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Spécialité : physique de l’interaction matière-rayonnement

présentée et soutenue publiquement par

Maxime Richard
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Introduction

Le postulat de Louis de Broglie concernant la nature ondulatoire de la matière
trouve une première application en 1925 à travers une intuition audacieuse d'Ein-
stein : en s'appuyant sur la statistique des photons que formule S. N. Bose en
1924 [1], il comprend qu'un gaz d'atome peut manifester une brutale condensation
dans l'espace des phases en dessous d'une température critique �nie.

Cette a�rmation est d'abord rejetée par la communauté scienti�que. 13 ans
plus tard, London observe une transition de phase très étrange dans l'He4 liquide
refroidi [2]. London comprend rapidement que cette observation est liée d'une
manière ou d'une autre à l'idée d'Einstein. D'ailleurs, la température critique de
transition qu'il mesure est assez proche de la valeur théorique prévue par Einstein.

Cependant, cette observation soulève une di�culté : Einstein prévoyait cette
condensation dans un gaz de bosons sans interaction. Or ce n'est certes pas le
cas d'un liquide ! En fait, une description satisfaisante de cette transition appelé
'super�uide' à cause de ces propriétés hydrodynamique, ne viendra que vers la
�n des années années 60 avec le modèle de Gross-Pitaevskii.

Les gazs dilués d'atome en revanche, constituent les systèmes écoles par ex-
cellence pour tester la condensation de Bose-Einstein, mais les di�cultés expéri-
mentales permettant d'atteindre les paramètres thermodynamiques (température
de l'ordre du nanoKelvin) de la condensation sont énormes. C'est �nalement en
1995, 70 ans après la publication de l'article d'Einstein, qu'est créé le premier
condensat de Bose à partir d'un gaz dilué de Rubidium-87 [3].

Entre temps, en 1962, Moskalenko [4] et Blatt [5] réalisent que cette conden-
sation pourrait aussi bien avoir lieu dans les solides. En e�et, un gaz d'excitons
a toutes les apparences d'un gaz de bosons dilués quasi-libres, le réseau cristallin
étant là uniquement pour fournir le matériau source (électron-trou), et pour sé-
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Introduction

lectionner certains modes d'excitations parmi les modes de l'espace libre. Cette
idée possède un immense avantage sur le gaz d'atomes froids : le rayon de Bohr de
l'exciton étant beaucoup plus grand que celui d'un atome, la température de tran-
sition s'en trouve fortement relevée. Les estimations donnent cette température
Tc au-dessus de celle de l'hélium liquide (Tc > 4.2K) [5].

Grâce à cette remarque, il devient théoriquement possible de créer un conden-
sat de Bose avec un cryostat standard, un laser, et un petit morceau de semicon-
ducteur. Malheureusement, ce système pose deux gros problèmes : au contraire de
l'atome, l'exciton n'a pas un temps de vie in�ni, et la faiblesse de son énergie de
liaison le rend sujet à la perte de son caractère bosonique au delà d'une certaine
densité.

Ces deux défauts ont empêché jusqu'à aujourd'hui la formation d'un conden-
sat d'excitons convaincant, malgré le développement de nombreuses astuces ex-
périmentales (séparation spatiale de l'électron et du trou, emploi d'exciton non-
radiatif...).

Vient alors l'apparition des microcavités en couplage fort [6]. Le regain d'espoir
est instantané [7] : le couplage fort déforme la courbe de dispersion et réduit
ainsi la masse des quasi-particules de quasiment cinq ordre de grandeur ! Cette
propriété permet théoriquement l'obtention d'un condensat pour une densité de
particules très faible, permettant ainsi la conservation du caractère bosonique de
l'exciton, tout en conservant une température critique de l'ordre du Kelvin.

Le polariton excitonique, issu du couplage fort en microcavité, se révèle donc
un candidat particulièrement performant pour réaliser un condensat de Bose dans
les solides.

De nombreux essais ont été e�ectués dans ce sens, et des résultats spectacu-
laires ont été obtenus dans des cavités GaAs sous excitation résonante. Mais a�n
de recoller au modèle d'Einstein, le vrai cas d'école serait une condensation de
polariton spontanée, c'est à dire sans l'aide de la cohérence du laser d'excitation.

Dans ce cadre, le polariton de microcavité GaAs s'est pour l'instant révélé
trop fragile à haute densité pour atteindre le régime de condensation spontanée.
Dans CdTe en revanche, la forte énergie de liaison de l'exciton lui permet de
conserver son caractère bosonique pour des densités dix fois plus élevées ! Ce fac-
teur nous laisse une marge confortable pour observer une condensation spontanée
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de polaritons.

Un premier indice fort de condensation spontanée de polaritons est observé
en 1998 par Le Si Dang et al. [8] sous la forme d'une non-linéarité violente de
l'émission, accompagnée d'un a�nement spectral marqué. Dans le même temps,
Markus Müller note un bouleversement du temps de déclin de la luminescence au
seuil d'émission non-linéaire [9].

Ces indices sont encourageants mais ne constituent pas une preuve en soi.
Dans ce travail de thèse nous rapportons l'observation directe d'une condensa-
tion de polariton dans l'espace réciproque, dans une microcavité à base de CdTe,
sous excitation non-résonante. Nous étudions dans un premier temps les caracté-
ristiques du condensat dans le plan de Fourier et dans le plan réel. Nous mettons
notamment en lumière la sensibilité de ce dernier au désordre interne de l'échan-
tillon, ainsi qu'aux dimensions caractéristiques du système. Dans un deuxième
temps nous montrons que le condensat de polaritons présente comme il se doit
une grande cohérence macroscopique, tant dans le plan de Fourier que dans le
plan réel.
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Première partie

De la particule de Bose au polariton
excitonique en microcavité
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Chapitre 1

Propriétés des bosons

Le polariton de cavité est un boson, et c'est celui qui à ce jour à le plus de
chance de manifester des e�ets caractéristiques des bosons, telle que la condensa-
tion de Bose, et la stimulation. Ces e�ets semblent parfois un peu magiques : pour-
quoi les bosons se regroupent-t-ils en l'absence d'interaction ? Pourquoi doit-on
ajouter un terme de stimulation aux équations d'évolution ? Nous allons aborder
ces questions de la manière la plus intuitive possible dans ce chapitre.

