dépha-
sés l’un par rapport à l’autre, le contraste pour les retards négatifs est fortement
réduit par rapport aux retards positifs, ce qui n’est pas le cas pour les interactions
coulombiennes. Nous allons nous servir de cette différence de comportement pour
analyser le contraste des oscillations des courbes expérimentales, en jouant sur le
poids relatif de ces non-linéarités.

4.4 Comparaison théorie-expérience

Nous allons dans ce paragraphe appliquer le modèle précédent pour analyser
les résultats expérimentaux exposés au § 4.1. Nous avons vu comment les para-
mètres étaient fixés (cf. § 4.2.2), et en particulier, comment le contraste des oscil-
lations de Rabi était influencé par le poids relatif des non-linéarités (cf. § 4.3.3).
Nous allons montrer que nous pouvons déterminer le rapport des non-linéarités
intrinsèques, ici les interactions coulombiennes et le blocage de Pauli, en fonction
de la puissance d’excitation ou de la densité de porteurs. Nous montrerons que le
remplissage de l’espace des phases, souvent négligé, est très important dans une
certaine plage de densité d’excitation, même en couplage fort.

4.4.1 Ajustement des courbes expérimentales

Nous modélisons les résultats exposés au § 4.1, c’est-à-dire les courbes de
Ti-FWM pour différentes puissances d’excitation. Les paramètres libres que l’on
ajuste à chaque courbe pour une intensité d’excitation donnée sont donc (i) la
largeur finale γpx déterminée grâce à l’ajustement du déclin du signal de Ti-FWM,
et (ii) les paramètres Ps et V dont le rapport est déterminé par l’ajustement du
contraste des oscillations de Rabi des courbes de Ti-FWM.

La figure 4.9 montre deux exemples d’ajustement, un à basse puissance et
un à haute puissance ; un très bon accord est obtenu. Lorsque la puissance d’ex-
citation augmente, les temps de déclin diminuent et la largeur finale γpx doit
augmenter en conséquence. La figure 4.10 montre l’ensemble des résultats, d’une
part les résultats expérimentaux, en configuration colinéaire et cocirculaire, et la
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Fig. 4.9: Exemples de deux ajustements de signaux de Ti-FWM à basse
puissance et à haute puissance.

Fig. 4.10: Signal de Ti-FWM lorsque les deux polaritons sont excités, à
désaccord nul. Résultats expérimentaux a) pour des impulsions de polari-
sations colinéaires, et b) pour des impulsions de polarisations cocirculaires
(σ+σ+). c) : Ajustements. de 1 à 4 : κ/(P 2

s V ) = 0/0/3/4,5. Valeur finale
de γpx : 1,45/2,3/3/3,75 meV.
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série de signaux de Ti-FWM calculés correspondants. Nous parvenons à bien mo-
déliser la variation particulière du contraste avec l’intensité d’excitation : à basse
puissance, le contraste est le même à tout retard, les interactions coulombiennes
sont dominantes ; à plus haute puissance, le contraste est plus faible aux retards
négatifs et le blocage de Pauli devient de plus en plus important.

4.4.2 Détermination des non-linéarités

Le rapport du blocage de Pauli sur les interactions coulombiennes κ/(P 2
s V ) est

représenté figure 4.11 en fonction de la densité de porteurs absorbée par impulsion
et par puits. Nous constatons de manière attendue qu’à basse densité de porteurs,
les interactions coulombiennes sont prépondérantes. En effet, le remplissage de
l’espace des phases n’est important a priori que lorsque la densité de porteurs
est grande. Nous voyons en effet que, lorsque la densité de porteurs augmente, le
blocage de Pauli est plus important relativement aux interactions coulombiennes,
et si l’on suppose que sa valeur est constante, cela signifie que les interactions
coulombiennes diminuent. Le plus surprenant est l’importance du blocage de Pauli
à des densités de porteurs relativement faibles, à un ordre de grandeur en-dessous
de la transition vers le régime de couplage faible, qui se situe à nw = 1,5.1011 cm−2

(cf. § 3.3.7). Nous avons indiqué pour information la densité de saturation des
excitons nsat = 4,8.1011 cm−2 (cf. éq. 1.5). Nous trouvons que le seuil en-dessous
duquel les interactions coulombiennes dominent est nc ≈ 2.1010 cm−2 = 0,04 nsat.

Fig. 4.11: Rapport du blocage de Pauli sur les interactions coulombiennes
κ/(P 2

s V ) en fonction de la densité de porteurs absorbée par impulsion pour
un puits.
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4.4.3 Conclusion

Dans les puits quantiques, Weiss et al. ont trouvé que les interactions coulom-
biennes moyennes prédominaient jusqu’à des densités de porteurs inférieures ou
égales à nsat [69], et que le blocage de Pauli n’apparaissait qu’à des densités de
porteurs supérieures à la saturation excitonique. Nos résultats montrent que ces
conclusions ne peuvent être facilement étendues aux microcavités, où l’effet du
couplage fort modifie profondément la dynamique des excitons. Dans les condi-
tions où nous excitons les deux modes de polaritons, le blocage de Pauli devient
important à partir d’une densité seuil située à un ordre de grandeur en-dessous
du seuil couplage fort / couplage faible.

Il faut noter que les deux modes de polaritons ne sont pas équivalents, même
si le désaccord est nul [122]. Les dispersions du polariton de basse énergie et de
haute énergie sont très différentes. Avant de continuer plus loin la discussion, il
s’agit d’abord d’éclaircir le rôle de chaque polariton.

4.5 Excitation sélective d’un mode

Dans l’expérience décrite précédemment, nous avons excité également les deux
modes de polaritons. Dans la mesure où la dispersion du polariton peut influencer
la dynamique, nous étudions dans ce paragraphe les deux polaritons individuel-
lement, par excitation sélective du mode de basse énergie ou de haute énergie.
Nous montrons qu’ils ont effectivement une réponse cohérente différente. Nous
exposons le principe de l’analyse, toujours fondée sur le contraste d’oscillations
de Rabi, puis les différents résultats obtenus.

4.5.1 Comparaison des deux modes de polaritons

L’excitation sélective d’un mode de polariton est réalisée en ajustant la lon-
gueur d’onde centrale du laser en résonance avec le mode considéré. Néanmoins,
on choisit volontairement une largeur spectrale d’impulsion laser qui permette
d’exciter très légèrement l’autre mode de polariton (cf. fig. 4.12 b et 4.12 c). De
cette façon, les battements quantiques peuvent, en principe, être encore observés
et utilisés pour analyser la nature des non-linéarités qui gouvernent la dynamique.

La figure 4.12 montre une série d’expériences à désaccord nul et à une densité
totale de porteurs par puits de 1.1010 cm−2 pour l’ensemble des deux modes.

1. Nous excitons comme précédemment les deux polaritons de manière symé-
trique, comme on le voit dans la réflectivité fig. a. La courbe de Ti-FWM
correspondante est représentée fig. d.

2. Nous déplaçons l’énergie centrale du laser de manière à exciter principale-
ment le polariton de haute énergie (réflectivité fig. b). Comme le polariton
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Fig. 4.12: Réflectivité (colonne de gauche) et signal de Ti-FWM (colonne
de droite), lorsque l’on excite : 1. les deux modes de manière égale (UP
(resp. LP) dénote le polariton de haute énergie (resp. le polariton de basse
énergie)) (a et d), 2 : le polariton de haute énergie (b et e), 3. le polariton
de basse énergie (c et f). Dans tous les cas, la densité de porteurs totale
par puits est constante, égale à 1.1010 cm−2. Dans le cas 3, le rapport de
l’absorption du mode de haute énergie sur celle du mode de basse énergie
est l’inverse du cas 2.

de basse énergie est un peu excité, des oscillations apparaissent dans le si-
gnal de Ti-FWM (fig. e), mais très atténuées, et de contraste presque nul
aux retards négatifs.

3. Nous déplaçons l’énergie centrale du laser sur le polariton de basse éner-
gie, en prenant garde que le rapport de l’absorption du polariton de haute
énergie et de celle du polariton de basse énergie soit l’inverse du cas pré-
cédent (réflectivité fig. c) (la densité de porteurs est précisément estimée
selon la procédure décrite à l’annexe D). C’est donc la situation symétrique
du cas 2 . Pourtant, le signal de Ti-FWM (fig. f) est radicalement différent
du cas 2, car il comporte des oscillations étonnamment contrastées, aux
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retards positifs comme aux retards négatifs. Quant au temps de déclin, on
constate qu’il est un peu plus grand (1 ps dans le cas 3 au lieu de 0,8 ps
dans le cas 2).

On observe donc une différence frappante dans la réponse cohérente des deux
polaritons. Puisque les spectres de réflectivité (fig. b et c) sont parfaitement symé-
triques, cela montre bien que les oscillations observées dans le signal de Ti-FWM
n’ont rien d’un simple effet d’interférences (qui serait, lui, symétrique) mais sont
gouvernées au contraire par les non-linéarités intrinsèques qui déterminent la dy-
namique.

Le faible contraste aux retards négatifs par rapport aux retards positifs dans
le cas 2 tend à prouver que le blocage de Pauli prédomine pour le polariton
de haute énergie, tandis que le fort contraste similaire aux retards positifs et
négatifs implique une dynamique dominée par les interactions coulombiennes pour
le polariton de basse énergie. Cela est très bien confirmé par le calcul (cf. fig. 4.13).
Le signal expérimental de Ti-FWM pour le polariton de haute énergie (fig. a) est
bien reproduit par le calcul (fig. b) dans lequel le remplissage de l’espace des

phases domine (
κ

P 2
s V

≫ 1), alors que le signal pour le polariton de basse énergie

Fig. 4.13: Intensité du signal de Ti-FWM expérimentale (colonne de
gauche) et théorique (colonne de droite) a) et b) lorsque le polariton de
haute énergie est sélectivement excité, et c) et d) lorsque le polariton de
basse énergie est sélectivement excité. La densité de porteurs totale par
puits est n = 1.1010 cm−2.
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(fig. c) est bien modélisé par le calcul (fig. d) à condition que les interactions

coulombiennes dominent (
κ

P 2
s V

< 0,1).

On notera de plus que notre calcul tient compte de la légère différence de
temps de délin dans les deux cas, déjà reportée dans [122], mais qu’à elle seule
(c’est-à-dire avec le même poids relatif des non-linéarités) cette différence ne suffit
pas à expliquer la différence de contraste observée.

La manifestation de cette différence de contraste pour chaque polariton dans
des situations symétriques, est la signature d’une dynamique non-linéaire très
différente des polaritons de haute et basse énergie.

4.5.2 Influence de la densité de porteurs

Nous excitons ici sélectivement chaque polariton de la même manière qu’au pa-
ragraphe précédent, en étudiant maintenant l’influence de la densité de porteurs.
Le poids relatif du blocage de Pauli par rapport aux interactions coulombiennes
est représentée sur la figure 4.14 pour un désaccord de +3 meV.

Sous un seuil correspondant à la densité de porteurs de 3.1010 cm−2, les inter-
actions coulombiennes dominent la dynamique du polariton de basse énergie. Ce
seuil est très proche de celui reporté précédemment lors de l’excitation des deux
modes (§ 4.4.2). En revanche, lorsque le polariton de haute énergie est sélective-
ment excité, le seuil disparâıt et dans toute cette gamme de densité de porteurs,
le blocage de Pauli domine la dynamique non-linéaire.

Fig. 4.14: Rapport du blocage de Pauli sur les interactions coulombiennes
κ/(P 2

s V ) en fonction de la densité de porteurs absorbée par impulsion pour
un puits, a) pour le polariton de basse énergie, et b) pour le polariton de
haute énergie. Le désaccord est de 3meV.
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4.5.3 Influence du désaccord

Afin d’étudier l’influence de la dispersion, dans une dernière série d’expé-
riences, nous excitons sélectivement le polariton de basse énergie pour trois désac-
cords différents (δ = +3 meV, δ = −7 meV, δ = −16 meV). La figure 4.15 montre
le poids relatif du blocage de Pauli par rapport aux interactions coulombiennes

κ

P 2
s V

en fonction de la densité de porteurs pour chacun de ces désaccords. Pour

les désaccords négatifs, ce seuil semble apparâıtre pour des densités de porteurs
d’autant plus grandes que le désaccord est négatif.

Fig. 4.15: Rapport du blocage de Pauli sur les interactions coulombiennes
κ/(P 2

s V ) en fonction de la densité de porteurs absorbée par impulsion pour
un puits pour le polariton de basse énergie, pour un désaccord de a) 3meV,
b) −7meV et c) −16 meV.

4.5.4 Discussion

Ces différentes expériences nous apprennent que le blocage de Pauli peut être
prépondérant dans une microcavité en couplage fort. Pour le polariton de basse
énergie, il est négligeable en dessous d’un seuil qui dépend du désaccord (et qui
vaut 2.1010 cm−2 = 0,04 nsat à désaccord nul).
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Au-delà de l’intérêt propre que présente la possibilité de déterminer expéri-
mentalement la nature des non-linéarités gouvernant la dynamique cohérente des
polaritons, nos résultats soulèvent plusieurs questions.

1. Quels sont les mécanismes intrinsèques à l’origine des résultats observés, en
particulier pourquoi trouve-t-on un comportement différent pour les deux
polaritons ? Par quels mécanismes le désaccord influence-t-il la valeur du
seuil observé pour le polariton de basse énergie ?

2. Quelles conclusions peut-on en déduire quant à la validité des approxima-
tions bosoniques (présentées en introduction) utilisées par différents auteurs
pour analyser la dynamique des polaritons de microcavité [123, 124, 125] ?

1. Il est important de noter que notre analyse permet d’accéder au poids relatif

des sources de non-linéarités (
κ

P 2
s V

) et non pas à leur contribution en valeur

absolue. Comme nous l’avons dit précédemment, il est raisonnable de penser
que le paramètre de saturation Ps qui détermine la saturation excitonique par
remplissage de l’espace des phases, ne dépend pas de la densité de porteurs. La

mesure du rapport
κ

P 2
s V

est une mesure indirecte de l’importance des interactions

coulombiennes V . Ce terme, qui prend en compte les interactions coulombiennes
moyennes (dans l’approximation de phase aléatoire), l’interaction d’échange et de
l’écrantage peut être fortement affecté par la densité de porteurs et aussi par le
vecteur d’onde.

On sait que le remplissage des états du réservoir excitonique à grand ~k//

favorise l’écrantage [126]. L’étude de la dynamique des polaritons par photolumi-
nescence résolue en temps [127] nous apprend que le polariton de haute énergie
est efficacement couplé au réservoir excitonique (temps caractéristique . 1 ps),
même à faible densité de porteurs. Lorsque les polaritons de haute énergie sont
excités dans notre expérience en ~k// = 0, on peut supposer qu’ils sont diffusés très
vite vers le réservoir, ce qui induit un écrantage des interactions coulombiennes
et diminue ainsi leur contribution.

Au contraire, l’existence d’un seuil en densité de porteurs pour le polariton de
basse énergie est sans doute liée au fait que la dispersion de ce polariton forme une
sorte de puits de potentiel autour de ~k// = 0. En effet, l’écrantage des interactions
coulombiennes n’intervient que lorsque, à grande densité de porteurs, les polari-
tons excités en centre de zone peuvent par diffusion accéder au réservoir [51, 128].
Cette interprétation et la valeur du seuil à désaccord nul seront confirmées dans
le chapitre 5, § 5.1.4 (on trouvera en effet un seuil d’élargissement collisionnel
de 3,3.1010 cm−2 par puits pour un désaccord presque nul). Néanmoins, un calcul
microscopique plus élaboré serait nécessaire pour rendre compte de la complexité
des interactions à N corps dans ce problème.

2. Comme nous l’avons rappelé en introduction, un certain nombre de travaux
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ont montré l’existence d’une émission non-linéaire très intense du polariton de
basse énergie au-delà d’un certain seuil. Ces études ont été interprétées comme
la manifestation d’effets bosoniques (stimulation par occupation de l’état final,

condensation de Bose en ~k// = 0...) et décrites sur la base d’approximations
bosoniques dans lesquelles les non-linéarités proviennent quasi exclusivement des
interactions coulombiennes. Nous voulons comparer nos résultats à ces différentes
études.

Dans une microcavité comparable à la nôtre, à désaccord nul, Dang et al.
[26] mettent en évidence une non-linéarité dans la photoluminescence émise par
le polariton de basse énergie, de pair avec un affinement de la raie ; cet effet est
interprété en terme de stimulation de polaritons et apparâıt à un seuil de densité
de porteurs par puits quantique estimé à 2,9.1010 cm−2, seuil très proche du nôtre.

Dans des microcavités III-V, Senellart et al. [108] mesurent également un
seuil de stimulation dans la photoluminescence à 2.109 cm−2. Sachant que nsat est
estimé à 4.1010 cm−2, le seuil vaut alors 0,05nsat, ce qui est aussi proche de notre
seuil.

Un calcul de l’intensité de la photoluminescence lorsque l’excitation est réso-
nante avec le polariton de basse énergie a été effectué par Ciuti et al. [125]. Une
non-linéarité dans l’intensité de la photoluminescence avec la puissance d’excita-
tion est induite par stimulation par l’occupation des états en k = 0, et la valeur
calculée du seuil à partir duquel apparâıt ce phénomène est aussi de 0,05nsat pour
des matériaux III-V.

La comparaison avec d’autres travaux est difficile car les densités de por-
teurs sont rarement données, mais dans l’ensemble, les effets de stimulation ap-
paraissent à des puissances d’un ordre de grandeur en-dessous de la transition
vers le couplage faible, typiquement là où nous trouvons que le blocage de Pauli
ne peut plus être négligé, voire domine la dynamique.

Contrairement à ce qui est souvent affirmé, la persistance du couplage fort
n’est pas un critère suffisant pour négliger le blocage de Pauli. Nous montrons
que même lorsque le comportement des polaritons est bosonique, le blocage de
Pauli peut être important et dominer la réponse non-linéaire, et que les interac-
tions coulombiennes ne sont pas les seules sources de non-linéarités.

Remarquons pour terminer que le terme non-linéaire décrivant les interac-
tions coulombiennes (V P |P |2) utilisé dans les approximations bosoniques pos-
sède, comme nous l’avons démontré dans ce chapitre, la même enveloppe tempo-
relle que le terme non-linéaire décrivant le blocage de Pauli (κE|P |2/|P 2

s |). Une
simple expérience d’émission n’est pas a priori à même de discriminer ces deux
contributions non-linéaires.
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4.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté les expériences de mélange à quatre
ondes intégré en temps qui nous ont permis de mesurer les non-linéarités res-
ponsables de la dynamique observée dans notre microcavité. Elles consistent à
exciter les deux modes afin d’obtenir des oscillations de Rabi. En effet, nous avons
montré que le contraste de ces oscillations était gouverné par le poids relatif des
non-linéarités dues aux interactions coulombiennes et au remplissage de l’espace
des phases.

Pour ce faire, nous avons fondé notre analyse sur la résolution des équations
de Maxwell-Bloch, développées jusqu’à l’ordre 3, afin de calculer la polarisation à
l’ordre 3. Le signal de mélange à quatre ondes intégré en temps, mesuré en fonc-
tion du retard entre les deux impulsions du laser, est proportionnel au carré du
module de cette quantité intégré dans le temps. Il a été calculé pour chaque non-
linéarité : les interactions coulombiennes conduisent à un signal bien contrasté,
tandis que le signal dû au blocage de Pauli présente des oscillations moins contras-
tées aux retards négatifs qu’aux retards positifs. Ces caractéristiques proviennent
du déphasage existant entre le champ intracavité et la polarisation. Le terme
non-linéaire dû au blocage de Pauli combine le champ et la polarisation, alors
que pour les interactions coulombiennes seule la polarisation intervient.

En tirant parti de cette différence de comportement entre ces deux non-
linéarités, nous avons modélisé nos courbes expérimentales et montré qu’il existait
une plage de densité de porteurs en couplage fort où le blocage de Pauli était im-
portant. Nous avons aussi étudié les non-linéarités qui gouvernaient la dynamique
de chaque polariton en excitant sélectivement un mode. Nous montrons que les
deux polaritons obéissent à des dynamiques très différentes : le blocage de Pauli
est toujours important pour le polariton de haute énergie, tandis qu’il ne l’est
qu’à partir d’un certain seuil pour le polariton de basse énergie. La dispersion,
très différente pour chaque polariton, est sans doute indirectement à l’origine d’un
écrantage des interactions coulombiennes plus efficace pour le polariton de haute
énergie que pour l’autre polariton. Nous allons, dans le prochain chapitre, étudier
plus en détail l’influence de la dispersion.





Chapitre 5

Étude angulaire

La modification de la dispersion des polaritons par rapport à celle de l’exciton
est à l’origine d’une dynamique très différente. Par exemple, elle affecte profon-
dément l’efficacité des mécanismes de diffusion [128] ou de relaxation [123, 129,
21, 35, 130].

En particulier, ainsi que l’ont montré Ciuti et. al [51] et Baars et. al [128]
dans des microcavités III-V, la diffusion polariton-polariton sur la branche basse
énergie due aux interactions coulombiennes dépend fortement de la dispersion
du polariton : la diffusion des polaritons excités en centre de zone est fortement
inhibée lorsque ces derniers restent confinés dans la région de faible densité d’état
autour de ~k// = 0. Seule une forte excitation leur permet d’être diffusés vers
le réservoir excitonique aux grands vecteurs d’onde. En conséquence, la largeur
homogène du mode polariton présente un effet de seuil séparant ces deux régimes
(élargissement collisionnel).

Un autre aspect intéressant de la modification de la dynamique dans les mi-
crocavités est la possibilité d’obtenir un régime de stimulation se traduisant par
une émission fortement non-linéaire : sous excitation non résonante, Dang et al.
[26] ont mis en évidence l’existence d’un seuil de puissance d’excitation au-delà
duquel l’émission augmente brutalement. Une avancée majeure dans la compré-
hension de ce mécanisme a été obtenue par les expériences de Savvidis et al. [27].
Ces auteurs ont montré qu’il était possible de peupler efficacement les états en
~k// = 0 en injectant des polaritons à un angle voisin du point d’inflexion de la
courbe de dispersion ; en effet, deux polaritons simultanément photocréés à cet
angle particulier, peuvent diffuser très efficacement vers un polariton en ~k// = 0

(appelé ✭✭ signal ✮✮) et un autre à plus grand ~k// (appelé ✭✭ complémentaire ✮✮ ou
encore ✭✭ idler ✮✮ en anglais). Les conditions de diffusion sont possibles à satisfaire
grâce à la forme particulière de la courbe de dispersion car la conservation de
l’énergie et de l’impulsion est alors aisément réalisée. Le processus est ainsi sché-
matisé par 2(~kp, ωp) → (~ks, ωs) + (~kc, ωc) avec 2~kp = ~ks + ~kc et 2ωp = ωs + ωc.
L’angle en question est connu depuis sous le nom d’✭✭ angle ✮✮ magique. Lorsque
les états en ~k// = 0 sont suffisamment peuplés et atteignent un nombre d’oc-
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cupation proche de l’unité, la diffusion polariton-polariton est stimulée par oc-
cupation de l’état final en ~k// = 0. Ce processus s’accompagne en particulier
d’un affinement de la raie d’émission, qui présage d’une forte augmentation de
la cohérence des polaritons dans cet état. Cette dynamique révèle de fortes ana-
logies avec l’oscillation paramétrique [124, 125, 131], déjà bien connue dans le
domaine de l’optique non-linéaire, dans lequel un photon de pulsation ω3 est
converti en un photon ✭✭ signal ✮✮ de pulsation ω1 et un photon ✭✭ complémentaire ✮✮

de pulsation ω2, tels que ω3 = ω1 + ω2. Depuis lors, de nombreuses études se
sont multipliées pour étudier l’émission du ✭✭ signal ✮✮ ou du ✭✭ complémentaire ✮✮

[30, 31, 32, 33, 34, 29, 28, 35, 36].
Dans ce chapitre, nous nous intéressons à ces différents mécanismes de diffu-

sion polariton-polariton [132, 133, 134, 135, 136, 137]. Dans un premier temps,
nous étendons l’étude de l’élargissement collisionnel sous incidence normale au
cas d’une excitation en incidence quelconque, par une expérience de mélange à
quatre ondes résolue en angle. Nous mettons en évidence l’existence d’un seuil
dépendant de l’angle d’incidence, qui est la contrepartie du seuil dépendant de la
densité d’excitation mentionnée plus haut, et qui s’explique bien dans le même
formalisme. Dans un deuxième temps, nous étudions plus spécifiquement le pro-
blème de l’oscillation paramétrique en excitant le système à l’angle magique. En
particulier, nous nous concentrons sur la dynamique cohérente des polaritons
photocréés par le faisceau de pompe.

5.1 Mesures en incidence normale

Ce chapitre présente les résultats des expériences de mélange à quatre ondes
en configuration cocirculaire et en incidence normale, qui nous ont permis de
mesurer les temps de cohérence du polariton de basse énergie, en fonction de la
puissance d’excitation. Afin d’analyser nos résultats, nous avons utilisé un modèle
qui permet de calculer l’élargissement de la raie de ce polariton. Nous exposons
ce modèle et ses prédictions, que nous confrontons à nos mesures.

5.1.1 Résultats expérimentaux

Nous excitons uniquement le polariton de basse énergie en incidence normale.
La figure 5.1 montre quelques exemples de courbes de mélange à quatre ondes
intégré en temps pour différentes puissances d’excitation. Le signal ne présente
plus d’oscillations de Rabi, comme dans le chapitre précédent, puisqu’un seul des
deux polaritons est excité. Mis à part les battements, nous retrouvons la même
allure du signal que dans le chapitre précédent (cf. § 4.1.2) : l’intensité crôıt
exponentiellement, et décrôıt exponentiellement avec un temps de déclin environ
deux fois plus grand, comme attendu dans le cas de systèmes homogènes [46]. Le
temps de déclin correspond donc à la moitié du temps de cohérence T2/2.
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Fig. 5.1: Échantillon M1159. Signal de mélange à quatre ondes intégré
en temps mesuré en incidence quasi normale pour le polariton de basse
énergie, à un désaccord de +1meV, aux densités d’excitation croissantes
suivantes (de haut en bas) : 4,8/8,3/21,1/55,3/103,3/157,2W.cm−2).

L’ajustement exponentiel de la décroissance du signal permet d’en déduire les
temps de cohérence T2, qui sont reportés sur la figure 5.2. Pour un désaccord de
+1 meV, le temps T2 décrôıt avec la puissance d’excitation de 1250 à 250 fs ; pour
un désaccord de −7 meV, T2 reste pratiquement constant, égal à environ 1800 fs.
Cette valeur est beaucoup plus élevée que dans le cas du désaccord de 1 meV.
Elle correspond à une largeur du polariton de 2~/T2 = 0,75 meV, qui est proche
de la largeur de la cavité. En effet, le polariton de basse énergie au désaccord de
−7 meV est 2/3 cavité et on constate que sa largeur reste limitée par celle de la
cavité.

Enfin, la figure 5.3 montre les mesures de T2 pour nos deux échantillons à
désaccord quasi nul. T2 diminue doucement puis plus rapidement à partir d’une
certaine puissance d’excitation (3W/cm2 pour la microcavité M1121, de dédou-
blement de Rabi 7meV, et 10W/cm2 pour la microcavité M1159, de dédouble-
ment de Rabi 13,6meV).

En résumé, le temps de cohérence du polariton de basse énergie a une dépen-
dance en fonction de la puissance d’excitation qui présente un effet de seuil. Le
temps de cohérence T2 est presque constant à basse puissance puis décrôıt plus
fortement au delà de ce seuil. Ce seuil n’apparâıt pas pour un désaccord négatif.
D’autre part, il est plus faible (pour un même désaccord) lorsque le dédoublement
de Rabi est plus faible (en toute rigueur, il faudrait comparer le seuil en densité
de porteurs injectée ; dans ce cas, nous verrons que ce résultat reste vrai).
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Fig. 5.2: Temps de cohérence T2 en fonction de la densité d’excitation,
mesuré en incidence normale à un désaccord de 1 meV (symboles fermés)
et −7meV (symboles ouverts) sur la microcavité M1159.

Fig. 5.3: Temps de cohérence T2 en fonction de la densité d’excitation,
mesuré en incidence quasi normale à un désaccord quasi nul pour la mi-
crocavité M1159 (symboles fermés) et la microcavité M1121 (symboles
ouverts). Les pointillés sont un guide pour l’œil.
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5.1.2 Calcul de l’élargissement collisionnel

Nous allons interpréter les résultats exposés au paragraphe précédent. Le
temps de cohérence mesuré T2 est relié à la largeur homogène du polariton par la
relation Γ = 2~/T2. Nous calculons l’élargissement de la raie du polariton de basse
énergie dû à la diffusion polariton-polariton en adaptant aux matériaux II-VI un
modèle développé par Ciuti et. al. [51]. Ce modèle nous permet d’interpréter

les résultats en terme d’échappement des polaritons excités en ~k// = 0 vers le

réservoir excitonique à grand ~k//.

5.1.3 Le modèle

Ciuti et. al. ont modélisé théoriquement l’élargissement collisionnel de l’ex-
citon d’un puits quantique sous excitation résonante [76] ; cet élargissement de
la raie excitonique, dû à des collisions entre excitons est homogène et dépend
de la densité de porteurs injectés. Leurs calculs montrent que les mécanismes
dominants de l’interaction sont l’interaction coulombienne d’échange d’excitons ;
l’interaction coulombienne directe, et l’échange électron-électron ou trou-trou sont
beaucoup plus faibles.

Cette théorie est étendue au cas des polaritons de microcavité dans la réfé-
rence [51]. En effet, les polaritons étant des combinaisons linéaires de l’exciton
et du photon, ils interagissent grâce à leur fraction excitonique (donnée par le
carré du module du coefficient de Hopfield X). Dans le cas des microcavités, le
calcul est fait lorsque l’excitation est polarisée circulairement (comme dans nos
expériences) ; il ne tient pas compte des interactions éventuelles avec le polariton
de haute énergie et avec les états noirs. D’autre part, il est effectué pour un sys-
tème parfaitement bidimensionnel. Dans ce cadre, Ciuti et. al. ont alors calculé
l’élargissement collisionnel du polariton de basse énergie dû aux interactions cou-
lombiennes, lorsque ce polariton est excité en résonance en ~k// = 0. Il est donné
par :

Γ − Γ0 =
4~

4

π4µ2
n

∫ ∞

0

dq q Fq |Xq|4 |X0|4 L(2Eq − 2E0, 4Γ) (5.1)

où

L(E, γ) =
1

π

γ/2

E2 + (γ/2)2
(5.2)

Le processus collisionnel décrit ici est la diffusion de deux polaritons de vecteur
d’onde ~k// = 0 vers deux polaritons de vecteurs d’onde −~q et ~q. Explicitons les
différents termes qui interviennent.
• La fonction lorentzienne L représente la conservation de l’énergie, à la largeur du
polariton près. Dans le cas d’une conservation stricte de l’énergie, cette fonction
tend vers la fonction delta, et nous retrouvons la règle d’or de Fermi.
• La diffusion fait intervenir quatre contributions : l’interaction coulombienne
directe et l’interaction coulombienne d’échange d’exciton, d’échange électron-
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électron et d’échange trou-trou. La fonction Fq est égale à la somme des carrés
des éléments de matrice qui décrivent, par ces quatre mécanismes, la diffusion
de deux excitons. Elle est calculée numériquement et tracée en fonction du vec-
teur d’onde normalisé par le rayon de Bohr, qa2D

B , pour les matériaux III-V dans
la référence [76] (fonction Fxx). La nature des matériaux intervient à travers le
rapport des masses effectives de l’électron et du trou, et via le vecteur d’onde
normalisé. Or la fonction Fq est très peu sensible au rapport des masses. Pour
l’adapter à nos matériaux II-VI, il nous a donc suffit de reprendre les valeurs
numériques de F (qa2D

B ) en changeant la valeur du vecteur d’onde normalisé.

• Puisque les polaritons interagissent via leur partie excitonique, le terme Fq est
modulé par le carré des modules des coefficients de Hopfield, qui rend compte de
la fraction excitonique des polaritons. |X0|4 donne les fractions excitoniques pour
les deux polaritons de pompe, et |Xq|4 = |Xq|2|X−q|2, celles pour les polaritons
dans les états finals.

• n est la densité de polaritons, µ la masse réduite de l’exciton, égale à 0,084 m0

(cf. 3.1.3). Enfin, Γ0 est la largeur homogène du polariton à excitation nulle.

Nous résolvons cette équation par itération. Les paramètres sont au nombre de
quatre. Nous avons besoin de la valeur des coefficients de Hopfield (cf. éq. 1.16),
donc les paramètres nécessaires sont ceux qui permettent de calculer la disper-
sion des polaritons : le dédoublement de Rabi, l’indice effectif de la cavité ncav,
et le désaccord exciton-photon δ. Le dernier paramètre est la largeur homogène
du polariton dans la limite d’une densité d’excitation nulle Γ0.

Ciuti et. al. [51] avaient prévu l’existence d’un seuil en fonction de la densité de
porteurs au-delà duquel l’élargissement collisionnel est beaucoup plus important.
L’existence de ce seuil s’explique grâce à la forme particulière de la dispersion du
polariton (voir fig. 5.4). A faible densité de porteurs, seule la région de faible vec-

teur d’onde ~k// est accessible pour les états finals, car la conservation de l’énergie

ne permet pas à deux polaritons en ~k// = 0 d’accéder au réservoir excitonique. En
effet, la largeur du polariton est très petite devant la différence d’énergie entre
l’énergie du réservoir et celle de centre de zone ∆E = Eexc(k// = 0)−E−(k// = 0)
(cf. fig. 5.4). Or dans cette région, la densité d’état est faible. Il y a peu d’états
finals accessibles pour la diffusion, et l’élargissement collisionnel Γ−Γ0 reste très
faible. En revanche, à forte densité de porteurs, lorsque la largeur du polariton
devient comparable à ∆E, la conservation de l’énergie est beaucoup moins stricte
et les états du réservoir correspondant aux grands k// deviennent accessibles.
Cette région, où la dispersion est presque celle de l’exciton, possède une grande
densité d’état. Dans ce cas, les états du réservoir sont accessibles par diffusion et
l’élargissement collisionnel est important. Le rapport de la masse du polariton en
~k// = 0 à celle de l’exciton étant très faible (0,8.10−4), la fuite des porteurs hors

du piège que forme la dispersion autour de ~k// = 0 est relativement brusque et se
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Fig. 5.4: Dispersion du polariton de basse énergie (E−). ∆E correspond à
la différence d’énergie entre le réservoir excitonique et l’énergie du polariton
en k// = 0, E−(k// = 0).

traduit par un seuil en densité de porteurs.