1.1 Attraction bosonique

On sait souvent que les bosons ont spontanément 'tendance' à se regrouper
dans le même état. Mais d'où cela vient-il exactement ? Pour l'expliquer il faut
retourner à un postulat de base de la mécanique quantique : l'indiscernabilité des
particules (Voir les ouvrages de références [10, 11] pour plus de détails). Il implique
que toutes les observables d'un système constitué par un ensemble de particules
demeurent inchangées par permutation des particules entre elles. Ce postulat a
des conséquences remarquables : soit p̂ l'opérateur réalisant la permutation de
deux particules. En remarquant que la fonction d'onde globale d'un système de
plusieurs particules doit aussi être inchangée par double permutation de deux
particules : p̂2(1, 2) = p̂(2, 1) = (1, 2), on en déduit que les valeurs propres de
l'opérateurs de permutation p̂ peuvent valoir ±1. On fait ainsi apparaître deux
classes de particules : celle pour lesquelles cette valeur propre vaux 1 sont les
bosons, celle pour lesquelles cette valeur propre vaux −1 sont les fermions.
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1.1. Attraction bosonique

Prenons l'exemple d'un ensemble de deux particules chacune décrite par leur
fonctions d'onde individuelles φ1(k1) et φ2(k2). La fonction d'onde ψ12 de l'en-
semble s'écrit d'après ce que nous avons dit plus haut :







ψB
12(k1, k2) = φ1(k1)φ2(k2) + φ1(k2)φ2(k1) pour des bosons

ψF
12(k1, k2) = φ1(k1)φ2(k2) − φ1(k2)φ2(k1) pour des fermions

(1.1)

où le deuxième terme de la somme correspond à l'échange des deux particules.
Continuons notre exemple en prenant une base d'onde plane normalisée φi(k) =

1/
√

Leikixi pour les fonctions d'onde individuelles. La probabilité de trouver le
système dans l'état (k1, k2) s'écrit alors après simpli�cation







PB
12 = |ψB

12(k1, k2)|2 = 1/L2 (1 + cos[(k1 − k2)(x1 − x2)])

P F
12 = |ψF

12(k1, k2)|2 = 1/L2 (1 − cos[(k1 − k2)(x1 − x2)])
(1.2)

On voit que ces expressions incluent un terme d'interférence quantique qui module
la probabilité dans l'espace des états : ainsi, pour les bosons, on voit que la
probabilité pour que deux particules aient le même nombre quantique k1 = k2 est
maximale : c'est l'attraction de Bose. A l'opposé, cette probabilité est nulle pour
un fermion : c'est le principe d'exclusion de Pauli.

Maintenant, si on rajoute des particules dans le système de manière à en avoir
n, on peut monter que la probabilité Pn d'avoir tous les nombres quantiques égaux
(k1 = k2 = . . . = kn) augmente linéairement avec n. C'est en e�et une propriété
majeure de la condensation de Bose qu'on appelle e�et de stimulation. Ce qui est
remarquable dans ce phénomène, c'est qu'il est le résultat d'un e�et d'interférence
quantique, et qu'il ne nécessite donc aucune interaction entre les particules !

Cependant il y a certaines conditions à l'établissement de ces interférences : il
faut d'une part que les fonctions d'onde individuelles se recouvrent l'une l'autre,
sinon le terme d'interférence s'annule, d'autre part il faut que les fonctions d'onde
individuelles soient cohérentes entre elles (comme en optique). Cette dernière
condition est la plus di�cile à atteindre : dans la réalité tous système est couplé
à son environnement qui est source de décohérence. C'est la raison pour laquelle
ces propriétés attractives des bosons ne se manifestent qu'a très basse tempéra-
ture. Par exemple la condensation d'atomes n'est réalisée qu'à des températures
typiques de l'ordre de la dizaine de nanoKelvin [3].

En l'absence de cohérence, ou lorsque les fonctions d'onde ne se recouvrent
pas, le terme d'interférence s'annule et il ne reste que la somme des probabilités
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Chapitre 1. Propriétés des bosons

telle qu'on l'obtient à l'aide d'un raisonnement classique (probabilité d'avoir la
particule 1 dans l'état k1 que multiplie multiplié par la probabilité d'avoir la
particule 2 en k2) :







PB
12(k1, k2) = 1/L2

P F
12(k1, k2) = 1/L2

(1.3)

Comme les e�ets collectifs de bosons sont les produits de ces interférences, tous
ces e�ets s'annulent en l'absence de cohérence.

1.2 Condensation de Bose-Einstein

1.2.1 Rappel

Une manifestation spectaculaire de ce phénomène d'attraction bosonique a été
prévu théoriquement par Bose [1] et Einstein [12] en 1924 pour un gaz de boson
sans interaction et à l'équilibre thermodynamique. Ce phénomène a donc pris le
nom de 'condensation de Bose-Einstein'. Le principe est le suivant : considérons
un gaz de boson libre à l'équilibre thermodynamique contenu dans un volume �ni
V = L3. Dans ce volume l'impulsion p est quanti�é :

p =
2π~

L
(nx, ny, nz) (1.4)

(cette section est largement inspiré la référence [13]). Un état quantique dans
l'espace des impulsions est donc déterminé par la donnée des trois nombres entiers
nx, ny, et nz, et occupe un volume de l'espace des phases vp = (2 ∗ π~/L)3. A
l'équilibre thermodynamique, le taux d'occupation fp de l'état p d'énergie ǫp est
donné par

fp =
1

e(ǫp−µ)/kT − 1
(1.5)

où ǫp est l'énergie de l'état p qui s'écrit pour un gaz de particule libre

ǫp =
p2

2m∗ (1.6)

m∗ étant la masse e�ective 1 de la particule. µ est le potentiel chimique, k la
constante de Boltzmann, et T la température. On choisit l'énergie du niveau

1l'emploi d'une masse e�ective souligne le fait que ce raisonnement est aussi valable pour un
boson libre dans un solide
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1.2. Condensation de Bose-Einstein

fondamental à ǫ0 = 0. On peut remarquer que comme fp doit être positif quelque
soit p, le potentiel chimique µ est nécessairement négatif.

Si l'on souhaite maintenant calculer la répartition de la population sur les
niveaux d'énergies, il nous faut calculer µ, en prenant comme donnée du pro-
blème le nombre total n de particules du gaz. n s'écrit comme la somme du taux
d'occupation sur tous les états :

n =
∑

p

fp (1.7)

A�n de réaliser ce calcul, il est commode de passer à la limite continue : comme
fp ne dépend que de l'énergie la somme peut s'écrire :

n =

∫ ∞

0

ρ(ǫ)dǫfp(ǫ) (1.8)

où dn = ρ(ǫ)dǫ est le nombre d'états inclus dans la coquille de l'espace des phases
de rayon ǫ, et d'épaisseur dǫ. Ce nombre s'écrit comme le rapport du volume de
la coquille sur le volume d'un état dans l'espace des phases :

dn =
4πp2dp

vp

(1.9)

qui se réécrit à l'aide de l'énergie

dn =
4πm∗3/2

√
2ǫ

(2π~/L)3
dǫ (1.10)

On voit donc que dn → 0 quand ǫ → 0 ce qui revient à négliger l'occupation de
l'état de plus basse énergie ǫ0. Si on continue le calcul de cette manière, on se rend
compte qu'on ne trouve pas de solution pour un nombre de particule n excédant
un certain nombre critique. Ceci vient du fait qu'au delà de cette valeur critique,
une fraction importante de la population s'accumule dans l'état fondamental. Il
faut donc réaliser un calcul qui ne néglige pas l'occupation de cet état. Pour ce
faire on sépare la somme en deux contribution :

n = n0(µ, T ) +

∫ ∞

ǫ1

ρ(ǫ)dǫfp(ǫ) (1.11)

n0 est le taux d'occupation de l'état fondamental, et ǫ1 est l'énergie du premier
niveau excité. La résolution de cette intégrale conduit à l'existence d'une valeur
critique de la température

Tc =
2π~

2

m∗

( n

2.612L3

)2/3

(1.12)

9



Chapitre 1. Propriétés des bosons

en dessous de laquelle, le premier terme de la somme commence à contribuer
de manière non-négligeable à la somme. C'est à dire qu'a T < Tc, une fraction
macroscopique de la population se 'condense' dans l'état fondamental.

On voit que cette valeur de Tc ne dépend que de la densité de particules, et
que ce résultat est donc valable pour un nombre in�ni de particules dans une
boite de dimension in�nie (passage à la limite thermodynamique).

1.2.2 Gaz de polaritons

L'identi�cation des e�ets collectifs de boson observés en microcavité en terme
de condensation de Bose pose à la fois un problème de dé�nition et un problème
physique. En terme de dé�nition, la condensation de Bose fait référence comme
on vient de la rappeler au phénomène d'attraction bosonique survenant en régime
d'équilibre thermodynamique. Le terme convient donc bien à la description des
e�ets d'attraction bosonique survenant dans un gaz d'atomes alcalins refroidi [3].
Par contre, le gaz de polariton excitonique ne rentre pas exactement dans ce cadre
pour plusieurs raisons.

Temps de vie �ni du polariton

Premièrement, le gaz de polaritons est constitué de particules dont le temps de
vie est �ni, et court devant les temps caractéristiques de relaxation thermique [14].
Ce gaz ne parvient donc jamais à l'équilibre thermodynamique2. Heureusement,
l'équilibre thermodynamique n'est pas une condition nécessaire à l'existence d'ef-
fets collectifs de bosons. Néanmoins, en dehors de l'équilibre thermodynamique,
ces phénomènes, bien que très similaires, ne peuvent cependant pas prendre l'ap-
pellation de 'condensation de Bose'.

Le phénomène de 'condensation' attendu dans le gaz de polaritons est en
fait très similaire à un e�et laser, par son caractère dynamique. Ce caractère est
schématisé �g.(1.1) : Tandis que le condensat de Bose est un objet statique, le
condensat de polaritons est sujet à un entretien dynamique constant. Les pola-

2Porras et al. [15] montrent cependant qu'a haute densité, une sorte d'équilibre thermody-
namique, peut être atteint dans les états de basses énergies du polariton, avant l'apparition du
condensat, grâce aux collisions exciton-exciton.
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1.2. Condensation de Bose-Einstein

Fig. 1.1: Comparaison de deux e�ets d'attraction bosonique. (a) : condensat de Bose
classique contenant N particules. (b) : condensat de polaritons contenant < N > po-
laritons (en moyenne temporel dans le régime stationnaire) alimenté par la pompe et
dépeuplé par les fuites radiatives.

ritons qui disparaissent du condensat par désexcitation radiative sont aussitôt
remplacés grâce à la pompe optique.

Caractère 2D du gaz de polariton

Le traitement de la condensation de Bose présenté précédemment, est réalisé
pour un gaz tridimensionnel. L'extension à deux dimensions pose certains pro-
blèmes [13] : le nombre d'états dn contenus dans la couronne s'écrit maintenant :

dn =
2πm∗

(2π~/L)2
dǫ (1.13)

L'intégrale (1.11) ne peut se résoudre analytiquement avec cette nouvelle valeur
de dn que si L est �nie. Dans ce cas on trouve une température critique

Tc ∝
n

L2 ln n
(1.14)

On voit que Tc ne dépend cette fois pas que de la densité de particules n/L2. A
cause du terme en ln(n) au dénominateur, Tc tend vers 0 lorsque on augmente
la taille de la boite à densité constante. Il n'y a donc pas de condensation de
Bose dans un gaz à deux dimensions à la limite thermodynamique. Par contre la

11



Chapitre 1. Propriétés des bosons

condensation est bien possible pour une boite bidimensionnelle de taille �nie. On
parle alors de quasi-condensation de Bose [16].

Transition super�uide de Kosterlitz et Thouless

En revanche, dans une boîte bidimensionnelle in�nie, Kosterlitz et Thouless
ont prédit la possibilité d'une transition de phase bosonique de type super�uide
[17]. Ce liquide super�uide présente les même caractéristiques que le condensat
de Bose du point de vue de la cohérence interne, cependant, il n'y a pas de
contrainte sur ses dimensions. En e�et le condensat de Bose est nécessairement
in�niment étendu et homogène dans l'espace réel, alors que la phase super�uide
peut être d'extension spatial �nie, et même structurée sous la forme de goutte-
lette indépendantes (du point de vue de la phase), susceptible éventuellement de
coalescer.

En particulier, cette transition de phase est possible et prévue théoriquement
dans les microcavités en régime de couplage fort [16, 18]. On peut montrer ce-
pendant qu'en général dans une microcavité CdTe sans défauts, et à basse tem-
pérature, la quasi-condensation de boson plus facile à obtenir que la transition
super�uide [18, 19]. Ce calcul ne tient cependant pas compte de l'in�uence du
désordre qui peut éventuellement renverser cette donnée.

1.2.3 E�et de stimulation

Nous avons vu au début du chapitre que le phénomène de condensation s'ac-
célérait avec l'augmentation du nombre de particules dans le condensat. Il est
possible de quanti�er cet e�et de la manière suivante. Considérons un système
de bosons à deux niveaux E0 et E1, couplés entre eux par un potentiel V . Le
Hamiltonien H du système s'écrit dans la base des états de Fock |n0, n1〉 sous la
forme

H = E0a
†a + E1b

†b + V (a†b + ab†) (1.15)

où a et b sont les opérateurs d'annihilation de boson dans l'état |0〉 et |1〉 respec-
tivement. Prenons la situation suivante : le système est dans l'état excité |n,N〉,
la probabilité Pn de transition par unités de temps vers l'état |n+1, N −1〉 s'écrit

Pn ∝ |〈n + 1, N − 1|H|n,N〉|2 (1.16)
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1.2. Condensation de Bose-Einstein

Fig. 1.2: Taux de relaxation à une particule dans un système à deux niveaux contenant
N particules dans l'état excité, n particules dans l'état fondamental. Γ est le taux de
relaxation lorsque le système ne contient qu'une particule (n = 0, N = 1).

en appliquant H à l'état excité, les valeurs propres des opérateurs bosonique de
création et d'annihilation conduisent à :

Pn ∝ N(n + 1) (1.17)

C'est à dire que la probabilité de transition par unité de temps augmente linéai-
rement avec la population de l'état �nal. L'équation d'évolution de la population
dans l'état fondamental s'écrit �nalement :

dn

dt
= ΓPn = Γ(n + 1)N (1.18)

où N , est la population de l'état excité, et Γ la probabilité de transition3 quand
n = 0, et N = 1. Cette équation met en lumière la violente non-linéarité que
subit le peuplement de l'état fondamental : plus il est peuplé, et plus vite il se
peuple !