L’existence de ce seuil et sa valeur dépendent du désaccord, puisque la disper-
sion est d’autant plus creusée en centre de zone que le désaccord est petit (voir
fig. 1.13). Pour sortir du piège de centre de zone, une densité de porteurs de plus
en plus grande est nécessaire. Le seuil est alors de plus en plus grand au fur et à
mesure que l’on se déplace vers les désaccords négatifs.

Ce propos est illustré dans la figure 5.5 dans laquelle nous présentons le calcul
de l’élargissement collisionnel Γ − Γ0 pour une largeur homogène du polariton
Γ0 égale à 0,1meV et pour trois désaccords différents (excepté pour la courbe
en pointillés où Γ0 = 0,9 meV). Nous avons aussi calculé et reporté sur la figure
l’élargissement collisionnel pour un exciton nu, obtenu par la relation 5.1 où les
fractions excitoniques sont égales à l’unité [76] : celui-ci ne présente évidemment
pas de seuil. On observe effectivement l’existence d’un seuil dont la valeur décrôıt
pour des désaccords plus grands. Au delà du seuil, lorsque les polaritons peuvent
accéder au réservoir excitonique, l’élargissement collisionnel est proche de celui
calculé pour l’exciton. On notera de plus que pour un désaccord donné (δ =
+7 meV en l’occurrence sur la figure), le seuil est moins marqué lorsque Γ0 est
plus grand. En effet, la règle de conservation de l’énergie est moins stricte (la
lorentzienne est plus large) dès les basses densités.

Ce comportement en seuil a été vu expérimentalement par Baars et. al. sur une
microcavité III-V [128] ; l’accord avec le calcul de Ciuti est seulement qualitatif,
c’est-à-dire que le calcul reproduit bien la variation de l’élargissement collisionnel
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Fig. 5.5: Calcul de l’élargissement collisionnel Γ − Γ0 du polariton pour
différents désaccords et pour l’exciton, en fonction de la densité de por-
teurs, en incidence normale. Le calcul est effectué avec Γ0 = 0,1meV
(traits continus) pour les trois désaccords et Γ0 = 0,9meV (pointillés)
pour δ = 7meV. (calculs effectués avec les paramètres de l’échantillon
M1159).

avec la densité de porteurs, mais que les valeurs calculées sont plus grandes que les
valeurs expérimentales ; Baars et al. supposent que les différentes approximations
(système parfaitement bidimensionnel, diffusions multiples négligées...) peuvent
influencer sur la valeur absolue de l’élargissement.

Le modèle discuté ci-dessus fait l’hypothèse que seules les interactions cou-
lombiennes entre deux polaritons sont à l’origine de la diffusion des polaritons.
Or nous avons montré dans le chapitre 4 qu’à partir d’une certaine densité de
porteurs, les interactions coulombiennes ne suffisaient pas à expliquer toute la
dynamique, et qu’il fallait tenir compte du blocage de Pauli. Néanmoins, par
souci de simplicité, et de clarté de l’analyse, nous nous limiterons à cette ap-
proximation. Cette dernière est valable pour de basses densités de porteurs en ce
qui concerne le polariton de basse énergie.

5.1.4 Élargissement collisionnel à l’angle nul

Nous appliquons ce modèle au calcul de l’élargissement de la raie du polariton
lorsque l’excitation est résonante avec le polariton en ~k// = 0. Nous déduisons
d’abord des résultats expérimentaux exposés au § 5.1.1, l’élargissement de la raie
du polariton en fonction de la puissance incidente. La figure 5.6 montre ces résul-
tats expérimentaux et notre calcul, pour la microcavité M1159. Les paramètres
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Fig. 5.6: Élargissement collisionnel Γ − Γ0 en fonction de la densité
de porteurs, en incidence normale, pour deux désaccords δ (microcavité
M1159). Échelle de gauche : résultats expérimentaux. • : δ = 1 meV et ◦ :
δ = −7 meV. Échelle de droite : calcul. trait continu : δ = 0 meV et poin-
tillés : δ = −7meV. Les pointillés verticaux indiquent le seuil en densité
de porteurs pour δ = 1 meV.

utilisés pour ce calcul correspondent relativement bien aux données expérimen-
tales : le dédoublement de Rabi est de 14meV, Γ0 = 0,9 meV, l’indice effectif de
la cavité est ncav = 2,5, et les désaccords entrant dans le calcul sont −7 meV et
0meV.

Nous trouvons un très bon accord avec l’expérience. Nous reproduisons d’une
part un élargissement très faible pour le désaccord négatif, et d’autre part l’exis-
tence d’un seuil pour le désaccord de 3meV. Pour un désaccord négatif tel que
−7 meV, le puits de potentiel que forme la dispersion autour de ~k// = 0 est très
profond, et même à grande densité de porteurs (avant la transition vers le couplage
faible), les porteurs ne peuvent pas s’échapper. Pour un désaccord légèrement po-
sitif, ce puits de potentiel est moins profond et il existe une densité de porteurs
à partir de laquelle les polaritons peuvent sortir du puits et accéder aux états du
réservoir. Le seuil est bien reproduit et vaut environ 2.1011 cm−2. Nous obtenons
un désaccord quant aux valeurs absolues de l’élargissement, comparable au cas
des microcavités III-V [128] où le calcul donne une surestimation d’un facteur 3 ;
dans notre cas, il est d’un facteur inférieur à 4 (on notera les échelles différentes
pour les valeurs expérimentales (à gauche) et celui pour le calcul (à droite) sur la
fig. 5.6).

Dans le cas de la microcavité M1121, à désaccord nul, le calcul reproduit très
bien les élargissements déduits de la mesure du temps de cohérence (cf. fig. 5.7).
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Fig. 5.7: Élargissement collisionnel en fonction de la densité de porteurs,
à un désaccord nul. Échelle de gauche : résultats expérimentaux (symboles
fermés : microcavité M1121, symboles ouverts : microcavité M1159) et
calcul pour la microcavité M1121 (en pointillés). Échelle de droite : calcul
pour la microcavité M1159 (trait continu).

Ces deux microcavités diffèrent par leur dédoublement de Rabi. Celui-ci est seule-
ment de 7 meV pour la microcavité M1121, et le creux de dispersion en centre
de zone est alors moins profond. Aussi le seuil au-delà duquel l’élargissement est
important est plus petit que dans le cas de la microcavité M1159. Il est de l’ordre
de 4.1010 cm−2, alors que pour la microcavité M1159, comme on vient de le voir,
le seuil est environ 2.1011 cm−2 (voir la comparaison sur la figure 5.7).

5.1.5 Conclusion

L’élargissement collisionnel des polaritons est fortement modifié par rapport
au cas de l’exciton nu, comme nous venons de le voir. Un comportement en seuil
avec la densité de porteurs était prévu théoriquement et mesuré dans les cavités
III-V. Nous reportons les mêmes conclusions dans les cavités II-VI.

Nous avons vu que lorsqu’on excite des polaritons en ~k// = 0, l’élargissement
de la raie du polariton devient important quand les états du réservoir sont acces-
sibles ; en effet, la fonction lorentzienne L, qui tient lieu de conservation de l’éner-
gie, possède alors une largeur qui est de l’ordre de la différence d’énergie entre
les états de faible ~k// et le réservoir excitonique, ∆E. Pour cela, il est nécessaire
d’exciter le système avec une densité d’excitation suffisante. Dans ce problème,
la dispersion joue un rôle crucial, qui sera étudié de façon plus approfondie par
des mesures pour différents angles d’incidence dans les paragraphes suivants.
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En effet, une alternative pour atteindre les états du réservoir est de faire varier
le vecteur d’onde de l’excitation kp. Lorsque la densité d’excitation est constante,
la largeur de la lorentzienne est fixée ; il doit exister un angle au-delà duquel les
polaritons peuvent être diffusés dans les états du réservoir. On s’attend alors à
retrouver également un comportement de seuil avec l’angle d’excitation.

Pour un vecteur d’onde d’excitation kp donné, on s’attend à trouver un com-
portement du même type qu’à angle nul lorsque la densité d’excitation augmente,
à savoir un seuil en densité de porteurs pour l’élargissement collisionnel. Puisque
l’on s’approche des états du réservoir lorsque l’angle d’excitation augmente, le
seuil devrait diminuer lorsque l’angle d’excitation crôıt.

Ces deux possibilités sont envisagées dans les paragraphes suivants.

5.2 Élargissement collisionnel : dépendance an-

gulaire

5.2.1 Principe de l’expérience

Nous avons effectué des mesures de mélange à quatre ondes en configuration
cocirculaire, pour plusieurs angles d’incidence. Pour pouvoir comparer les mesures
d’un angle à l’autre, il est nécessaire a priori de se référer à la densité de porteurs
créés et non à la puissance incidente (sauf pour des angles d’incidence proches).
En effet, lorsque l’angle d’incidence augmente, l’absorption du polariton de basse
énergie change : le poids exciton augmente avec le vecteur d’onde et comme c’est
la composante cavité qui couple le polariton à l’extérieur, l’absorption diminue. Le
calcul par matrices de transfert montre que l’aire intégrée du pic d’absorption du
polariton de basse énergie diminue d’un facteur 3 quand l’angle d’incidence passe
de 0̊ à 25̊ . Nous avons donc mesuré à chaque puissance incidente la réflectivité
dans les conditions de l’expérience de mélange à quatre ondes, afin de mesurer la
densité de porteurs dans chaque cas (cf. annexe D).

Le signal de Ti-FWM a été mesuré à densité de porteurs constante, en fonction
de l’angle d’excitation, selon la procédure décrite au chapitre 3, qui nous permet
de sonder sélectivement un polariton d’énergie et de vecteur d’onde (E,~k//) donné.

À chaque angle d’incidence, nous avons effectué une mesure de la réflectivité
large bande afin de connâıtre l’énergie des deux modes de polariton. Nous en
déduisons à la fois le désaccord et le vecteur d’onde. Nous nous sommes d’abord
placés à un désaccord faible, δ = +3 meV. La figure 5.8 montre la dispersion des
polaritons calculée pour un désaccord de +3 meV, et les points expérimentaux,
indiqués par les symboles, suivent bien la courbe de dispersion. Nous avons ensuite
étudié l’influence du désaccord et effectué des mesures aux désaccords −8 et
+10meV.
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Fig. 5.8: Dispersion en énergie des polaritons pour un désaccord de 3 meV,
calculée d’après le modèle d’oscillateurs couplés (traits plein), et mesurée
en réflectivité (symboles). Les dispersions de l’exciton et de la cavité sont
en pointillés. La réponse de mélange à quatre ondes est mesurée pour
chaque état (E, ~k//(θ)), car les faisceaux incidents de direction ~k1 et ~k2 et

le faisceau de mélange à quatre ondes de direction 2~k2 −~k1 sont résonants
avec cet état.

5.2.2 Résultats expérimentaux

Le signal de Ti-FWM a la même allure que celui mesuré en incidence normale :
la figure 5.9 en montre quelques exemples à plusieurs angles d’incidence pour un
désaccord de +3 meV et pour une densité de porteurs constante de 5.109 cm−2.
Pour conserver cette densité de porteurs, la puissance a été ajustée, variant de
3W/cm−2 à faible incidence, jusqu’à 10W/cm−2 pour 25̊ . Les mesures de réflec-
tivité montrent que le système reste toujours en couplage fort.

La figure 5.10 montre les valeurs du temps de cohérence T2 en fonction de
l’angle, mesuré pour deux densités de porteurs, n = 1.109 cm−2 et n = 5.109 cm−2.
Nous voyons que dans les deux cas, la valeur de T2 reste constante jusqu’à 16̊ ,
puis diminue doucement aux grands angles. On obtient des valeurs de T2 plus
petites pour la densité de porteurs la plus élevée en raison du déphasage induit
par l’excitation : pour n = 5.109 cm−2, T2 passe de 1,5 ps aux petits angles à
0,5 ps aux grands angles, tandis que pour n = 1.109 cm−2, T2 diminue jusqu’à des
valeurs de 0,8 ps seulement.

Enfin, des mesures ont été faites à un désaccord de −8 meV et +10meV, à
la densité d’excitation d’environ n = 5.109 cm−2. La figure 5.11 montre les temps
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Fig. 5.9: Signal de Ti-FWM en fonction du retard entre les deux impul-
sions pour différents angles, indiqués sur la figure, et pour une densité de
porteurs de 5.109 cm−2. Le désaccord est de +3 meV.

Fig. 5.10: Temps de cohérence T2 en fonction de l’angle d’incidence
pour une densité de porteurs injectés de 5.109 cm−2 (symboles fermés)
et 1.109cm−2 (symboles ouverts), en couplage fort.
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Fig. 5.11: Temps de cohérence T2 en fonction de l’angle d’incidence pour
une densité de porteurs injectés de 5.109 cm−2, pour plusieurs désaccords.

de cohérence obtenus : le temps T2 décrôıt régulièrement avec l’angle d’incidence
pour δ = +10 meV, tandis que pour δ = −8 meV, il reste à peu près constant.

5.2.3 Modélisation

Pour analyser ces résultats, nous allons rester dans le même cadre théorique
que celui utilisé au § 5.1.3. Nous examinons maintenant la situation où deux po-
laritons injectés à un vecteur d’onde ~kp sont diffusés en ~kp +~q et ~kp−~q. Dans une
première partie, nous allons simplement discuter ce qu’implique la conservation
du vecteur d’onde dans le plan, dans le cas d’une conservation stricte de l’éner-
gie (polariton de largeur négligeable). Puis nous montrerons comment le modèle
utilisé en incidence normale peut être généralisé à une excitation en angle. Enfin,
nous comparerons les résultats à cette théorie.

Introduction : diffusion de deux polaritons

En premier lieu, examinons simplement la diffusion de deux polaritons, excités
en résonance à un certain angle. Soit ~kp le vecteur d’onde dans le plan des polari-
tons basse énergie injectés à l’angle correspondant θ. On décompose les vecteurs
d’onde dans le plan ~k// selon les axes {kx, ky}. On peut choisir ces derniers tels

que ~kp ait comme coordonnées (kp, 0). La diffusion de deux polaritons de vecteur

d’onde ~kp en un polariton de vecteur d’onde ~k1 et un autre de vecteur d’onde ~k2

doit conserver l’énergie et le vecteur d’onde soit :
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kx (m−2)

ky (m−2)

-

-
-

Fig. 5.12: Intersection de la surface A(kx, ky) = E(kx, ky) + E(2~kp −
kx,−ky) − 2E(kp, 0) et E = 0, dans l’espace (figure du haut) et dans
le plan {kx, ky} (figure du bas). La courbe en huit de chiffre correspond
à l’ensemble des vecteurs d’onde des états finals de la diffusion de deux
polaritons de vecteur d’onde kp (centre du huit de chiffre). La dispersion
du polariton basse énergie E(kx, ky) est calculée pour un désaccord de
+3meV.
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2~kp = ~k1 + ~k2

2E(~kp) = E(~k1) + E(~k2)

soit encore
2E(~kp) = E(~k1) + E(2~kp − ~k1)

En posant (kx, ky) les coordonnées de ~k1, l’ensemble des vecteurs d’ondes ~k1

qui peuvent convenir comme états finals se trouvent à l’intersection de la sur-
face A(kx, ky) = E(kx, ky) + E(2~kp − kx,−ky) − 2E(kp, 0) et du plan E = 0.
La figure 5.12 représente cette intersection lorsque le vecteur d’onde initial est
kp = 3.104 cm−1, correspondant à un angle d’incidence de 21̊ (le désaccord est de
3meV). Les états finals accessibles se situent sur une courbe en ✭✭ huit de chiffre ✮✮,
montrant que les polaritons peuvent être diffusés hors du plan initial ky = 0.

On appelle angle magique l’angle d’excitation qui permet de peupler l’état
~k// = 0, c’est-à-dire lorsque le ✭✭ huit de chiffre ✮✮ croise l’axe kx en 0 (cf. fig. 5.13).
Cet angle joue un rôle très particulier dans les processus d’émission stimulée
discutés dans l’introduction, et dont il sera à nouveau question dans le para-
graphe 5.5. La valeur de l’angle magique est minimum pour un désaccord nul.
Pour un désaccord de 3 meV, le calcul donne ainsi un angle magique d’environ
16̊ en prenant un indice effectif de 2,875.

Dans le cadre d’une conservation stricte de l’énergie, on montre aussi que
la diffusion de deux polaritons n’est possible que pour des polaritons injectés à

0  

 

Fig. 5.13: Ensemble des vecteurs d’onde {kx, ky} correspondant aux états
finals de la diffusion de deux polaritons injectés à l’angle magique.
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des angles supérieurs à l’angle magique. À un angle inférieur, la conservation de
l’énergie est impossible à cause de la courbure trop importante de la dispersion.

Modèle et prédiction du modèle

Nous généralisons ici le modèle présenté au § 5.1.3. Nous excitons en résonance
la branche basse du polariton à un angle donné c’est-à-dire à un vecteur d’onde
donné ~kp. La situation du § 5.1.3 devient donc un cas particulier où ~kp = 0. La
diffusion qui intervient est maintenant celle de deux polaritons de vecteur d’onde
~kp, vers un polariton de vecteur d’onde ~kp − ~q et un autre de vecteur d’onde
~kp + ~q. L’élargissement du polariton de basse énergie de vecteur d’onde ~kp est
alors donné par l’équation implicite suivante :

Γ − Γ0 =
4~

4

π4µ2
n

∫ ∞

0

[ dq q Fq|Xkp−q|2|Xkp+q|2|Xkp |4

×L(2Ekp − Ekp−q − Ekp+q, 4Γ) ] (5.3)

où L(E, γ) est toujours la lorentzienne définie par l’équation 5.2. |Xkp |4 donne la
fraction excitonique pour les deux polaritons initiaux, et |Xkp−q|2|Xkp+q|2, celle
pour les polaritons dans l’état final. La fonction Fq ne change pas car elle ne
dépend que du transfert de vecteur d’onde q.

Nous pouvons calculer l’élargissement du polariton de basse énergie pour diffé-
rents vecteurs d’onde incidents ~kp. La figure 5.14 montre le résultat du calcul pour
plusieurs désaccords, à une densité de porteurs constante égale à n = 5.109 cm−2.

Fig. 5.14: Élargissement collisionnel en fonction du vecteur d’onde inci-
dent. Influence du désaccord : le seuil au-delà duquel l’élargissement colli-
sionnel est activé diminue lorsque le désaccord augmente.
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D’une part, nous trouvons bien une dépendance en seuil avec le vecteur d’onde
d’incidence, donc avec l’angle. L’interprétation est la suivante. À faible incidence,
en raison de la largeur finie du polariton, la conservation de l’énergie ne permet
d’atteindre que les états de centre de zone, possédant une faible densité d’état.
L’élargissement est alors négligeable car peu d’états finals sont disponibles. À
partir d’un certain angle, les états excitoniques du réservoir peuvent être acces-
sibles à l’intérieur de la largeur de la lorentzienne, et les polaritons s’échappent
du puits de potentiel. L’élargissement collisionnel est alors activé.

D’autre part, nous trouvons une dépendance du seuil avec le désaccord exciton-
photon δ. Plus le désaccord δ est grand (et positif), moins la dispersion est creusée
autour de k = 0, et l’angle seuil pour lequel les polaritons peuvent atteindre les
états du réservoir par diffusion est plus petit.

Cet élargissement collisionnel fonction de l’angle d’incidence est le pendant
de l’élargissement fonction de la densité d’excitation, et est bien expliqué dans le
même formalisme.

Comparaison théorie-expérience

À partir des mesures du temps de cohérence, nous déduisons la largeur spec-
trale du polariton excité à l’angle θ (Γ = 2~/T2). Pour obtenir l’élargissement,
nous devons connâıtre la largeur homogène Γ0 du polariton. Nous la mesurons
par réflectivité à très basse puissance, pour chaque angle. Nous tenons compte
ainsi de la faible variation de la largeur de la raie au fur et à mesure que l’angle
d’incidence augmente, variation due au changement du poids exciton-photon pour
le polariton (cf. § 1.3.3).

Nous calculons à présent l’élargissement collisionnel pour une densité d’excita-
tion n fixée, lorsque le vecteur d’onde kp des polaritons injectés varie, c’est-à-dire
lorsque l’angle d’incidence varie. Pour le désaccord de +3 meV, les courbes théo-
riques correspondant aux densités de porteurs expérimentales sont représentées à
la fig. 5.15. Les paramètres pour l’ajustement sont très proches de ceux de l’ex-
périence : le dédoublement de Rabi est pris égal à 12 meV, Γ0 = 0,6 meV, l’indice
effectif de la cavité est ncav = 2,5 et le désaccord est de +3 meV. Qualitativement,
l’accord est parfait : on reproduit bien la forme des courbes ainsi que l’angle seuil
au-delà duquel l’élargissement collisionnel est activé. Néanmoins, comme dans
le cas de l’excitation en incidence normale, la valeur absolue de l’élargissement
calculé est légèrement différente de la mesure (facteur 5).

Ces deux résultats à désaccord δ = +3 meV montrent aussi l’influence de la
densité de porteurs : on constate que le seuil est le même, mais une densité de
porteurs grande induit un élargissement plus grand, surtout aux grands angles.

Nous pouvons vérifier l’effet du désaccord discuté précédemment. Les résul-
tats aux désaccords δ = −8 meV, +3 meV et +10 meV mesurés à la densité de
porteurs n = 5.109 cm−2 sont comparés au modèle avec les mêmes paramètres
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Fig. 5.15: Élargissement collisionnel en fonction de l’angle d’incidence
pour un désaccord de +3meV. Symboles : résultats expérimentaux (sym-
boles ouverts : n = 1.109 cm−2, symboles fermés : n = 5.109 cm−2)
et lignes : théorie. Les paramètres du calcul sont pour les deux cas :
δ = +3meV, Ω = 12meV, Γ0 = 0,6 meV, ncav = 2,5 et les densités de
porteurs sont n = 1.109 cm−2 (en tirets) et n = 5.109 cm−2 (pointillés).

Fig. 5.16: Élargissement collisionnel en fonction de l’angle d’incidence, à
la densité d’excitation n = 5.109 cm−2. Symboles : résultats expérimentaux
et traits continus : théorie (n = 5.109 cm−2, Ω = 12meV, Γ0 = 0,6meV,
ncav = 2,5 et les désaccords sont ceux de l’expérience).
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que précédemment, sur la figure 5.16. L’accord qualitatif est encore excellent :
le seuil diminue lorsque le désaccord δ augmente. Pour un désaccord négatif, la
dispersion est trop creusée en centre de zone et les polaritons excités même à
grand angle ne parviennent pas à atteindre les états du réservoir : l’élargissement
collisionnel reste faible, aucun seuil n’apparâıt.

5.3 Élargissement collisionnel à angle constant

5.3.1 Résultats expérimentaux

Pour un angle donné, nous examinons ici la dépendance du temps de cohé-
rence avec la densité de porteurs, c’est-à-dire avec la puissance incidente. Ces
mesures ont été faites sur la microcavité M1159 à un désaccord de +3 meV. Pour
plus de clarté, la figure 5.17 montre les mesures de T2 en fonction de la puissance
incidente pour 4 angles seulement.

En régime de couplage fort, nous observons une forte dépendance en angle.
Pour tous les angles d’incidence, le temps de cohérence diminue lorsque la puis-
sance d’excitation augmente. Nous remarquons aussi que T2 diminue peu à basse
puissance, puis plus rapidement à partir d’un certain seuil de puissance d’excita-
tion.

Lorsque la puissance atteint environ 40W/cm2, les mesures de réflectivité
montrent que l’on atteint le régime de couplage faible. Plus précisément, la puis-
sance à laquelle s’effectue la transition du couplage fort vers le couplage faible
dépend de l’angle. Elle ne varie pas beaucoup pour les angles entre 14̊ et 20̊ , (de
l’ordre de 40W/cm2), mais elle est plus grande pour l’angle nul (200W/cm2)1.
C’est pourquoi, pour la lisibilité de la figure, la courbe de résultats à l’angle nul a
été placée sur une autre échelle de puissance de manière à placer la transition vers
le couplage faible au même endroit. En régime de couplage faible, le temps de co-
hérence diminue de la même manière pour tous les angles. Le signal de mélange à
quatre ondes est alors dû à l’exciton du puits quantique possédant une dispersion
plate, et filtré par la cavité ; aucune dépendance en angle n’est attendue.

1 En terme de densités de porteurs, la transition vers le couplage faible se fait à une densité de
porteurs qui diminue avec l’angle (8.1011 cm−2 à angle nul, 2.1011 cm−2 à 14̊ , 3.1010 cm−2 à 17̊ ,
2.1010 cm−2 à 19̊ ). Nous avons vu qu’à densité de porteurs constante, l’élargissement de la raie
du polariton, et ainsi sa largeur sont plus importants au fur et à mesure que l’angle d’incidence
augmente. Un élargissement suffisant des raies conduit à la transition vers le couplage faible
(cf. § 1.3.2). Celui-ci est donc atteint à plus basse densité de porteurs pour des grands angles.
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Fig. 5.17: Temps de cohérence T2 mesuré à un désaccord de 3 meV en
fonction de la puissance incidente pour les angles 0̊ (axe des abscisses du
haut), 14̊ , 17,5̊ et 20̊ (axe des abscisses du bas). Les pointillés sont un
guide pour la lisibilité de la figure.

5.3.2 Comparaison théorie-expérience

Nous modélisons ici les mesures du temps de cohérence pour différentes puis-
sances d’excitation, à un angle d’excitation donné, que nous venons d’exposer.
La largeur du polariton est déduite grâce au temps de cohérence, et nous prenons
toujours pour Γ0 la largeur du polariton à l’angle considéré à très basse puissance.

Nous calculons l’élargissement collisionnel sur la base du modèle du § 5.2.3,
pour un vecteur d’excitation kp correspondant à l’angle d’incidence. Nous faisons
alors varier la densité de porteurs. La figure 5.18 montre la confrontation des
résultats expérimentaux avec le calcul de l’élargissement, pour les angles 11,5̊ ,
14̊ , 16̊ , et 17,5̊ . Les paramètres sont les mêmes que dans le paragraphe précé-
dent 5.2.3 (Ω = 12 meV, Γ0 = 0,6 meV, ncav=2,5 et δ = +3 meV). Les calculs
reproduisent bien l’élargissement collisionnel expérimental.

Notons d’emblée que l’on retrouve la dépendance en seuil attendue : l’élargisse-
ment collisionnel est négligeable pour de faibles densités de porteurs, puis devient
plus important lorsque le réservoir excitonique devient accessible. Ce seuil est de
plus en plus faible lorsque l’angle d’incidence augmente, puisque les polaritons
injectés sont de plus en plus proches énergétiquement du réservoir. Les angles



130 Chapitre 5. Étude angulaire

Fig. 5.18: Élargissement collisionnel en fonction de la densité de porteurs
pour les angles d’incidence 11,5̊ , 14̊ , 16̊ , et 17,5̊ . Symboles : résultats
expérimentaux, échelle à gauche, et lignes continues : théorie, échelle à
droite.

Fig. 5.19: Élargissement collisionnel théorique en fonction de la densité
de porteurs pour les angles d’incidence 11,5̊ , 14̊ , 16̊ , et 17,5̊ .
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Fig. 5.20: Élargissement collisionnel théorique en fonction de la densité
de porteurs pour plusieurs angles d’incidence.

où nous avons effectué les mesures sont assez proches et les seuils ne sont pas
très différents (cf. fig. 5.19). La variation du seuil avec l’angle est mieux marquée
sur la figure 5.20 où sont reportées des courbes théoriques pour des angles plus
espacés. Le cas de l’exciton nu est rappelé pour comparaison : plus l’angle d’in-
cidence est grand, plus le seuil diminue et plus on se rapproche de la situation
de l’exciton nu. En effet, le polariton excité a une fraction excitonique de plus en
plus importante.

5.4 Conclusion

Dans ces trois premiers paragraphes, nous avons calculé l’élargissement de
la raie du polariton basse énergie en adaptant un modèle fondé sur la diffusion
polariton-polariton afin d’interpréter les mesures angulaires de temps de cohé-
rence. Nous montrons que nous reproduisons bien l’élargissement en fonction de
la densité de porteurs à angle nul, comme Baars et al. [128] l’avaient fait sur une
microcavité III-V. Nous mettons en évidence l’existence d’un seuil, à partir du-
quel les polaritons peuvent s’échapper du piège que forme la dispersion en centre
de zone, et atteindre les états du réservoir où la densité d’états est très grande.
Cela conduit à une activation de l’élargissement. Lorsque le piège est trop profond
(comme c’est par exemple le cas ici à un désaccord négatif de −7 meV), le seuil
n’est pas atteint et l’élargissement demeure très faible.

Nous avons étendu le modèle au calcul de l’élargissement en fonction de la
densité de porteurs pour un angle non nul. Le seuil est ainsi atteint plus vite,
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puisque l’état sondé est plus proche énergétiquement du réservoir.

D’autre part, le modèle permet aussi d’expliquer une situation inverse : la
mesure du temps de cohérence à une densité d’excitation donnée en fonction
de l’angle. Nous sondons ainsi la courbe de dispersion du polariton. Le même
cadre théorique convient également. Nous trouvons un comportement en seuil
aussi : à partir d’un certain angle, le réservoir excitonique est accessible pour les
états finals de la diffusion, et l’élargissement collisionnel est de nouveau accéléré.
Lorsque l’excitation s’effectue à des angles de plus en plus grands, le seuil diminue
car le polariton excité, dont la fraction excitonique est de plus en plus importante,
est de plus en plus proche du réservoir. On se rapproche du cas de l’exciton, pour
lequel l’élargissement est régulier.

Notons enfin que la comparaison théorie-expérience est qualitativement ex-
cellente dans tous les cas de figure, mais cependant imparfaite quant à la valeur
absolue (facteur 4 ou 5 de différence). Rappelons que Baars et. al. [128] n’ob-
tiennent eux aussi qu’un accord qualitatif. Il semble clair que la phénoménologie
de l’élargissement collisionnel tient essentiellement à la forme particulière en ✭✭ S ✮✮

de la dispersion, à la variation du poids excitonique du polariton en fonction de ~k
et à une interaction répulsive entre polaritons. Cela est très bien pris en compte
dans le modèle. En revanche, le calcul de l’élément de matrice Fq est fait dans le
cadre d’approximations qui peuvent être largement discutées. On suppose que les
collisions se font entre deux polaritons uniquement, dans un système parfaitement
bidimensionnel, ce qui est très simplifié par rapport à la complexité du problème
à N corps. En particulier, ne sont pris en compte ni effet d’écrantage, ni blocage
de Pauli, qui ne peuvent être négligés à forte excitation (cf. chap. 4). Un cal-
cul rigoureux des interactions entre excitons vient notamment d’être élaboré par
M. Combescot et al. [138, 139, 140]. Ce travail souligne en particulier quelques
problèmes liés au calcul de l’élément de matrice d’interaction entre excitons par
Ciuti et al..

Jusqu’à présent, nous avons étudié la dynamique cohérente pour de grandes
variations d’angles (entre 0̊ et 30̊ ). Toutefois, comme l’introduction de ce chapitre
le rappelle, la dynamique des polaritons peut être fortement modifiée lorsque
l’on excite le système spécifiquement à l’angle magique (émission stimulée ou
amplification paramétrique). Dans le paragraphe suivant, nous nous concentrons
sur ce problème grâce à une excitation plus précise autour de l’angle magique.

5.5 Régime de stimulation

5.5.1 Introduction

Comme nous l’avons rappelé en introduction, un phénomène de stimulation
de la photoluminescence du polariton de basse énergie, au-delà d’une certaine
puissance d’excitation, est observé dans les microcavités II-VI, sous l’effet d’une
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Fig. 5.21: Dispersion en énergie du polariton de basse énergie (ELP) pour
un désaccord de 3 meV, calculée d’après le modèle d’oscillateurs couplés.
La diffusion de deux polaritons injectés à l’angle magique, vers un polariton
en k// = 0 et un polariton à grand k// est représentée schématiquement.

excitation non-résonante à haute énergie [26].

Dans le cas d’une excitation résonante, les expériences de pompe-sonde de
Savvidis et al. [27] ont clairement souligné le rôle particulier que joue l’angle
magique dans ces processus d’émission stimulée. Dans ces expériences, un faisceau
pompe injecte des polaritons au voisinage du point d’inflexion de la dispersion
du polariton de basse énergie, avec le vecteur d’onde kp. Deux polaritons de
✭✭ pompe ✮✮ peuvent alors être diffusés efficacement en un polariton en k// = 0, et
un polariton à 2kp (✭✭ complémentaire ✮✮), tout en conservant à la fois l’énergie et
l’impulsion (cf. § 5.2.3 et fig. 5.21). Un faisceau sonde, peuplant suffisamment
les états en k// = 0, est à même de stimuler ce mécanisme. Il en résulte une
amplification de la sonde, qui s’accompagne d’un déplacement de la raie vers le
bleu.