Dans le cas d'une population de fermions, les valeurs propres des opérateurs
de création et d'annihilation valent ±1, la probabilité de transition est donc sim-
plement égale à Γ.

3Γ est donné par la règle d'or de Fermi lorsque un continuum d'états �naux est accessible.
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Chapitre 1. Propriétés des bosons

1.3 Limite de validité de la nature bosonique de
l'exciton

Un exciton est un boson au même titre qu'un atome alcalin. C'est à dire qu'il
est constitué de sous-composants fermioniques, dont la somme des spins est un
entier. Cependant la grande di�érence est l'énergie de liaison de ses composants :
13.6eV pour l'atome d'hydrogène, contre ∼ 25meV pour l'exciton con�né dans
un puits quantique de CdTe dans CdMgTe. Soit trois ordres de grandeur de
di�érence. L'exciton est donc un boson beaucoup plus fragile, jusqu'à quel point
peut on le considérer comme un boson ?

Comme on le rappellera plus loin, un état d'exciton est distribué sur la totalité
des états d'électrons avec un taux d'occupation in�me sur chacun de ces états.
Ainsi, on comprend bien que le principe d'exclusion de Pauli n'interdit pas à
un état excitonique d'être peuplé de manière macroscopique, conformément à la
statistique de Bose.

C'est à haute densité que commencent à surgir les problèmes : en accumulant
des excitons, on fait croître le taux d'occupation de chaque état d'électron, ce
faisant, on réduit la place disponible dans l'espace des phases à cause du principe
d'exclusion de Pauli, et la création d'un exciton supplémentaire devient alors de
plus en plus di�cile. C'est à ce moment que les déviations à la statistique de Bose
deviennent non-négligeables.

On peut évaluer cette déviation d'une manière simple : le commutateur de
l'opérateur de création b† et d'annihilation b d'un boson parfait vaut 1. En réécri-
vant les opérateurs d'exciton sur la base des opérateurs d'électrons et de trous,
on montre que le commutateur peut s'approximer par [20]

[b, b†] ∼ 1 − O(na2
B). (1.19)

où aB est le rayon de Bohr de l'exciton. La densité limite nB au delà de laquelle
l'exciton ne peut plus être considéré comme un boson est donc de l'ordre de
nB ∼ 1/a2

B. Dans un puits de CdTe dans CdMgTe, le rayon de Bohr est de
l'ordre de aB = 3.5nm, il vient que nB ∼ 8.1012cm−2.
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Chapitre 2

Le polariton excitonique

2.1 Couplage fort

Lorsque deux états quantiques |i〉 et |f〉 sont couplés par un potentiel W (t) =

W0 sin(ωt) oscillant dans le temps, on distingue deux types de situation : la pre-
mière est le cas, ou l'un des deux états est noyé dans un continuum d'état. La
seconde est le cas où le système se restreint à ces deux états seulement.

Désintégration irréversible

Dans le premier cas, considérons la probabilité de transition de l'état |i〉 vers le
continuum d'état Cf . Pour comprendre l'évolution temporelle de la transition, il
su�t de comparer les deux probabilités suivantes : la probabilité PiCf

de transition
de l'état |i〉 est naturellement la somme des probabilités de la transition vers
chacun des états du continuum :

PiCf
=

∑

|j〉∈Cf

|〈j|i〉|2 (2.1)

où |j〉 balaye tous les états du continuum satisfaisant aux diverses règles de sé-
lection du couplage. Supposons qu'il y ait N de ces états. Maintenant, supposons
que la transition ait conduit vers l'état |f〉 du continuum. La probabilité Pfi pour
que la transition se refasse en sens inverse s'écrit alors

Pfi = |〈i|f〉|2. (2.2)
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Chapitre 2. Le polariton excitonique

En faisant l'approximation que tous les états �naux sont équiprobables, on aboutit
à la relation :

Pfi =
1

N
PiC . (2.3)

En général N est un nombre très grand. On voit donc clairement que PiCf
≫ Pfi,

ce qui signi�e que la transition de l'état |i〉 vers le continuum est irréversible. On
peut montrer de manière un peu plus formelle à l'aide d'une méthode perturbative
que la probabilité Pii(t) pour que le système reste dans l'état initial suit en fait
une loi de décroissance exponentielle

Pii(t) = exp(−Γt) (2.4)

dont la constante de temps Γ est donnée par la règle d'or de Fermi [21].

Les couplages de cette nature sont les plus fréquemment observés dans la
nature : par exemple, si un atome est placé dans un état excité d'énergie Ei,
et se désexcite vers le niveau fondamental Ef par couplage aux modes électro-
magnétiques de l'espace libre, la règle de sélection lui impose deux conditions :
premièrement le photon émis doit avoir une énergie Eg = Ei − Ef (conservation
de l'énergie), deuxièmement, la transition doit fournir une di�érence de moment
cinétique égale au spin s = 1 du photon (conservation du moment cinétique). Il
n'y a par contre pas de conditions sur le vecteur d'onde, puisque les états ato-
miques sont complètement localisés (la conservation de la quantité de mouvement
est assurée par un mouvement de recul de l'atome lors de l'émission du photon).
Il s'ensuit que dans l'espace libre, le photon émis par la transition a à sa disposi-
tion un continuum d'états �naux dégénérés Cf qui décrit une sphère de diamètre
|k = Eg

~c
| dans l'espace réciproque à trois dimensions. La désexcitation est donc

irréversible.

Pour des raisons analogues, ce type de couplage s'applique aussi aux cas des
puits quantiques ou des boîtes quantiques couplées au champ électromagnétique
de l'espace libre.

Oscillations de Rabi : couplage fort entre deux états discrets

Dans le cas du couplage entre deux états discrets, la probabilité Pif et Pfi

pour que la transition ait lieu entre |f〉 et |i〉 dans un sens ou dans l'autre sont
égales. La situation est donc radicalement di�érente de la précédente : il faut
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2.1. Couplage fort

maintenant considérer que la désexcitation est réversible. On peut montrer que
la probabilité par unité de temps Pii pour que le système se trouve dans l'état
initial s'écrit [21]

Pii(t) = cos2(
W0t

2~
). (2.5)

Le système oscille donc indé�niment entre les deux états avec une pulsation Ω =

W0/2~ qui est la pulsation de Rabi. Cette oscillation entre |i〉 et |f〉 constitue le
nouvel état stationnaire du système, que l'on peut �nalement décrire comme un
état mixte constitué à la fois de |f〉 et de |i〉.

Lorsque les états |i〉 et |f〉 ne sont pas in�niment stationnaires mais présentent
un temps de cohérence τi, et τf �ni, les oscillations de Rabi ne peuvent survivre
que si la période τr = 2π

Ω
de l'oscillation de Rabi véri�e

τr ≪ min(τi, τf ). (2.6)

Ce régime de couplage est donc en pratique di�cile à atteindre : il requiert d'une
part que les temps de décohérence soient longs (utilisation de basse température,
mise en cavité...), et d'autre part que la période de l'oscillation soit courte, c'est à
dire que l'intensité V0 du couplage soit grande. Cette dernière exigence a conduit
naturellement à désigner ce régime de couplage sous l'appellation de 'couplage
fort'. Par opposition le régime précédent qui ne requiert aucune exigence parti-
culière est désigné par 'couplage faible'.