En excitation continue ou pulsée et en résonance [30, 31, 32, 33, 34], le même
phénomène de stimulation peut être observé sans l’introduction supplémentaire
d’un faisceau sonde, si suffisamment de polaritons issus de la pompe se sont
accumulés en k// = 0. Il est alors auto-stimulé, comme dans le cas d’une excitation
hors résonance, à haute énergie.

Toutes ces caractéristiques ont été expliquées théoriquement par Ciuti et al.
[125] et Whittaker [131] en terme d’amplification ou d’oscillation paramétrique.
Le décalage vers le bleu est dû à une renormalisation des énergies en raison de
l’interaction coulombienne entre polaritons.
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Avant d’effectuer l’expérience de mélange à quatre ondes sous excitation à
l’angle magique, il est nécessaire de caractériser le régime de stimulation dans
nos échantillons. Dans un premier temps, nous effectuons une mesure de l’inten-
sité de la photoluminescence sous excitation continue et hors résonance (§ 5.5.2).
Ensuite, nous nous plaçons dans les conditions expérimentales exactes de l’ex-
périence de mélange à quatre ondes à réaliser, pour mesurer l’intensité de la
photoluminescence sous excitation pulsée (§ 5.5.3). Nous caractérisons ainsi le
régime de stimulation, en particulier, nous mesurons le seuil correspondant à son
apparition.

5.5.2 Excitation continue et hors résonance

Expériences et résultats

Nous excitons la microcavité à l’aide d’un laser continu à Argon ionisé, émet-
tant à la longueur d’onde de 514 nm. L’énergie du laser est alors de 2,41 eV, et
se situe au-delà de la bande hautement réfléchissante des miroirs de Bragg ; la
lumière est facilement absorbée dans le continuum de l’exciton, et l’angle d’inci-
dence importe peu. Afin d’avoir une détection sélective, et de mesurer uniquement
l’émission en k ≈ 0, nous plaçons un diaphragme qui permet de sélectionner un
petit angle solide autour de la normale à l’échantillon. Nous avons travaillé à
faible puissance, en s’assurant que le couplage fort était préservé.

Fig. 5.22: a) : Spectres de photoluminescence en excitation non-résonante
avec un laser à Argon, dont les puissances successives sont indiquées. b)
Spectres normalisés par la puissance du laser de pompe.
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Fig. 5.23: Intensité intégrée (fig. du haut) et largeur spectrale (fig. du
bas) des spectres de photoluminescence (PL) sous excitation non-résonante
avec un laser à Argon continu, en fonction de la puissance incidente.

La figure 5.22 (figure a) présente les spectres de photoluminescence bruts,
lorsque la microcavité est excitée à un désaccord presque nul. Un seul pic apparâıt
à l’énergie du mode de basse énergie. À une puissance seuil du laser de pompe
d’environ P0 ≈ 1 mW, l’intensité de la photoluminescence devient beaucoup plus
grande (tout en se déplaçant légèrement vers les basses énergies).

En normalisant les spectres par la puissance incidente (fig. 5.22 b), on re-
marque un comportement quasi linéaire de la photoluminescence avant et après
P0, avec une augmentation brutale de l’émission au niveau du seuil.

L’analyse est plus aisée en traçant l’intensité intégrée de la photoluminescence
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(cf. fig. 5.23). En dessous de P0, l’intensité intégrée augmente linéairement avec
la puissance, puis au voisinage du seuil, la croissance est fortement non-linéaire.
Nous notons également un affinement des raies, de 1,55 à 1,17meV au-niveau du
seuil.

Analyse

Après avoir excité optiquement la microcavité à haute énergie, au-dessus de la
bande interdite des miroirs, des paires électron-trou sont créées dans le continuum
de l’exciton et forment rapidement des excitons par diffusion entre porteurs ou
avec les phonons. Ces excitons peuplent essentiellement la zone non radiative à
grand vecteur d’onde. À faible puissance d’excitation, la relaxation vers les états
en k ≈ 0 peut se faire par interaction avec les phonons acoustiques, ce qui conduit
à une dépendance linéaire de l’émission. À plus forte puissance d’excitation (sous
le seuil de stimulation), la relaxation peut s’effectuer aussi par collision polariton-
polariton, ce qui conduit a priori à une dépendance quadratique [30, 35, 130].
Au-delà du seuil, la stimulation par occupation de l’état final en k// = 0 donne
naissance à une non-linéarité plus forte, à un affinement de la raie et à un décalage
de la raie vers le bleu [26, 141, 129, 35, 130].

La figure 5.23 montre clairement un effet de seuil, avec une variation non-
linéaire, plus forte qu’une dépendance quadratique. Nous observons aussi l’affi-
nement de la raie qui confirme une interprétation de cette expérience en terme
d’émission stimulée. Quant au léger déplacement vers le rouge de la raie, et non
pas comme attendu vers le bleu, nous l’attribuons à un léger échauffement de
l’échantillon, qui est excité ici en continu, alors que l’excitation était pulsée dans
les travaux précités [26, 92, 141]. En effet, une élévation de la température conduit
à une réduction de l’énergie de bande interdite, et donc de celle de l’exciton et
des polaritons.

Conclusion

En conclusion, il est possible d’obtenir dans notre échantillon de l’émission
stimulée. Nous remarquons que l’augmentation de l’émission obtenue ici est beau-
coup plus faible que celles observées par Bœuf et. al. [141]. L’intensité intégrée
des courbes normalisées est multipliée par un facteur 30, tandis que le facteur
n’est que de 2,2 dans notre cas. Cela s’explique entre autre par le fait que notre
échantillon contient un petit nombre de puits quantiques (6 puits quantiques dans
notre cas, 12 puits quantiques dans la réf. [141]) [92, 142].

5.5.3 Excitation résonante à l’angle magique

Dans cette seconde expérience de caractérisation, nous cherchons à obtenir le
régime de stimulation par une excitation résonante à l’angle magique, dans les
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conditions exactes de la mesure du signal de mélange à quatre ondes. L’excitation
est alors constituée de deux impulsions excitatrices (avec un retard ∆t nul), et le
désaccord exciton-photon est de +3 meV.

L’intensité intégrée de l’émission (cf. fig. 5.24) augmente quadratiquement à
basse puissance, puis subit une non-linéarité lorsque la puissance d’excitation

Fig. 5.24: Excitation résonante à l’angle magique pour un désaccord
de 3 meV. Figure du haut : intensité intégrée de la photoluminescence en
k// = 0 en fonction de la puissance d’excitation. La figure insérée pré-
sente ces mesures refaites avec une résolution plus grande en puissance
d’excitation. La ligne verticale indique le seuil en puissance au-delà duquel
apparâıt le régime de stimulation. Figure du bas : position de la raie de
photoluminescence en fonction de la puissance d’excitation.
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vaut environ 1W/cm2 : elle augmente alors très brusquement (cette brusque
augmentation d’intensité liée à l’apparition du régime de stimulation se voit mieux
sur la petite figure insérée, où les mesures ont été plus nombreuses, notamment
autour du seuil). Elle varie ensuite quasi-linéairement.

De plus, nous observons ici un décalage de la raie vers le bleu de 1meV
(cf. fig. 5.24), qui se stabilise au-delà du seuil. Comme nous l’avons déjà expliqué,
ce décalage vers le bleu provient de la renormalisation de l’énergie du polariton
due aux interactions coulombiennes entre polaritons, et ne doit pas dépendre de
la puissance de la pompe [124]. À plus forte intensité encore (70W/cm2), la raie
se décale encore plus vers les hautes énergies, lorsque la cavité passe du régime
de couplage fort à celui de couplage faible.

En conclusion, la non-linéarité observée correspond à l’apparition du régime
de stimulation de l’émission. Le seuil correspondant se situe entre 2 et 3 W/cm2.

5.5.4 Temps de cohérence à l’angle magique

Exciter le système à l’angle magique nécessite une grande précision sur l’angle
d’incidence. Dans cette partie, nous avons donc mesuré le signal de mélange à
quatre ondes avec une résolution angulaire plus grande que précédemment (no-
tamment entre 15̊ et 20̊ ). La figure 5.25 montre le temps de cohérence T2 en
fonction de l’angle pour deux puissances d’excitation (à l’angle magique) : d’une
part, 1 W/cm2 (soit une densité de porteurs de 1.109cm−2), sous le seuil de stimu-
lation, et d’autre part 4 W/cm2 (5.109cm−2), au-dessus du seuil de stimulation.
Nous retrouvons pour les deux cas la diminution du temps de cohérence aux

grands angles que nous avons étudiée au § 5.2.2. Pour la densité de porteurs
de 5.109cm−2, une fine résonance autour d’un angle voisin de l’angle magique,
18,5̊ se superpose à cette variation. Dans ce cas, le temps de cohérence chute
brutalement jusqu’à la valeur de 660 fs. Comme nous l’avons vu, le modèle d’élar-
gissement dû à la diffusion polariton-polariton ne prévoit aucune résonance à cet
angle.

De plus, nous avons mesuré le temps de cohérence à l’angle de 18,5̊ en fonc-
tion de la puissance incidente. La figure 5.26 montre les résultats obtenus et
rappellent les valeurs du temps T2 pour quelques autres angles. Contrairement
à ces angles, que nous avons déjà étudiés, à 18,5̊ , T2 diminue rapidement en-
dessous de 2 W/cm2, c’est-à-dire au niveau du seuil de stimulation, et au-delà,
reste constant sur plus d’un ordre de grandeur.

Cette dépendance de T2 à l’angle de 18,5̊ en fonction de la puissance d’exci-
tation n’est pas expliquée par le modèle de diffusion polariton-polariton non plus.
Le calcul, effectué avec les mêmes paramètres qu’au paragraphe précédent 5.3.2,
est en complet désaccord avec les résultats expérimentaux (cf. fig. 5.27) : à basse
densité de porteurs, au lieu d’un élargissement négligeable, les résultats expé-
rimentaux montrent une croissance rapide puis une saturation à une valeur de
1meV.
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Fig. 5.25: Temps de cohérence T2 en fonction de l’angle d’incidence pour
une densité de porteurs injectés de 5.109cm−2 (symboles fermés, la ligne
est un guide pour l’œil) et 1.109cm−2 (symboles ouverts).

Fig. 5.26: Temps de cohérence T2 mesuré à un désaccord de 3 meV en
fonction de la puissance incidente pour les angles 0̊ , 14̊ , 18,5̊ , et 20̊ .
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Fig. 5.27: Élargissement collisionnel en fonction de la densité de porteurs
pour l’angle magique. Symboles : résultats expérimentaux et lignes : théorie

Ces deux caractéristiques, qui ne sont pas expliquées par le calcul de l’élar-
gissement collisionnel, et qui apparaissent au-dessus du seuil de stimulation sont
la première manifestation observée de la stimulation de la diffusion par l’occupa-
tion de l’état final dans la dynamique cohérente des polaritons photoexcités. On
notera que, pour un indice effectif de cavité de 2,875, le calcul effectué au § 5.2.3
à ce désaccord donne un angle d’environ 16̊ . Il faudrait en réalité utiliser un
indice plus élevé (ncav = 3) pour trouver cette valeur de 18,5̊ . Cependant, nous
verrons qu’en tenant compte de la renormalisation des énergies, l’angle magique
correspond bien à une valeur plus élevée, proche de 18,5̊ (cf. § suivant).

5.5.5 Discussion

Nous venons de mettre en évidence deux propriétés en régime de stimulation :
une forte perte de cohérence à l’angle magique lorsque l’on atteint le seuil de
stimulation, et d’autre part une saturation du temps de cohérence à une valeur
très basse, au-delà du seuil. Nous avons montré que ces observations ne pouvaient
être expliquées en terme de diffusion polariton-polariton, mais qu’elles étaient
dues à la stimulation de la diffusion par l’occupation des états en ~k// = 0, qui
peuvent aussi être interprétées dans un modèle d’oscillateur paramétrique [124,
125, 131].
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Oscillateur paramétrique

L’oscillateur paramétrique optique (OPO), où la non-linéarité est du deuxième
ordre (χ2), transforme un photon d’énergie ~ω0 en deux photons, le signal d’éner-
gie ~ωs et le complémentaire d’énergie ~ωc. Le processus discuté ici est ana-
logue, et les modèles développés pour les microcavités [125, 131] font appel à une
non-linéarité d’ordre 3, qui a pour origine exclusivement les interactions coulom-
biennes. C’est le terme en V P |P |2 décrit dans le chapitre 4. Remarquons que
l’autre source de non-linéarité discutée au chapitre 4, le blocage de Pauli, qui est
en EP |P |2, donnerait la même phénoménologie. En effet, nous avons vu que dans
la microcavité, le champ intracavité et la polarisation ont sensiblement la même
dépendance temporelle.

Nous rappelons simplement ici que ce modèle d’oscillateur paramétrique pré-
voit qu’à partir du seuil, comme dans un laser, on atteint un régime où les pertes
égalent le gain, entrâınant ainsi une saturation de la population de la pompe.
Lorsque la puissance de la pompe augmente au-delà du seuil, chaque polariton de
pompe est converti en un polariton du signal ou un polariton du complémentaire,
de manière à ce que le nombre de polaritons de la pompe reste constant. Ce phé-
nomène est général (dans les lasers, les OPA et OPO) et traduit la déplétion de la
pompe et la saturation du gain au-dessus du seuil d’oscillation paramétrique [143].
Pour une microcavité, en régime d’excitation continue ou stationnaire, Whitta-
ker [131] prévoit ainsi une saturation de l’amplitude de la polarisation |Pp| du
polariton de la pompe. La valeur de |Pp| au seuil est donnée par :

V |Pp|2 |Xs| |Xi| =
√

γsγi

où Xs et Xi sont les coefficients de Hopfield correspondant aux fractions excito-
niques du polariton signal et du polariton complémentaire ; V le potentiel coulom-
bien moyen ; enfin le terme de droite fait intervenir la moyenne géométrique des
largeurs des polaritons signal et complémentaire. Physiquement, cette équation
reflète l’égalité des pertes (taux donné par

√
γsγi) et du gain (terme de gauche)

c’est-à-dire le taux de génération des polaritons signal et complémentaire.
D’autre part, nous avons vu que les interactions coulombiennes renormalisent

l’énergie du polariton, provoquant un décalage de la raie du signal vers le bleu.
Le modèle d’oscillateur paramétrique prévoit que la saturation de la population
Np provoque une saturation de ce décalage, au-dessus du seuil d’oscillation. Cela
correspond bien à ce que nous observons en photoluminescence (cf. fig. 5.23).

Interprétation qualitative

Afin de confirmer que la chute du temps de cohérence est due à de la dif-
fusion polariton-polariton stimulée par occupation de l’état final, nous utilisons
les équations dérivées par Ciuti et. al. [124], décrivant le régime d’amplification
paramétrique lorsque le polariton de basse énergie est excité en résonance. Ces
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équations régissent la dynamique de la polarisation pour les états des polaritons
pompe, sonde et complémentaire, et ont été utiles pour interpréter les expériences
de pompe-sonde de Savvidis et al. [27].

En notant kp le vecteur d’onde des polaritons de pompe correspondant à
l’angle d’excitation, les polarisations vérifient :
- pour les polaritons de pompe :

dPkp

dt
=

i

~

[

(Ẽ(kp) + iγ)Pkp + 2EintP
∗
kp

P0P2kp + Fpompe(t)
]

- pour les polaritons de sonde :

dP0

dt
=

i

~

[

(Ẽ(0) + iγ)P0 + EintP
∗
2kp

P 2
kp

+ Fsonde(t)
]

- pour les polaritons du complémentaire :

dP2kp

dt
=

i

~

[

(Ẽ(2kp) + iγ)P2kp + 2EintP
∗
0 P 2

kp

]

Dans ces équations, c’est l’énergie du polariton de basse énergie renormalisée
par les interactions polariton-polariton qui intervient, et qui est égale à Ẽ(k//).
Elle fait intervenir le potentiel effectif d’interaction polariton-polariton donné
par :

Vk, k′, q =

[

6e2

a2D
B n2

cav

Xk+qXk′ +
~Ω

nsat(a2D
B )2

(|Ck+q|Xk′ + |Ck′|Xk+q)

]

Xk′−qXk

Nous rappelons que a2D
B est le rayon de Borh de l’exciton à deux dimensions,

nsat la densité de saturation donnée par l’équation 1.5, ncav l’indice effectif de
la cavité, ~Ω la valeur du dédoublement de Rabi, et Xk et Ck les coefficients de
Hopfield correspondant au polariton de vecteur d’onde ~k.

L’énergie renormalisée vaut alors
- pour le polariton de pompe : Ẽ(kp) = E(kp) + 2 Vkp, kp, 0 |Pkp|2
- pour le polariton de sonde : Ẽ(0) = E(0) + 2 V0, kp, 0 |Pkp|2
- pour le polariton de pompe : Ẽ(2kp) = E(2kp) + 2 V2kp, kp, 0 |Pkp|2

Par souci de simplification, nous prenons, comme la réf. [124], des largeurs
identiques pour tous les polaritons, égales à 2γ = 0,9 meV, valeur mesurée à
basse puissance en réflectivité.