Couplage fort d'un état discret avec un continuum

Il est important de préciser que le couplage de type un-pour-un cité précé-
demment est une condition su�sante mais pas nécessaire au couplage fort. En
e�et, on peut montrer que dans le cas où un état discret |i〉 est couplé à un conti-
nuum Cf , et lorsque ce dernier présente un spectre moins large que l'intensité de
couplage V , alors le couplage fort est possible [22].

Ainsi, par exemple il n'y a pas d'interdiction fondamentale à obtenir le cou-
plage fort entre l'exciton massif et le mode de cavité d'une microcavité. En e�et,
le continuum formé par les états d'exciton susceptible de se coupler au mode
de cavité présente un spectre très �n grâce à la masse de dispersion élevée de
l'exciton.
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Chapitre 2. Le polariton excitonique

2.2 États propres en régime de couplage fort

2.2.1 Modèle des oscillateurs parfaits couplés

On peut montrer que le système en couplage fort peut se décrire à l'aide du
modèle suivant [23] : soit deux oscillateurs possédant chacun un état excité et un
état fondamental. L'état excité du premier correspond à une oscillation d'énergie
Ex (par exemple : un exciton). Cet oscillateur est couplé à un second oscillateur
(par exemple le champ électromagnétique) avec une énergie de couplage V0 (le
couplage entre les deux oscillateurs peut s'imaginer à l'aide d'un troisième oscil-
lateur reliant les deux autres). Ce deuxième oscillateur présente un état excité
d'énergie Eg. On part du principe que l'un des deux oscillateurs est dans un état
excité tandis que l'autre est dans son état fondamental, et on laisse le système
évoluer librement. On va noter |ex〉 l'état du système où le premier oscillateur
est excité (par exemple un exciton et zéro photon), et l'autre au repos, et |eg〉
la situation inverse (zéro exciton et un photon). Le Hamiltonien H décrivant ce
système s'écrit dans cette base sous la forme matricielle suivante :

H =

(

Ex V0

V ∗
0 Eg

)

(2.7)

|ex〉, |eg〉 ne sont pas les états propres de ce système puisqu'ils ne sont pas laissés
inchangés par l'application de l'opérateur d'évolution temporel H. Les états |lp〉
et |up〉 qui sont laissés stationnaires par H peuvent être exprimés dans la base
d'origine en diagonalisant H. Il vient alors :

|up〉 = cos( θ
2
)|ex〉 + sin( θ

2
)|eg〉

|lp〉 = − sin( θ
2
)|ex〉 + cos( θ

2
)|eg〉

tan θ = 2V0

Ex−Eg

(2.8)

Les énergies propres correspondantes Elp et Eup s'écrivent à l'aide de l'énergie des
états de départ et de l'intensité de couplage V0 sous la forme

Eup
lp

=
1

2
(Eg + Ex) ± ~Ω(δ) (2.9)
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2.2. États propres en régime de couplage fort

où δ = Eg − Ex est le désaccord entre l'énergie des états de départ, et Ω est la
pulsation de Rabi, qui s'écrit

Ω(δ) =
√

δ2 + 4V 2
0 . (2.10)

Fig. 2.1: a) anticroisement des modes |lp〉 et |up〉 (ligne continue). Les modes non-
couplés sont représentées en pointillés. b) projection de la fonction d'onde de |lp〉 dans
la base des états non couplés |ex〉 et |eg〉.

Les énergies Elp et Eup sont tracées �g.(2.1.a) en fonction du désaccord δ =

Eg − Ex. L'une est toujours inférieure à l'énergie des états de départ (Elp), c'est
un état dit 'liant'. L'autre est toujours supérieure (Eup), c'est un état dit 'anti-
liant'. Le comportement de type anti-croisement de l'énergie des modes couplés
que montre (2.1.a) est une caractéristique du couplage fort. C'est en général de
cette manière que ce régime de couplage est identi�é expérimentalement.

Au point de dégénérescence entre les états purs (δ = 0) les deux niveaux sont
séparés d'une valeur ∆ = Eup − Elp = 2V0 : c'est le cas pour lequel le couplage
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Chapitre 2. Le polariton excitonique

est maximal. D'un point de vue temporel, c'est aussi le cas pour lequel la totalité
de l'énergie est portée alternativement par l'un puis l'autre des états de départ.

2.2.2 Modèle des oscillateurs amortis couplés

Pour a�ner ce modèle, il convient de tenir compte du caractère �ni du temps
de vie des états de départ. Ceci peut se faire en ajoutant simplement un terme
imaginaire −iΓ à l'énergie. En e�et l'évolution temporelle d'un état stationnaire
|ψ(t)〉 d'énergie E pour un système quelconque, s'écrit

|ψ(t)〉 = e
−iEt
~ |ψ(0)〉 (2.11)

Si on impose une énergie propre complexe, de la forme E = E − iΓ, cette expres-
sion devient :

|ψ(t)〉 = e−
Γt
~ e

−iEt
~ |ψ(0)〉 (2.12)

La variable Γ provoque donc une décroissance exponentielle de l'état propre, qui
correspond à un élargissement Lorentzien (élargissement homogène) de l'énergie
de l'état |ψ〉. Il caractérise son amortissement en tant qu'oscillateur imparfait.
|ψ〉 est alors un état dit 'quasi-stationnaire'.

On pose donc Γx, et Γg comme étant les largeurs homogènes des deux états
de base |ex〉 et |eg〉. Le Hamiltonien du système s'écrit alors simplement :

H =

(

Ex − iΓx V0

V ∗
0 Eg − iΓg

)

(2.13)

Les deux énergies propres de cet Hamiltonien s'écrivent maintenant

Eup
lp

=
1

2
(Eg + Ex) −

i

2
(Γg + Γx) ± ~Ω(δ) (2.14)

et la pulsation de Rabi amortie Ω s'écrit

Ω(δ) =
√

[δ − i(Γg − Γx)]2 + 4V 2
0 . (2.15)

Eup et Elp sont des énergies complexes, dont la partie imaginaire représente la
largeur homogène des états couplés |up〉 et |lp〉. Plaçons nous maintenant pour
simpli�er à δ = 0, on voit alors que la pulsation Ω présente deux régimes distincts :
lorsque

4V 2
0 > |Γx − Γg|2, (2.16)
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2.2. États propres en régime de couplage fort

Ω est un réel pur, qui constitue la pulsation de l'oscillation de Rabi entre les
deux états de base. C'est le régime de couplage fort. Dans le cas contraire, Ω

est imaginaire pur, et caractérise une désintégration irréversible du système vers
l'état �nal. C'est le couplage faible.