Enfin, Eint est l’énergie de couplage qui vaut Eint = 1
2

(

Vkp, kp, kp + Vkp, kp,−kp

)

et Fpompe(t) est le champ incident de pompe constitué d’une impulsion gaus-
sienne de largeur d’environ 230 fs. Afin de simuler une diffusion (même faible,

par diffusion polariton-polariton) qui peuple les états de sonde en ~k// = 0 avant
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que ne se produise toute amplification, un champ sonde Fsonde(t) est introduit,
mais de valeur très faible (plusieurs ordres de grandeur plus faible que Fpompe(t)).

Avec les paramètres de notre microcavité et à l’aide de la dispersion, il nous
est possible de calculer le potentiel d’interaction Vk, k′, q, et donc tous les termes
qui interviennent. Nous avons résolu numériquement ces équations couplées pour
une excitation femtoseconde à une incidence correspondant au vecteur de pompe
kp.

À très basse puissance, la polarisation de la pompe décrôıt exponentiellement,
comme l’indique la figure 5.28, avec un temps de déclin égal à T2 = ~/γ. La pola-
risation de la sonde est alors très faible. Lorsqu’on atteint le seuil d’amplification
paramétrique, il y a une brusque amplification de la polarisation de la sonde (et
aussi du complémentaire) et le temps de déclin de la polarisation de la pompe est
diminué d’un facteur 2 environ (cf. fig. 5.29).

Le gain (rapport de la polarisation de la sonde en présence et en absence de
la pompe) et la diminution du temps de déclin pour la pompe sont très sensibles
au vecteur d’onde de pompe kp, et sont maximum pour un angle d’environ 19̊ :
nous retrouvons l’angle magique expérimental (18,5̊ ), qui correspond à l’angle
magique pour une dispersion renormalisée du polariton.

Au-dessus du seuil, la polarisation de la pompe décline beaucoup plus vite au
profit d’une amplification de la polarisation de la sonde, bien que γ soit supposé
ici constant. Cela s’interprète en terme de déplétion de la pompe, traduisant un
transfert cohérent des polaritons de pompe injectés vers la sonde et le complé-

Fig. 5.28: Module de la polarisation de la pompe |Pkp | en fonction du
temps, après l’excitation par une impulsion (en grisé) à basse puissance,
sous le seuil d’amplification paramétrique.
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Fig. 5.29: Module de la polarisation de la pompe |Pkp | (en trait gras) et de
la sonde |P0| (en trait fin) en fonction du temps, après l’excitation par une
impulsion (en grisé) à basse puissance, au-dessus du seuil d’amplification
paramétrique. La variation de la polarisation de la pompe |Pkp | en-dessous
du seuil est rappelée en trait pointillé.

mentaire. Ce mécanisme explique bien pourquoi le temps de cohérence mesuré
au-dessus du seuil chute brutalement d’un facteur 2 (entre 1 et 3W/cm2).

Il reste à comprendre pourquoi le temps de cohérence reste constant sur une
large plage de puissances d’excitation. Lorsque la puissance d’excitation aug-
mente, les largeurs des polaritons 2γ ne restent pas constantes, mais comme nous
l’avons vu, augmentent sous l’effet de l’élargissement collisionnel, et ce de ma-
nière plus prononcée pour le complémentaire que pour le signal, plus proche du
réservoir excitonique. De plus, lorsque les largeurs sont plus importantes, le gain
a tendance à se dégrader pour des puissances importantes [124]. La population
de l’état final est alimentée par les porteurs issus de la pompe (par diffusion
stimulée), mais est réduite par (i) l’émission en k// = 0 et (ii) par la possibi-
lité, lorsque cette population est suffisamment importante, de s’échapper vers le
réservoir (élargissement collisionnel). Tous ces processus sont en compétition et
doivent être pris en compte pour une complète compréhension de la dynamique
du système à plus haute puissance [144].

5.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons étudié la dynamique du polariton de basse éner-
gie en excitation résonante le long de la courbe de dispersion. Grâce à une expé-
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rience de mélange à quatre ondes résolue en angle, nous avons mesuré le temps
de cohérence pour un état (E,~k//(θ)) donné.

Dans un premier temps, nous avons mis en évidence un mécanisme d’élargisse-
ment collisionnel, présentant un seuil en fonction de l’angle d’excitation. Lorsque
les polaritons sont photocréés en centre de zone, la diffusion polariton-polariton
est limitée à une région de faible densité d’état. L’élargissement de la raie est alors
faible pour les petits angles, puis il est activé à partir d’un angle seuil, lorsque
les polaritons peuvent s’échapper du puits de potentiel et accéder au réservoir
excitonique. Ce résultat est similaire à l’élargissement collisionnel en incidence
normal observé par Baars [128] dans les III-V, qui présente un seuil en densité de
porteurs. Ces deux mécanismes sont reliés aux mêmes phénomènes physiques, et
s’expliquent dans le même formalisme.

Nous avons ensuite étudié la dynamique de la pompe dans le régime d’oscil-
lation paramétrique, sous excitation à l’angle magique. C’est une étude nouvelle,
car la plupart des travaux se sont plutôt intéressés à l’émission du signal ou du
complémentaire. Nous mesurons une chute brutale du temps de cohérence à cet
angle pour des densités de porteurs supérieures au seuil de stimulation. La dy-
namique cohérente du polariton de pompe dans ce régime est dominée par le
phénomène de déplétion de la pompe.





Conclusion

L’interaction matière-rayonnement est fortement modifiée dans les microcavi-
tés de semiconducteurs en régime de couplage fort. Les polaritons de microcavité,
qui sont les états propres du système, présentent une dispersion très différente de
celle des excitons nus. Au cours de cette thèse, nous avons étudié la dynamique
des polaritons dans le régime cohérent à l’aide d’expériences de mélange à quatre
ondes.

Nous nous sommes intéressés dans un premier temps à la nature des non-
linéarités qui gouvernent la dynamique des polaritons. Lorsque les deux modes
de polaritons sont excités, des oscillations de Rabi apparaissent dans le signal
de mélange à quatre ondes. Ces oscillations sont la manifestation du couplage
fort dans le domaine temporel. Grâce à la résolution numérique des équations de
Maxwell-Bloch, nous avons montré que le contraste de ces oscillations était régi
par le poids relatif du remplissage de l’espace des phases (blocage de Pauli) et des
interactions coulombiennes. L’analyse du contraste des courbes expérimentales a
alors permis de déterminer l’importance relative de ces deux contributions lorsque
la densité de porteurs augmente. Pour le polariton de basse énergie, les interac-
tions coulombiennes dominent à basse densité de porteurs, puis il existe un seuil
de densité de porteurs au-delà duquel le blocage de Pauli devient prépondérant.
Ce seuil se situe un ordre de grandeur en-dessous de celui auquel s’effectue la
transition vers le couplage faible, et a une faible dépendance avec le désaccord.
En ce qui concerne le polariton de haute énergie, nous trouvons que la dynamique
est toujours dominée par le blocage de Pauli. Nous mettons ainsi en évidence un
comportement très différent pour les deux polaritons, sans doute lié à la très
grande différence de dispersion et de couplage avec les états du réservoir excito-
nique. De plus, nous montrons que dans des régimes où des effets de stimulation
ont été observés, les interactions coulombiennes ne sont pas les seules sources de
non-linéarités à prendre en compte, comme c’est souvent le cas.

Cependant, le modèle sur lequel nous fondons notre analyse ne permet pas de
connâıtre les raisons de cette différence de comportement, ni l’origine de l’évolu-
tion des non-linéarités avec la densité de porteurs (par exemple comment inter-
vient l’écrantage des interactions coulombiennes ?). Une analyse plus élaborée et
plus difficile, fondée sur un modèle microscopique traitant plus complètement les
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interactions à N corps serait utile à la compréhension de nos observations.

La deuxième partie de cette thèse est consacrée à l’influence de la dispersion
du polariton de basse énergie sur la dynamique cohérente grâce à une expérience
de mélange à quatre ondes résolu en angle. Lorsque l’angle d’incidence augmente,
le temps de cohérence diminue fortement à partir d’un angle seuil. Ces caractéris-
tiques sont interprétées dans le cadre d’un modèle d’élargissement collisionnel :
la diffusion polariton-polariton, responsable de l’élargissement spectral du pola-
riton, est activée lorsque les états du réservoir excitonique (à grands angles) sont
accessibles pour les états finals. Cette dépendance avec l’angle d’incidence, nou-
vellement étudiée, est le pendant de l’élargissement collisionnel avec la densité
d’excitation pour un angle donné, déjà étudiée en incidence normale dans des
microcavités III-V [51, 128], et étudiée ici pour nos matériaux à différents angles.
La comparaison théorie-expérience est qualitativement excellente dans les deux
situations.

Les caractéristiques de l’élargissement collisionnel (comportement avec seuil)
sont essentiellement dues à la forme particulière de la dispersion, et à une diffu-
sion répulsive entre polaritons. Le modèle utilisé ici comporte un certain nombre
d’approximations qui peuvent expliquer qu’en valeur absolue, l’élargissement cal-
culé n’est pas parfait. Notamment, il ne tient pas compte d’un éventuel écrantage
des interactions coulombiennes, qui, comme nous l’avons discuté précédemment,
peut être important. Il serait intéressant de développer, ici aussi, une théorie plus
complète pour décrire les interactions à N corps, d’autant plus que ce genre d’ap-
proximations est utilisé pour rendre compte aussi d’expériences de stimulation et
d’oscillation paramétrique.

Enfin, sous excitation à ✭✭ l’angle magique ✮✮, et en régime de stimulation, nous
étudions pour la première fois la dynamique des polaritons de pompe dans le phé-
nomène d’oscillation paramétrique. Nous mettons en évidence une forte perte de
cohérence, qui n’existe pas sous le seuil de stimulation, et qui ne peut être expli-
quée dans le cadre théorique d’élargissement par diffusion polariton-polariton. De
plus, le temps de cohérence à l’angle magique reste très bas et constant lorsque
la puissance incidente augmente, témoignant de la déplétion de la pompe.

La cohérence de l’émission dans les phénomènes de stimulation n’est pas en-
core bien connue, et l’obtention d’un grand nombre de polaritons ✭✭ condensés ✮✮

en centre de zone est toujours incertaine. Il serait intéressant de mesurer la cohé-
rence de ces états (en centre de zone), par exemple par des mesures de mélange
à quatre ondes, sous et au-dessus du seuil de stimulation.

Plus largement, les phénomènes de relaxation stimulée par occupation de l’état
final intéressent beaucoup la recherche en vue d’applications éventuelles (laser
sans seuil). Afin d’augmenter l’efficacité de ce phénomène, Kavokin et al. pro-
posent d’utiliser des microcavités faiblement dopées, où la relaxation vers le centre
de zone serait beaucoup plus favorisée par les interactions polaritons-électrons
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[37]. Une autre voie en cours de développement concerne la réalisation de micro-
cavités à base de nouveaux matériaux, comme le GaN, qui présente de grandes
énergies de bande interdite et dans lesquelles le couplage fort se maintiendrait à
température ambiante.





Annexe A

Mélange à quatre ondes : cas des
systèmes à deux niveaux

A.1 Résolution formelle des équations de Bloch

optiques

Le développement des équations de Bloch optiques à l’ordre 3 aboutit au
système d’équations suivant (cf. § 2.2.2) :

dp(1)

dt
+ (

1

T2

− i Ω) p(1) − 1

i~
~dab · ~E = 0 (A.1)

dn(2)

dt
+

n(2)

T1

+
1

i~
(p(1) ~d ∗

ab · ~E ∗ − p(1) ∗ ~dab · ~E) = 0 (A.2)

dp(3)

dt
+ (

1

T2

− i Ω) p(3) +
2

i~
~dab · ~E n(2) = 0 (A.3)

où le champ ~E a l’expression suivante :

~E = ~E1 + ~E2 = E1 A(~r, t) e−i(~k1·~r−ωt)~ǫ1 + E2 A(~r, t − ∆t) e−i(~k2·~r−ωt) ~ǫ2

Sous excitation d’un champ de pulsation ω, on cherche p(1) sous la forme
d’un produit d’une modulation rapide eiωt et d’une enveloppe lentement variable
p̃(1)(t) :

p(1)(t) = p̃(1)(t) eiωt

L’équation 2.5 devient :

dp̃(1)

dt
+ (

1

T2

− i (Ω − ω)) p̃(1) = f(t)

où l’on a posé

f(t) =
1

i~
(~dab ·~ǫ1 E1 A(~r, t) e−i~k1·~r + ~dab ·~ǫ2 E2 A(~r, t − ∆t) e−i(~k2·~r))
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La solution est :

p(1)(t) =

t
∫

−∞

e−(1/T2−i(Ω−ω))( t−t′)f(t′) dt′ eiωt

= E1

~dab ·~ǫ1

i~

t
∫

−∞

e−(1/T2−i(Ω−ω))( t−t′) A(~r, t′) dt′ eiωt e−i~k1·~r

+ E2

~dab ·~ǫ2

i~

t
∫

−∞

e−(1/T2−i(Ω−ω))( t−t′) A(~r, t′ − ∆t) dt′ eiωt e−i(~k2·~r)

= P1(t) eiωt e−i~k1·~r + P2(t) eiωt e−i(~k2·~r) (A.4)

p(1)(t) est la somme de la polarisation créée par la première impulsion et de celle
créée par la seconde.

Avec cette expression de p(1)(t), l’équation A.2 fait apparâıtre des termes de

fréquence spatiale ~0, ~k1 −~k2, ~k2 −~k1. La population d’ordre 2, n(2), se décompose
donc en trois termes :

n(2) = n
(2)
0 + n

(2)
+ e−i(~k2−~k1)·~r + n

(2)
− e−i(~k1−~k2)·~r

La population créée par les deux impulsions est ainsi modulée dans l’espace. Cela
correspond à la création d’un réseau cohérent de population évoqué au § 2.1.
Nous cherchons le signal diffracté par ce réseau dans la direction 2~k2 − ~k1. Il est
seulement dû à n

(2)
+ , qui vérifie alors :

dn
(2)
+

dt
+

n
(2)
+

T1

+
1

i~
(P2(t) E1 A(~r, t) ~d ∗

ab ·~ǫ1 − P∗
1 (t) E2 A(~r, t − ∆t) ~dab ·~ǫ2) = 0

On trouve :

n
(2)
+ (t) =

t
∫

−∞

g(t”) e−(t−t”)/T1dt” (A.5)

avec

g(t) =
1

~2
E1 E2

~d ∗
ab ·~ǫ1

~dab ·~ǫ2

× [ A(~r, t)

t
∫

−∞

e−(1/T2−i(Ω−ω))( t−t′) A(~r, t′ − ∆t) dt′

+ A(~r, t − ∆t)

t
∫

−∞

e−(1/T2+i(Ω−ω))( t−t′) A(~r, t′) dt′ ]
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L’équation A.3 montre que la cohérence d’ordre 3, p(3), a alors quatre com-
posantes ; en effet, le produit du champ par n(2) donne des composantes selon les
directions ~k1, ~k2, 2~k2 − ~k1, 2~k1 − ~k2. Nous ne nous intéresserons qu’au terme de
la cohérence en 2~k2 −~k1, que l’on notera p

(3)
221∗. Ainsi seul le produit de la compo-

sante n
(2)
+ de la population avec l’impulsion 2 contribue à p

(3)
221∗. L’équation A.3

se réduit pour p
(3)
221∗ à :

dp
(3)
221∗
dt

+ (
1

T2

− i Ω) p
(3)
221∗

+
2

i~
~dab · ~ǫ2 E2 A(~r, t − ∆t) e−i(~k2·~r−ωt) n

(2)
+ e−i(2~k2−~k1)·~r = 0

et se résoud comme pour l’équation du premier ordre. On obtient finalement :

p
(3)
221∗(t) =

2i

~3
E1 E2

2
~d ∗
ab ·~ǫ1 (~dab ·~ǫ2)

2e−(1/T2−iΩ)te−i(2~k2−~k1)·~r

×
t

∫

−∞

dt′′′
t′′′
∫

−∞

dt′′
t”

∫

−∞

dt′ e(1/T2−i(Ω−ω))t′′′)A(~r, t′′′ − ∆t) e−(t”′−t”)/T1

× [ A(~r, t”) e−(1/T2−i(Ω−ω))( t”−t′) A(~r, t′ − ∆t)

+ A(~r, t” − ∆t) e−(1/T2+i(Ω−ω))( t”−t′) A(~r, t′) ] (A.6)

A.2 Résolution analytique dans le cas d’impul-

sions de Dirac

Dans le cas où l’évolution des cohérences est long, (T2 ≫ largeur des impul-
sions), les impulsions laser peuvent être assimilées à des fonctions de Dirac. Ce
cas simplifié présente l’avantage d’être soluble analytiquement. L’enveloppe des
impulsions laser s’écrit alors :

A(~r, t) = δ(~r, t)

La cohérence à l’ordre 1 devient, d’après l’équation A.4 :

p(1)(t) = E1

~dab ·~ǫ1

i~
e−(1/T2−i(Ω−ω))t ei(ωt−~k1·~r) θ(t)

+ E2

~dab ·~ǫ2

i~
e−(1/T2−i(Ω−ω))(t−∆t) ei(ωt−~k2·~r) θ(t − ∆t)

avec θ la fonction de Heaviside. A la résonance, ω = Ω et on a :

p(1)(t) = E1

~dab ·~ǫ1

i~
e−t/T2 ei(ωt−~k1·~r) θ(t)

+ E2

~dab ·~ǫ2

i~
e−(t−∆t)/T2 ei(ωt−~k2·~r) θ(t − ∆t)
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La polarisation à l’ordre 1 (reliée à la cohérence par la relation 2.1), est ainsi
constituée de la polarisation créée par la première impulsion en t = 0 et de celle
créée par la seconde en t = ∆t (cf. schéma a) de la fig.A.1). Chacune oscille à la
fréquence ω et voit son amplitude décrôıtre avec la constante de temps T2.

L’équation A.5 donnant l’évolution de la composante de la population n
(2)
+

devient :

n
(2)
+ (t) =

1

~2
E1 E2

~d∗
ab ·~ǫ1

~dab ·~ǫ2

[ θ(−∆t) θ(t) e(1/T2+i(Ω−ω))∆t e−t/T1

+ θ(∆t) θ(t − ∆t) e−(1/T2−i(Ω−ω))∆t e−(t−∆t)/T1 ]

L’expression de n
(2)
+ contient deux termes. Lorsque ∆t est positif, c’est-à-dire

lorsque l’impulsion 2 arrive à t = ∆t, après l’impulsion 1, le premier terme est
nul et à la résonance, on a alors :

n
(2)
+ (t) ∝ θ(t − ∆t) e−∆t/T2 e−(t−∆t)/T1

Lorsque ∆t est négatif, l’impulsion 1 arrivant à t = 0, après l’impulsion 2, c’est
le second terme qui est nul et à la résonance,

n
(2)
+ (t) ∝ θ(t) e∆t/T2 e−t/T1

Finalement, le réseau de population n
(2)
+ n’est créé qu’après l’arrivée de la dernière

impulsion, et décrôıt avec la constante de temps T1 (cf. schéma b) de la fig.A.1).
Avec le retard, son intensité décrôıt exponentiellement avec la constante T2.

Enfin, la résolution de l’équation A.6 donne :

p
(3)
221∗(t) =

2i

~3
E1 E2

2
~d ∗
ab ·~ǫ1 (~dab ·~ǫ2)

2 θ(∆t) θ(t − ∆t)

× e−(1/T2−iΩ)t e−i(2~k2−~k1)·~r e−2i (Ω−ω)∆t (A.7)

A la résonance, la cohérence est :

p
(3)
221∗(t) ∝ e−t/T2 eiΩt θ(∆t) θ(t − ∆t)

D’après l’équation 2.1, la polarisation macroscopique à l’ordre 3 est de la forme :

P
(3)
221∗(t) ∝ θ(∆t) θ(t − ∆t) e−t/T2h(t)

où h(t) est une fonction qui oscille très rapidement et dont la phase est Ωt −
(2~k2 − ~k1) · ~r. Cette polarisation macroscopique est un terme source dans les

équations de Maxwell. L’intensité du signal diffracté dans la direction 2~k2−~k1 est
proportionnelle au carré du module de P

(3)
221∗. Le signal de mélange à quatre ondes

résolu en temps (Tr-FWM) existe uniquement pour des retards positifs et dans
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�✂✁☎✄✝✆✞

✟ ✁✡✠☛✆

✟ ✁☎☞✝✆
✄✌✠✍✠☛✎

✏✒✑✔✓✖✕✡✗✙✘✛✚
✏✜✑✔✓ ✁ ✕✢✓✤✣✥✕ ✆ ✗✦✘✧✚

✏✒✑ ✓✤✣✥✕✡✗✙✘✧✚ ✑ ✓ ✁ ✕✢✓✤✣✥✕ ✆ ✗✙✘✩★

✏✜✑✔✓✖✕✡✗✙✘✧✚

✪✡✫✛✬

✪✮✭✯✬

✪✡✰✌✬

✱ ✲✴✳ ✵

Fig. A.1: Allure des solutions dans le cas d’impulsions ultra-courtes, la
première arrivant en t = 0, la seconde en t = ∆t (∆t > 0). La par-
tie oscillante n’est pas représentée. a) polarisation à l’ordre 1. b) popula-
tion responsable du signal diffracté dans la direction 2~k2 − ~k1, créée par
l’interaction des deux polarisations d’ordre 1, dues à chaque impulsion,
cf. zone hachurée sur la fig a). c) polarisation d’ordre 3 dans la direction
2~k2 − ~k1, créée par la diffraction sur le réseau de population, de photons
de la deuxième impulsion. Il faut noter que ces photons ne peuvent être

diffractés que pour des délais positifs, d’où p
(3)
221∗(t)=0 pour ∆t < 0.

ce cas, il n’apparâıt que pour t > ∆t. Son enveloppe décrôıt exponentiellement
avec la constante de temps T2/2 :

I
(3)
221∗(t) ∝ |P (3)

221∗(t)|2 ∝ θ(∆t) θ(t − ∆t) e−2t/T2h2(t) (A.8)

L’allure des solutions dans le cas limite d’impulsions ultra-courtes est résumée à
la figure A.1, où l’on suppose que le temps de vie T1 est plus grand que le temps
de cohérence T2.

Le signal de mélange à quatre ondes intégré en temps (Ti-FWM) (cf. § 2.1) a
pour expression en fonction du retard :

Is(∆t) =

+∞
∫

−∞

I
(3)
221∗(t)dt =

+∞
∫

∆t

|P (3)
221∗(t)|2

D’après A.8, on obtient :

Is(∆t) ∝ θ(∆t) e−2∆t/T2 (A.9)
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Avec le retard, le signal décrôıt donc avec la constante de temps T2/2. On notera
que dans le cas de systèmes à deux niveaux indépendants, il n’existe que pour
des retards positifs.



Annexe B

Équations de Bloch optiques
pour les semiconducteurs

Dans cette annexe, nous rappelons comment il est possible d’obtenir les équa-
tions de Bloch optiques pour les semiconducteurs [49], qui permettent de décrire
la dynamique cohérente d’un ensemble d’électrons et de trous en interaction cou-
lombienne, et qui généralisent les équations de Bloch optiques. Dans une deuxième
partie, nous détaillons la résolution de ces équations dans le cadre de l’approxi-
mation du champ local, qui est exposée au § 2.3.1.

B.1 Hamiltonien

Nous n’allons considérer qu’une bande de valence d’énergie Ev,k et une bande
de conduction d’énergie Ec,k. On se place ici dans le formalisme de seconde quan-
tification, où il est simple d’exprimer les interactions coulombiennes entre les élec-
trons de chacune des deux bandes. Avec a†

v,k (respectivement a†
c,k) l’opérateur

création d’un électron de vecteur d’onde k dans la bande de valence (respective-
ment dans la bande de conduction), l’hamiltonien électronique s’écrit :

Ĥ0 =
∑

k

( Ev,k a†
v,kav,k + Ec,k a†

c,kac,k )

L’hamiltonien qui décrit les interactions coulombiennes entre électrons de la même
bande et entre électrons de bandes différentes est :

Ĥc =
1

2

∑

k,k′,q6=0

Vq ( a†
c,k+q a†

c,k′−q ac,k′ ac,k + a†
v,k+q a†

v,k′−q av,k′ av,k

+ 2 a†
c,k+q a†

v,k′−q av,k′ ac,k )

On omet les interactions qui ne conservent pas le nombre d’électrons à l’intérieur
d’une bande, c’est-à-dire qui permettraient à un électron de changer de bande,
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car c’est un processus énergétiquement peu favorable. Enfin, le couplage avec la
lumière est décrit par l’hamiltonien :

ĤI = −
∑

k

( a†
c,k av,k

~dcv · ~E + c.c. )

où ~dcv est l’élément de matrice interbande de l’opérateur moment dipolaire.
En se plaçant dans une représentation trou-électron, on définit un opérateur

création de trous, sachant que le trou a un vecteur d’onde opposé à celui de
l’électron de valence que l’on annihile :

β†
−k = av,k

On notera aussi l’opérateur création d’électron de conduction de manière symé-
trique :

α†
k = a†

c,k

L’hamiltonien Ĥ = Ĥ0 + Ĥc + ĤI devient alors, après permutations d’opéra-
teurs :

Ĥ =
∑

k

( Ee,k α†
k αk + Eh,k β†

−k β−k )

+
1

2

∑

k,k′,q6=0

Vq ( α†
k+q α†

k′−q αk′ αk + β†
k+q β†

k′−q βk′ βk − 2 α†
k+q β†

k′−q βk′ αk )

−
∑

k

( α†
k βk

~dcv · ~E + c.c. )

en supprimant les termes constants et en ayant posé :

Ee,k = Ec,k

Eh,k = −Ev,k +
∑

q6=0

Vq

Le gap devient donc Ec,k−Ev,k+
∑

q6=0 Vq et inclut les interactions coulombiennes
de toute la bande de valence (i.e.

∑

q6=0 Vqnv,|k-q| avec la population d’électrons
dans la bande de valence nv,|k-q| égale à 1).

B.2 Établissement des équations de Bloch op-

tiques pour les semiconducteurs

Comme dans le cas précédent, nous voulons obtenir les équations d’évolution
pour les éléments de la matrice densité réduite (c’est-à-dire pour un système à
deux niveaux correspondant au vecteur d’onde k), donc pour :
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〈α†
k αk 〉 = ne,k(t), la population d’électrons de la bande de conduction en k,

〈β†
k βk 〉 = nh,k(t), la population de trous de la bande de valence en k,

〈β†
−k α†

k 〉 = pk(t), la cohérence.

Pour cela, on écrit pour chacun de ces opérateurs l’équation d’évolution dans
la représentation d’Heisenberg, qui s’écrit pour un opérateur A : i~dA

dt
= [A, Ĥ]

Les propriétés de commutation des opérateurs création et anihilation permettent
de simplifier les équations et d’obtenir des produits de deux ou quatre opérateurs
au lieu de quatre ou six. C’est le terme coulombien de l’hamiltonien qui introduit
les produits de quatre opérateurs. Par exemple, l’équation d’évolution pour la
cohérence prend ainsi la forme suivante :

−i~
dpk

dt
= (Ee,k + Eh,k)pk + (ne,k + nh,k − 1) ~dvc · ~E

+
∑

k′,q6=0

Vq [ 〈α†
k α†

k′ β
†
k−q αk′+q〉 + 〈α†

k βk′ β
†
k−q β†

k′+q〉

+ 〈α†
k−q α†

k′ αk′−q β†
k′〉 + 〈α†

k−q βk′ β
†
k′−q β†

k′〉 ]

ne,k et nh,k vérifient des équations semblables.

Pour résoudre ces équations, il faudrait écrire l’évolution de chaque terme
à quatre opérateurs, ce qui introduirait des termes à six opérateurs ; l’équation
d’évolution pour ces derniers termes contiendrait des produits de huit opérateurs
et ainsi de suite. On recourt ici à une approximation afin de tronquer ce système
infini d’équations. À l’ordre le plus bas, on effectue une approximation de la phase
aléatoire (en anglais ✭✭ random phase approximation ✮✮, qui est une approximation
de champ moyen), consistant à scinder les moyennes des produits à quatre opéra-
teurs par des produits de moyennes de deux opérateurs, de façon à faire apparâıtre
les densités et la cohérence. A ce niveau, les corrélations entre quatre particules
sont négligées. En appliquant cette approximation ([49, 145, 48]) et en ajoutant
les termes phénoménologiques de relaxation (cf. § 2.2.1), on obtient le système
d’équations suivant :

dpk

dt
= − 1

i~

[

Ee,k +
∑

q

V|k−q| ne,q + Eh,k +
∑

q

V|k−q| nh,q

]

pk

+
1

i~
(1 − ne,k − nh,k)(~dvc · ~E +

∑

q6=k

V|k−q| pq) −
pk

T2

dne,k

dt
=

2

~
Im

[

(~dvc · ~E +
∑

q6=k

V|k−q|pq ) p∗k

]

− ne,k

T1e

dnh,k

dt
=

2

~
Im

[

(~dvc · ~E +
∑

q6=k

V|k−q|pq ) p∗k

]

− nh,k

T1h
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On peut se ramener à des équations formellement identiques aux équations de
Bloch optiques 2.3 en posant :

Ei,k = Ei,k +
∑

q

V|k−q| ni,q i = e, h

∆k = ~dvc · ~E +
∑

q6=k

V|k−q|pq

ce qui montre que les énergies et le couplage avec le champ sont renormalisés par
l’effet des interactions coulombiennes. L’introduction des interactions coulom-
biennes conduit ainsi aux équations de Bloch optiques pour les semiconducteurs :

dpk

dt
= − 1

i~
(Ee,k + Eh,k) pk +

1

i~
(1 − ne,k − nh,k)∆k − pk

T2

dne,k

dt
=

2

~
Im [∆k p∗k] −

ne,k

T1e

dnh,k

dt
=

2

~
Im [∆k p∗k] −

nh,k

T1h

B.3 Modèle du champ local

Ce modèle permet une résolution analytique dans le cas d’impulsions de Dirac.
Il consiste à suppposer que

∑

q6=k

V|k−q|pq = V pk,

avec V ∈ IR un potentiel coulombien moyen.

En supposant Ee,k et Eh,k constantes, cette hypothèse aboutit à un découplage
des équations de Bloch pour les semiconducteurs, et à se ramener à un ensemble
de systèmes à deux niveaux indépendants, auquel on adjoint des corrections pour
rendre compte des interactions. En effet, les éléments non diagonaux de l’hamil-
tonien deviennent :

∆k = ~dvc · ~E + V pk = ~dvc ·( ~E + ~Ep)

On tient compte du champ dû aux autres paires électron-trou, ~Ep, qui est pro-

portionnel à la polarisation. On prend donc en compte le champ local ~E + ~Ep

ressenti par l’exciton en k.

Nous allons supposer que les temps de vie pour les trous et les électrons sont
les mêmes, de sorte que ne,k = nh,k = nk. En suivant la même procédure de
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développement en ordre du champ (cf. § 2.2.2), on obtient :

dp
(1)
k

dt
+ (

1

T2

− i Ωk) p
(1)
k − 1

i~
~dvc · ~E = 0 (B.1)

dn
(2)
k

dt
+

n
(2)
k

T1

+
1

i~
(p

(1)
k

~d ∗
vc · ~E ∗ − p

(1) ∗
k

~dvc · ~E) = 0 (B.2)

dp
(3)
k

dt
+ (

1

T2

− i Ωk) p
(3)
k +

2

i~
(~dvc · ~E + V p

(1)
k ) n

(2)
k = 0 (B.3)

Pour le premier et le second ordre, les équations B.1 et B.2 sont les mêmes que
dans le cas de systèmes isolés (équations A.1 et A.2), et se résolvent itérativement
de la même manière (cf. annexe A). L’équation du troisième ordre comporte un
terme supplémentaire, dû aux interactions coulombiennes, qui va engendrer aussi
des non-linéarités : V p

(1)
k n

(2)
k . Si le temps de vie est long, une résolution identique à

celle effectuée à l’annexe A montre que la polarisation à l’ordre 3 dans la direction
2~k2 − ~k1 est :

p
(3)
221∗(t) =

2i

~3
E1 E2

2
~d ∗
ab ·~ǫ1 (~dab ·~ǫ2)

2 θ(∆t) θ(t − ∆t)

× [ e−(1/T2−iΩ)t e−i(2~k2−~k1)·~r e−2i (Ω−ω) ∆t

(

1 +
2iV (t − ∆t)

~

)

+
2iV t

~
e(−1/T2+i(ω−Ω))(t−2∆t)θ(−∆t) θ(t) ] (B.4)

La polarisation à l’ordre 3 contient deux nouvelles contributions dues aux inter-
actions coulombiennes :

p
(3)
k,221∗ = p

(3)
k,0 + p

(3)
k,V 1 + p

(3)
k,V 2

p
(3)
k,0 est la polarisation en l’absence d’interaction (équation A.7). p

(3)
k,V 1 et p

(3)
k,V 2 sont

proportionnels à V et le premier n’existe que pour ∆t > 0, tandis que le second
n’est non nul que pour ∆t < 0. Le signal de mélange à quatre ondes n’apparâıt
que pour t > ∆t, mais à la différence du cas des systèmes sans interaction,
atteint sa valeur maximale au bout d’un temps de l’ordre de T2 avant de décrôıtre
exponentiellement.