Ce critère semble un peu di�érent du critère (2.6), puisqu'il ne fait intervenir
que la di�érence des largeurs. Cependant il faut être prudent en raisonnant avec
cette condition : on pourrait croire en e�et que quelque soit les largeurs, il est
possible d'atteindre le régime de couplage fort si elles ont des valeurs identiques.
Bien sur, il n'en est rien, puisque la valeur de V0 est intimement liée aux deux
valeurs de l'élargissement Γx et Γg, et de manière générale, croit lorsque ceux-ci
décroissent. Il faut donc plutôt écrire :

4V 2
0 (Γx, Γg) > |Γx − Γg|2. (2.17)

ou bien retenir la condition (2.6) qui est plus explicite.

Fig. 2.2: a) spectre et b) Largeur homogène des états propres en fonction de l'intensité
du couplage V0. La largeur des états purs est choisie à Γx = 0.01meV et Γg = 1meV .
Le trait vertical en pointillés matérialise la transition de couplage faible à couplage fort.

21



Chapitre 2. Le polariton excitonique

Les parties réelles et imaginaires des énergies propres Eup
lp

sont tracées pour
δ = 0 en fonction de l'intensité du couplage V0 sur la �g.(2.2.a) et (2.2.b) respec-
tivement. Ce modèle permet de visualiser de manière continue la transition entre
le couplage faible et le couplage fort. En couplage faible, les largeurs de raie sont
perturbées, tandis que les énergies restent dégénérées. A la transition en couplage
fort, un gap s'ouvre entre les niveaux d'énergie, tandis que la largeur homogène
des nouveaux états propres se �xe à la valeur moyenne des deux largeurs des états
de départ.

Le régime de couplage fort existe de manière naturelle dans les matériaux
massifs, il a été prévu théoriquement en 1958 [24, 25] et établi de manière expéri-
mental en 1965 [26]. En microcavités solide [6], ce régime de couplage s'est révélé
particulièrement intense et riche du point de vue physique. Nous allons dans ce
qui va suivre décrire et discuter ce régime de couplage dans les microcavités à
base de matériaux semiconducteurs.

2.3 Propriétés optiques d'un puits quantique

2.3.1 Excitation élémentaire d'un semiconducteur

Un matériau semiconducteur est caractérisé par sa périodicité cristalline. Lors-
qu'un électron évolue dans ce milieu, il subit donc le potentiel périodique créé par
les ions du cristal. Le théorème de Bloch spéci�e alors que les états stationnaires
φk de l'électron dans le cristal ne di�èrent des états dans le vide que par une
modulation uk(r) de même période a que le cristal.

φk = uk(r)e
ikr (2.18)

L'énergie propre correspondante présente une dispersion parabolique comme dans
le vide, sauf lorsque la condition de Bragg k = ±nπ/a est véri�ée. A l'énergie
correspondante s'ouvre un gap Eg, dans lequel l'électron n'as pas de solution sta-
tionnaire pour se propager. Dans l'espace réciproque cela conduit à un diagramme
d'énergie en structure de bande : dans l'état fondamental, les électrons occupent
la bande de valence, caractérisée par une fonction d'onde φvk(r) plutôt localisée
sur les ions du cristal (électron lié aux ions). Dans l'état excité, les électrons oc-
cupent la bande de conduction caractérisée par une fonction d'onde φck(r) plutôt
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localisée entre les ions du cristal (électron quasi-libre).

A�n de décrire le cristal dans son ensemble, on admet alors que le système
composé de N électrons peut être décrit par N états propres à un électron. Dans
le cadre de cette approximation, et comme l'électron est un fermion, l'état fon-
damental du système φ0 s'écrit de manière analogue à la deuxième ligne de l'ex-
pression (1.1) :

φ0(r1, · · · , rN) =
1√
N !

det{φvk1
(r1) · · ·φvkN

(rN)} (2.19)

où 'det' est l'opérateur prenant le déterminant de Slater du produit de fonctions
d'onde à un électron (i.e. la somme des permutations anti-symétrique du produit
de fonction d'onde à un électron). Le premier état excité s'écrit en plaçant un
électron dans la bande de conduction :

φkn
(r1, · · · , rN) =

1√
N !

det{φvk1
(r1) · · ·φckn

(rn) · · ·φvkN
(rN)} (2.20)

Lorsqu'un photon d'énergie supérieure à celle du gap d'énergie Eg pénètre le
cristal, son absorption crée un électron dans la bande de conduction, et un trou
dans la bande de valence, de vecteur d'onde opposé (le vecteur d'onde du photon
étant négligeable). L'énergie de ce premier état excité par rapport à l'énergie du
fondamental est donnée par

Ec(k) − Ev(k) = Egap +
~

2k2

2m∗
e

+
~

2k2

2m∗
t

(2.21)

où m∗
t et m∗

e sont respectivement les masses e�ectives du trou et de l'électron, et
k la norme du vecteur d'onde de l'électron et du trou.

2.3.2 Modèle plus réaliste : naissance de l'exciton

La description précédente est une approximation. En e�et, l'électron et le
trou créés par l'excitation optique sont liés par une interaction coulombienne qui
se concrétise par une force de rappel subie par l'électron de la part des centres
positifs du cristal. Dans le cadre du modèle de Wannier, où on admet que la paire
électron-trou peut être traitée de façon indépendante des autres particules, cette
correction se concrétise par l'ajout d'un terme d'interaction coulombienne dans
le Hamitonien à deux particules. On aboutit ainsi à l'Hamiltonien d'un problème
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hydrogénoïde dont on les solutions sont bien connues. En substituant la masse
e�ective du trou m∗

h à la masse du proton de l'atome d'hydrogène et la masse
e�ective m∗

e à la masse m0 de l'électron, on obtient un spectre discret {EX
n }K

correspondant aux états propres de l'exciton dont le centre de masse est animé
d'une quantité de mouvements ~K. EX

n (K) s'écrit

EX
n = Egap − El

n +
~

2K2

2M∗ . (2.22)

où M∗ la somme des masses e�ectives de la paire, El
n est l'énergie de liaison

de la paire électron-trou du niveau excitonique n. El
n s'exprime en fonction de

l'énergie de liaison de l'atome d'hydrogène ERy = 13.6eV sous la forme

El
n =

ERy

n

µ

m0ǫ2
(2.23)

où µ = m∗
t m

∗
e/(m

∗
t + m∗

e) est la masse réduite de l'exciton, et ǫ est la constante
diélectrique du milieu. Dans GaAs et CdTe l'énergie de liaison de l'exciton 1s
(n = 1) est de 5.5meV et 10.9meV respectivement.

Ces excitons présentent donc une faible énergie de liaison devant Eg et un
rayon de Bohr grand devant le paramètre de maille a du cristal. Ce sont des
excitons de Mott-Wannier, par opposition aux excitons de Frenkel, très petits
et de très grande énergie de liaison que l'on peut trouver par exemple dans les
cristaux organiques.

La fonction d'onde de l'exciton φX établie par ce modèle se trouve distribuée
sur tous les états fermioniques φk décrit plus haut. Soit :

φX =
∑

k

A(k)φk. (2.24)

où A(k) est la contribution de chaque états de fermions à φX . A(k) est donc un
nombre in�me devant 1. Or ce nombre représente aussi le taux d'occupation de
l'état fermionique k dû à un exciton. C'est cette propriété qui permet a l'exciton
de ne pas ressentir l'e�et de l'exclusion de Pauli, chaque état de fermions étant
occupé de manière in�me par l'état d'exciton. C'est cette propriété qui lui permet
de suivre une statistique bosonique à faible densité.
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2.3.3 Propriété optique de l'exciton dans les matériaux mas-
sifs

La transition électron-trou, autant que l'exciton, est couplés aux modes élec-
tromagnétiques de l'espace libre. Il existe cependant deux types d'excitons selon
le moment orbital de l'électron (Je = ±1/2) et du trou (lourd) (Jt = ±3/2) :
le premier type est de moment orbital total J = ±2 et ne présente donc pas de
couplage radiatif. Ce sont les excitons dit 'noirs'. Le deuxième type est de mo-
ment orbital total J = ±1, et sont donc couplés au champ électromagnétique.
L'élément de matrice Vxγ décrivant ce couplage s'écrit :

Vxγ = 〈φ0(r)|Hxγ|φx(r)〉 = Akγ
Mcv

e

m0

F (0)δKkγ
(2.25)

où Akγ
est le potentiel vecteur du champ de vecteur d'onde kγ, Mcv est l'élément

de matrice dipolaire entre les états de la bande de valence et les état de la bande
de conduction, F (0) caractérise le recouvrement spatial entre l'électron et le trou
au sein de l'exciton, et kγ est le vecteur d'onde du photon.

Le dernier facteur de cette expression constitue la règle de sélection du cou-
plage. Or la donnée des trois composantes du vecteur d'onde pour un exciton
ou un photon détermine un état quantique pour chacun. Cette règle de sélection
stipule donc qu'un état de photon ne peut se coupler qu'à un seul état d'exciton.
Comme on l'a expliqué précédemment, ce régime de couplage 'un-pour-un' est
une condition su�sante au régime de couplage fort, et ce dernier est en règle
générale atteint dans les matériaux massifs semiconducteurs courants, sans ef-
fort particulier. Le polariton excitonique est donc un état stationnaire dans les
matériaux massifs [24, 25].

Remarquons ici que cette règle de sélection ne conduit pas du tout au même
type de couplage dans le cas d'une transition bande à bande. Dans ce cas le
mouvement relatif de la paire électron-trou n'est plus quanti�é par l'interaction
coulombienne. La règle de sélection devient alors : kγ = kt + ke où kt et ke sont
les vecteurs d'onde de l'électron et du trou. On voit que pour la donnée d'un kγ,
un continuum non-dégénéré de couple (kt,ke) satisfait cette relation. On est donc
toujours dans la situation de couplage faible. Le même type de raisonnement est
valable en microcavité. C'est la raison pour laquelle la transition de Mott pour
laquelle l'exciton est ionisé, implique toujours la perte du régime de couplage fort.
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Chapitre 2. Le polariton excitonique

Mais alors quel est l'intérêt des microcavités s'il est si facile de réaliser
un polariton dans le matériau massif ?

L'intérêt est multiple : notamment, l'intensité du couplage est bien supérieure
en microcavités que dans le massif, grâce aux e�ets du con�nement (voir section
suivante). On peut citer aussi une di�culté qui caractérise la manipulation et
l'observation du polariton 3D : la courbe de dispersion du polariton bas, n'est
pas couplée directement aux modes électromagnétiques de l'espace libre, à cause
précisément du couplage fort qui abaisse l'énergie des polaritons en dessous du
cône de lumière. Si bien que ces états ne sont visibles en luminescence qu'à l'aide
de processus à deux particules (ex : di�usion Raman) [26], ou bien en optimisant
le couplage de leur partie évanescente avec les modes de l'espace libre.

Mais la raison principale est la suivante : si l'on espère réaliser une conden-
sation de Bose de polaritons, le polariton massif possède deux graves défauts :
premièrement, sa dispersion s'annule à vecteur d'onde nul, si bien que l'éner-
gie de l'état fondamental est nulle. Aucun e�et collectif de bosons n'est donc
envisageable dans un tel système. Deuxièmement, une relation de dispersion li-
néaire implique de toute façon une température critique de condensation nulle.
En microcavités, la situation est toute autre : d'une part le polariton admet un
état d'énergie minimum �nie, d'autre part, sa dispersion est quasi-parabolique au
voisinage de l'état fondamental.

Force d'oscillateur

La force d'oscillateur par unité de volume fx est une grandeur physique qui
permet de caractériser la capacité du milieu actif à réagir à une excitation optique.
Elle peut s'exprimer simplement en fonction de Vxγ sous la forme

V 2
xγ =

e2

2m0

A2
kγ

~ωxfxδKkγ
. (2.26)

En fait La susceptibilité diélectrique χ macroscopique du milieu est une donnée
très similaire à la force d'oscillateur. Dans le cadre d'un modèle de dispersion
linéaire, et en supposant que la transition excitonique est la seule contribution à
χ on peut les relier l'un à l'autre par l'expression

χ(ω) =
fx

ω2 − ω2
x

(2.27)
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où ~ωx est l'énergie de la transition excitonique. Cette remarque est à la base du
traitement semi-classique du polariton excitonique : ayant établi χ, il ne reste plus
qu'à l'injecter dans les équations de Maxwell, puis à en trouver les solutions sta-
tionnaires [27]. Ces traitements su�sent à mettre à jour les modes polaritoniques
et leur dispersion en régime linéaire.

2.3.4 L'exciton de puits quantique

Il est possible de con�ner l'exciton dans un plan (x, y) de manière à ce qu'il
se comporte comme une particule bidimensionnelle. Ce con�nement est réalisé
dans des structures appelées puits quantiques. Elles consistent en une �ne couche
de matériau semiconducteur (épaisseur typique de l'ordre du rayon de Bohr)
sandwiché entre deux matériaux de gap supérieur, appelé matériaux barrières.

Dans ces structures le mouvement de l'exciton selon l'axe de con�nement z se
trouve quanti�é, si bien que le vecteur d'onde décrivant un état d'exciton dans le
puits est donné par l'ensemble (p, kx, ky), où p est un nombre entier strictement
positif. Dans la limite des barrières de hauteur in�nie, ce con�nement a pour e�et
d'augmenter l'énergie de la transition excitonique d'une valeur

Econf =
p2h2

8M∗L2
z

(2.28)

où M∗ est la masse de dispersion de l'exciton dans le plan (x, y), et Lz est l'épais-
seur du puits.

D'autre part le con�nement a aussi pour e�et de comprimer l'exciton. Cette
compression se traduit par une augmentation considérable de l'énergie de liaison
El2D

n par rapport au cas tridimensionnel. L'exciton est à ce titre un 'matériau'
plutôt étrange dont le module de poisson est négatif : plus on le comprime selon
un axe, plus il se comprime selon les deux autres axes.