On montre que l’intensité de signal de mélange à quatre ondes intégré en
temps est la somme des intensités correspondant à chacun de ces termes. Elle est
de la forme :

I(3)
s (∆t) =

∫

dt|P (3)
221∗(t)|2 ∝ θ(∆t) e−2∆t/T2 (1 + 2(V T2/~)2) + θ(−∆t) e4∆t/T2

Le signal crôıt exponentiellement avec la constante de temps T2/4 (intensité due

à p
(3)
k,V 2), et décrôıt exponentiellement avec la constante de temps T2/2 (intensité

due à p
(3)
k,0 et p

(3)
k,V 1).
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B.4 Temps de montée et de déclin

Nous montrons ici qualitativement pourquoi les constantes de temps qui inter-
viennent dans le signal de mélange à quatre ondes sont T2/2 et T2/4. En résumé
(cf. fig. B.1), à ∆t > 0, le champ électrique et le maximum de la polarisation de
la deuxième impulsion sont diffractés par le réseau de population, dont l’intensité
est proportionnelle à e−∆t/T2 . On sonde alors, lorsque ∆t varie, la décroissance de
l’intensité du réseau. À ∆t < 0, seule la polarisation due à la seconde impulsion
est diffractée, et une partie seulement ; on sonde en plus la décroissance de cette
polarisation. Il intervient alors deux décroissances en e∆t/T2 , ce qui explique un
temps de montée deux fois plus rapide.

Nous allons voir que l’intensité du signal de mélange à quatre ondes est ap-
proximativement liée au carré du maximum de la polarisation à l’ordre 3. Celle-ci
se construit sur une durée T2, avant de décrôıtre exponentiellement. En négligeant
ce temps de montée, |p(3)

k,221∗| peut s’écrire :

|p(3)
k,221∗| ≈ p(3)

max e−(t−∆t)/T2θ(∆t)

Alors

I
(3)
221∗(∆t) =

∫ ∞

∆t

|p(3)
k,221∗(t)|2dt ∝ (p(3)

max)
2

D’autre part, la valeur de |p(3)
k,221∗(t)| est liée à celle du terme source respon-

sable des non-linéarités. En particulier, elle est maximale lorsque le terme source
des non-linéarités est maximum. p

(3)
max va donc varier comme le maximum du terme

source avec le retard.

- Interactions coulombiennes
Le terme source dû aux les interactions coulombiennes est V p

(1)
k n

(2)
k . Dans la

direction 2~k2 − ~k1, c’est seulement p
(1)
2 n

(2)
+ qui est responsable du signal, où p

(1)
2

est la polarisation à l’ordre 1 créée par la première impulsion, et n
(2)
+ le réseau

de population défini dans l’annexe A. Les expressions de ces quantités sont les
mêmes ici que dans l’annexe A et valent :

p
(1)
2 (t) ∝ p(1)

max e−(t−∆t)/T2 ei(ωt−~k2·~r) θ(t − ∆t)

n
(2)
+ (t) ∝ θ(t − ∆t) e−∆t/T2 e−(t−∆t)/T1 (pour ∆t > 0)

n
(2)
+ (t) ∝ θ(t) e∆t/T2 e−t/T1 ((pour ∆t < 0)

L’intensité maximale du réseau de population n
(2)
+ (t) vaut nmax = e−|∆t|/T2 ,∀∆t.

La figure B.1 montre la variation de ces variables.
Pour ∆t > 0 l’amplitude du terme source p

(1)
2 n

(2)
+ est maximale en t = ∆t

(cf. fig. B.1) et est proportionnelle à e−∆t/T2 . Interviennent ici la valeur du maxi-

mum de p
(1)
2 (t) et l’intensité du réseau de population.
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Fig. B.1: Allure de la polarisation d’ordre 1 et de la population dans le
cas d’impulsions ultra-courtes, la première arrivant en t = 0, la seconde en

t = ∆t. La partie oscillante n’est pas montrée. p
(1)
1 (resp. p

(1)
2 ) est la partie

de la polarisation d’ordre 1 due à la première (respectivement la seconde)
impulsion. a) ∆t > 0. Le champ de la seconde impulsion et la polarisation
due à la seconde impulsion (trait en gras) peuvent être diffractés par le
réseau. b) ∆t < 0. Dans ce cas, seule la polarisation due à la seconde
impulsion (et une partie seulement, trait en gras) est diffractée.

Pour ∆t < 0, elle est maximale lorsque t = 0 (cf. fig. B.1) et vaut nmaxp
(1)
2 (0) ∝

e2∆t/T2 : ici interviennent la variation de p
(1)
2 (t) et l’intensité du réseau de popu-

lation.
Ainsi, p

(3)
max varie comme e−∆t/T2 pour ∆t > 0 et comme e2∆t/T2 pour ∆t < 0.

Pour les interactions coulombiennes, nous retrouvons bien pour l’intensité du
mélange à quatre onde intégré en temps un temps de montée de T2/4 et un temps
de décroissance de T2/2.

- Blocage de Pauli
Le terme source dû au blocage de Pauli est constitué par ~E2n

(2). Le terme source
ne produit qu’un signal aux retards positifs (cf. annexe A), et son maximum,
atteint en t = ∆t (cf. fig. B.1), vaut E2n

(2)(∆t) : ici, seule joue l’intensité du
réseau de population. L’intensité du mélange à quatre onde intégré en temps
pour le blocage de Pauli décrôıt avec une constante de temps de T2/2.





Annexe C

Signal de Ti-FWM dans la
microcavité

Cette annexe précise l’origine des caractéristiques de la variation de l’intensité
du mélange à quatre ondes, calculée dans le chapitre 4 (§ 4.3.4). En particulier,
nous allons expliquer qualitativement la différence de contraste existant entre les
courbes de Ti-FWM dues aux interactions de Coulomb et celles dues au blocage
de Pauli.

Soit max(∆t) le maximum de |P (3)
2k2−k1

(t, ∆t)|. Afin de simplifier l’analyse, on

fait l’approximation que |P (3)
2k2−k1

(t, ∆t)| est égal à

|P (3)
2k2−k1

(t, ∆t)| = max(∆t)e−(t−∆t)/T2 cos(Ω(t − ∆t)) θ(∆t)

alors
∫

dt|P (3)
2k2−k1

(t, ∆t)|2 ∝ (max(∆t))2

Le signal de Ti-FWM a donc les mêmes variations que (max(∆t))2.

Intéressons-nous alors à l’évolution du maximum de |P (3)
2k2−k1

| en fonction du

retard. |P (3)
2k2−k1

| est maximum quand le terme source des non-linéarités est maxi-
mum. Le signal de Ti-FWM a donc les mêmes variations que le carré du maxi-
mum du terme source. La figure C.1 montre l’évolution temporelle des termes
d’ordre 1 intervenant dans les termes sources, pour les interactions coulombiennes
et le blocage de Pauli.

Cas des interactions coulombiennes

Le terme source correspondant est le produit de P
(1)∗

k1
, qui décrôıt à partir de

t & 0 et de P
(1)

k2
P

(1)
k2

qui est non nul pour t & ∆t.
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∆t ∆t

∆t∆t

|E (1)
k2

| |P (1)
k2

|
|P (1)

k1
|

|E (1)
k2

| |P (1)
k2

|
|P (1)

k1
|

|P (1)
k2

| |P (1)
k2

|
|P (1)

k1
|

|P (1)
k2

| |P (1)
k2

|
|P (1)

k1
|

Fig. C.1: Évolution temporelle des termes d’ordre 1 intervenant dans les
termes non-linéaires. a) et c) : Le terme de blocage de Pauli contient les

quantités E
(1)
k2

P
(1)

k2
et P

(1)∗
k1

dont l’évolution en module est représentée
pour ∆t > 0 (a) et ∆t < 0 (c). b) et d) ; Les interactions coulombiennes

font intervenir P
(1)

k2
P

(1)
k2

et P
(1)∗

k1
, et l’évolution temporelle du module de

ces quantités est représentée pour ∆t > 0 (b) et ∆t < 0 (d).

• ∆t > 0, fig. C.1 d : le terme source est maximum approximativement en
∆t + t0, lorsque le terme P

(1)
k2

P
(1)

k2
a eu le temps t0 d’atteindre son maximum ; il

vaut alors max[P
(1)

k2
P

(1)
k2

] multiplié par P
(1)∗

k1
(∆t + t0) ; lorsque le retard varie, le

maximum du terme source va suivre les variations de P
(1)∗

k1
(t).

Finalement, écrivons le terme source comme le produit d’une fonction due à
la première impulsion fk1(t) et d’une fonction due à la seconde impulsion gk2(t).
On vient de voir que lorsque le retard varie, le maximum du terme source sonde
les variations de la première fonction qui arrive (pour ∆t > 0, fk1(t) et pour
∆t < 0, gk2(t)).

• ∆t < 0, fig. C.1 b : le maximum du terme source sonde les variations de
P

(1)
k2

P
(1)

k2
(t) donc oscille avec une enveloppe exponentielle, de constante de temps

T2/2.
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Conclusion : le maximum de la polarisation d’ordre 3 oscille, et son enve-
loppe temporelle décrôıt exponentiellement avec la constante de temps T2 pour
les retards positifs et crôıt exponentiellement avec la constante de temps T2/2.
Remarquons que le contraste des oscillations de cette quantité est alors la même
pour ∆t < 0 ou ∆t > 0, car |P (1)∗

k1
| et |P (1)

k2
P

(1)
k2

| ont même période.

Cas du blocage de Pauli

Le terme source correspondant est le produit de P
(1)∗

k1
, qui décrôıt à partir de

t & 0 et de P
(1)

k2
E

(1)
k2

qui existe à partir de t & ∆t.

• ∆t > 0, fig. C.1 c : le maximum du terme source sonde les variations de
P

(1)
k1

(t) donc oscille avec une enveloppe exponentielle, de constante de temps T2,

et avec un contraste comparable au cas des interactions coulombiennes.

• ∆t < 0, fig. C.1 a : le maximum du terme source sonde les variations de
P

(1)
k2

E
(1)
k2

(t). Cette quantité n’oscille pas avec la période h/2κ comme les autres

quantités considérées. En effet, le champ et la polarisation sont en opposition de
phase (cf. § 4.3.1). C’est pourquoi le maximum de P

(3)
2k2−k1

va osciller avec une
période moitié et un contraste très diminué, à l’intérieur d’une enveloppe expon-
tielle de constante de temps T2/2.

Conclusion : le maximum de la polarisation d’ordre 3 oscille à l’intérieur
d’une enveloppe identique au cas des interactions coulombiennes. La différence
réside d’une part, dans la période aux retards négatifs (période moitié) et dans
la différence de contraste entre les retards positifs et négatifs, où le contraste
est faible. Cela est entièrement dû au déphasage entre le champ électrique et la
polarisation.





Annexe D

Calcul de la densité de porteurs

Nous présentons dans cette annexe le calcul de la densité de porteurs. Nous
excitons notre échantillon de microcavité par des impulsions laser. Nous allons
estimer le nombre de porteurs créés par impulsion et par unité de surface.

Soit I0(ω) l’intensité incidente (homogène à une puissance par unité de sur-
face), et Iabs(ω) l’intensité absorbée par la microcavité, pour une fréquence don-
née. On note alors l’absorption A(ω) = Iabs(ω)/I0(ω).

Il s’agit de déterminer l’intensité incidente par impulsion I0(ω). La puissance
du laser P mesurée avec un mesureur de puissance est une moyenne. Soit Tp la
durée de l’impulsion (100 à 200 fs), et R le taux de répétition des impulsions cor-
respondant à une période de 13,2 ns (cf. schéma ci-dessous). La puissance moyenne
d’une impulsion est alors Pp = 1

RTp
P .

L’impulsion a une extension spatiale, de forme gaussienne : I0(r) = IM e−2r2/w2
0 ,

où w0 est le waist. Par souci de simplification, nous allons remplacer cette exten-
sion spatiale par sa moyenne sur un disque de rayon w0 (cf. schéma ci-dessous).
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IM
Ĩ

La moyenne de la puissance P1 contenue dans un disque de rayon w0 est :

P1 =

∫ w0

0

2πrI0(r)dr = 0,865
πw2

0IM

2

Pp =

∫ ∞

0

2πrI0(r)dr =
πw2

0IM

2

donc P1 = 0,865 Pp. L’intensité moyenne Ĩ sur le waist est telle que P1 = πw2
0 Ĩ.

On aboutit à

Ĩ =
0,865

πw2
0

Pp

Pour tenir compte de la dépendance spectrale de l’intensité, nous mesurons
le spectre du laser. En le normalisant, on obtient le profil normalisé L(ω) tel que
∫

L(ω) dω = 1.
L’intensité incidente I0(ω) vaut donc approximativement :

I0(ω) = ĨL(ω) =
0,865

πw2
0

P

RTp

L(ω)

Le nombre de photons absorbés par unité de surface par impulsion est alors :

n =

∫

Iabs(ω)Tp

~ω
dω =

0, 865

πw2
0

P

R

∫

A(ω)L(ω)

~ω
dω (D.1)

En supposant que l’efficacité est de 100%, un photon absorbé créé un porteur.
Alors l’équation D.1 donne le nombre de porteurs créés par unité de surface par
impulsion.

La taille du faisceau focalisé sur l’échantillon donne une bonne estimation de
w0. Elle a été mesurée expérimentalement (200 µm). Le taux de répétition du
laser R est égal à 76MHz. P est la puissance d’un faisceau incident, donnée par
le mesureur de puissance. L est, comme nous l’avons vu le spectre normalisé du
laser, mesuré expérimentalement. Enfin, A(ω) est l’absorption de la microcavité.
Elle est évaluée par le calcul basé sur la méthode de matrices de transfert, à l’aide
de paramètres déduits de l’ajustement de la réflectivité expérimentale Ref(ω).
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B.

[138] M. Combescot & O. Betbeder-Matibet, The effective bosonic Ha-
miltonian for excitons reconsidered, Europhysics Letters 58, p. 87 (2002).

[139] O. Betbeder-Matibet & M. Combescot, Commutation technique for
interacting close-to-boson excitons, European Physical Journal B 27, p. 505
(2002).

[140] M. Combescot & O. Betbeder-Matibet, Effective bosonic Hamilto-
nian for excitons : a too naive concept, Europhysics Letters 59, p. 579
(2002).
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Abstract

Semiconductor microcavity polaritons coherent dynamics

In semiconductor microcavities, a strong coupling regime can be achieved
between the Fabry-Pérot cavity mode and the confined exciton of the quantum
well. It results in new eigenstates, which are mixed photon-exciton states, the
microcavity polaritons. As compared to bare excitons, microcavity polaritons
have a very different dispersion and density of states, which induce a strong
modification of the nonlinearities and the optical properties of the system.

This work is devoted to the study of the coherent nonlinear dynamics by
means of four wave mixing experiments.

Due to their excitonic component, polaritons can interact via Coulomb in-
teraction as well as phase space filling (Pauli blocking). First, we determine the
contribution of these intrinsic nonlinearities to the coherent response of the sys-
tem, by analysing our measurements thanks to the numerical resolution of the
Maxwell-Bloch equations.

Then, in order to study the influence of the dispersion on the polaritons dy-
namics, we have performed an angle-resolved four wave mixing experiment. We
show an inhibition of the loss of the coherence in the center of the Brillouin zone.
These results are in very good agreement with a model describing the collision
broadening due to polariton-polariton scattering, which remains weak as long as
the excitonic reservoir is not accessible. Additionnaly, in the parametric oscilla-
tion regime, when the polariton-polariton scattering can be stimulated by final
state occupation, we study the dynamics of the pump polaritons. We find a very
strong quenching of the coherence under excitation at the ✭✭ magic angle ✮✮.

Keywords :

Polariton Coherence Four wave mixing
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Agnès Huỳnh

Dynamique cohérente des polaritons de microcavité de semiconducteurs

Résumé

Dans les microcavités de semiconducteurs, un régime de couplage fort peut
être obtenu entre le mode Fabry-Pérot de la cavité et l’exciton confiné dans le
puits quantique. Il se traduit par l’apparition de nouveaux états propres, les
polaritons de microcavité, états mixtes exciton-photon, dont la dispersion et la
densité d’états sont très différentes de celles d’un exciton nu. Il en résulte une
profonde modification des non-linéarités et des propriétés optiques du système.

Cette thèse est consacrée à l’étude de la dynamique cohérente et non-linéaire
des polaritons de microcavité au moyen d’expériences de mélange à quatre ondes.

Par leur composante excitonique, les polaritons peuvent interagir par interac-
tion coulombienne, mais sont aussi sensibles au remplissage de l’espace des phases
(blocage de Pauli). Dans un premier temps nous déterminons la contribution de
ces non-linéarités intrinsèques à la réponse cohérente du système en analysant
nos mesures grâce à la résolution numérique des équations de Maxwell-Bloch.

Dans un deuxième temps, afin d’étudier l’influence de la dispersion sur la
dynamique des polaritons, nous avons effectué une expérience de mélange à
quatre ondes résolue en angle. Nous mettons en évidence une inhibition de la
perte de cohérence en centre de zone de Brillouin. Ces résultats sont en très
bon accord avec un modèle d’élargissement collisionnel gouverné par la diffusion
polariton-polariton, qui reste faible tant que le réservoir excitonique n’est pas
accessible. D’autre part, en régime d’oscillation paramétrique, dans lequel la dif-
fusion polariton-polariton peut être stimulée par l’occupation de l’état final, nous
étudions la dynamique des polaritons de pompe. Nous trouvons alors une forte
perte de cohérence sous excitation à ✭✭ l’angle magique ✮✮.

Mots clefs :

Polariton Cohérence Mélange à quatre ondes
Microcavité semiconducteur II-VI