Dans la limite où Lz tend vers zéro, l'énergie de liaison dans l'état fondamental
de l'exciton est quatre fois plus grande que dans le cas tridimensionnel. Dans la
pratique cependant ce facteur quatre n'est jamais atteint : les barrières étant de
hauteur �nie, la fonction d'onde bave dans les barrières, réduisant l'énergie de
liaison de l'exciton, et ce, d'autant plus que l'énergie de con�nement est grande
puisqu'alors la particule se rapproche du sommet du puits. Il existe donc une
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valeur de Lz 6= 0 qui permet de con�ner la fonction d'onde au mieux, et par là
de maximiser l'énergie de liaison excitonique.

Propriétés optiques

L'énergie d'interaction Vxγ entre l'exciton de puits quantique et le champ
s'écrit de manière analogue à l'eq.(2.25) sous la forme

Vxγ = Ak‖
Mcv

e

m0

F2D(0)δK‖k‖
Ixg (2.29)

Où k‖ est la projection dans le plan du puits du vecteur d'onde du photon, et K‖
est le vecteur d'onde de l'exciton dans le puits. Ixg est l'intégrale de recouvrement
entre les fonctions d'onde du champ et de l'exciton.

Il est important de bien prendre conscience de l'in�uence de chacun des termes
sur la force du couplage Vxγ :

� Vxγ est proportionnel à l'amplitude du champ électromagnétique à travers le
terme Akγ

. On peut notamment réaliser la transition du couplage faible au
couplage fort dans un puits quantique nu sous excitation optique résonante
très intense [28]. Il faut bien réaliser que Akγ

est le potentiel vecteur dans
le seul état kγ. Il est donc très petit et doit être quanti�é. Dans ce cadre,
on peut montrer que de manière analogue au nombre d'exciton [29], Vxγ

croît en √

Ngk‖
du nombre de photon, ce qui est consistant avec la dépen-

dance en Akγ
de l'expression (2.25) établie de manière semi-classique. Dans

les microcavités à couplage fort, l'état fondamental du champ (Ngk‖
= 0

photons) se trouve être su�samment intense pour générer le couplage fort
(d'où l'expression 'vacuum Rabi splitting').

� Dans le massif, le recouvrement Ixg entre les fonctions d'onde du champ
et de l'exciton est total, soit Ixg = 1. Cependant en microcavité, ce recou-
vrement n'est pas total selon l'axe de croissance z à cause de la longueur
caractéristique de con�nement optique, qui est de deux ordres de grandeurs
supérieure à celle de l'exciton. Ainsi, le volume total du mode du champ doit
être le plus petit possible et le plus intense possible sur les puits quantiques
a�n de maximiser l'intensité du couplage.

� Vxγ est proportionnel au degré de recouvrement entre l'électron et le trou
donné par la quantité F2D(0). Or F2D(0) ∝ a−1

b , le couplage est donc
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meilleur lorsque le rayon de Bohr est petit (i.e. l'énergie de liaison exci-
tonique est grande). C'est la raison pour laquelle le couplage est meilleur
dans un puits quantique que dans le matériau massif.

� Vxγ n'est non-nul que si k‖ = K‖.
Cette dernière condition montre que le couplage de l'exciton 2D au mode du

champ 3D n'est en général pas de même nature que dans le matériau massif. En
e�et, un état d'exciton est déterminé par la donnée du vecteur d'onde dans le
plan K‖, ce dernier est couplé aux états du champ de vecteur d'onde (K‖, kz), où
la valeur de kz est indi�érente. Un état d'exciton est donc couplé à un continuum
d'états de photon non-dégénéré et caractérisé par la variable continue kz. On a vu
que cette situation conduisait au régime de couplage faible. Le polariton n'existe
donc pas naturellement dans un puits quantique nu.

Densité de saturation

On a déjà vu qu'à haute densité, l'exciton perdait son caractère bosonique.
Cette situation survient lorsque l'espace des états fermioniques commence a être
occupé de manière importante par la population d'excitons. Cet e�et rend la
création d'excitons supplémentaires de plus en plus di�cile à cause du principe
d'exclusion de Pauli.

Un autre e�et vient s'ajouter à celui-là : à haute densité, l'interaction coulom-
bienne a�aiblit l'énergie de liaison entre la paire électron-trou. Cette diminution
de l'énergie de liaison est responsable d'un a�aiblissement de l'énergie de liai-
son, et donc d'une diminution de la force d'oscillateur [30]. On peut montrer que
la force d'oscillateur de la transition excitonique est réduite de moitié pour une
densité [31, 32]

ns =
1

8.51πa2
B

. (2.30)

où aB est le rayon de Bohr de l'exciton à faible densité. Cette densité limite est le
bon critère pour déterminer la transition de couplage fort à couplage faible : en
e�et, la réduction de la force d'oscillateur implique aussi la réduction du terme
de couplage exciton-champ Vxg (eq.2.26) à travers le terme F (0) ∝ 1

aB
. Dans un

puits de CdTe de 8nm, le rayon de Bohr est de l'ordre de aB = 3.5nm. La densité
de saturation vaux donc ns = 3 × 1011cm−2. Dans un puits de GaAs, le rayon
de Bohr est de l'ordre de aB = 7nm, ce qui donne une densité de saturation de
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ns = 7 × 1010cm−2 (mesuré à ns = 4.3 × 1010cm−2 dans la référence [30]).

Ces valeurs montrent la grande robustesse de l'exciton dans CdTe par rap-
port à GaAs. Cette comparaison essentielle du point de vue de l'obtention d'un
condensat de polariton a constitué la motivation originale du projet microcavité
CdTe à Grenoble en 1996 [33].

2.4 Polariton excitonique en microcavité

Pour réaliser un polariton bidimensionnel, il faut con�ner le photon aussi bien
que l'exciton. Ce con�nement du champ électromagnétique est une propriété de la
cavité Fabry-Perot. Ainsi, lorsqu'un puits quantique est inséré à l'intérieur d'une
telle cavité, toutes les conditions nécessaires au couplage fort sont réunies. L'état
propre du système ainsi constitué est le polariton excitonique en cavité.

2.4.1 Cavité Fabry-Perot

Une cavité Fabry-Perot la plus simple possible est constituée d'une couche de
matériau diélectrique enserrée entre deux miroirs. La description du champ dans
la cavité ainsi formée est très similaire à la description de l'exciton dans un puits
quantique. A�n que l'analogie soit correcte, il faut considérer que le photon est
plongé dans un puits dont les barrières s'étendent sur l'épaisseur du miroir, et dont
la hauteur est représentée par la ré�ectivité. Contrairement à l'exciton le champ
électromagnétique peut tunneler vers l'extérieur de la cavité pour se coupler aux
modes du champ dans l'espace libre. L'exciton dans un puits quantique est en
général environné de barrière largement plus étendue que la partie évanescente
de sa fonction d'onde, et reste donc un état parfaitement stationnaire du puits
(tant que l'on ne tient pas compte de son couplage au champ électromagnétique).

De la même manière que pour l'exciton nous avons donc une quanti�cation
du vecteur d'onde du photon en cavité selon l'axe z normal au plan de la cavité.
Cette quanti�cation sélectionne les états du champ pour lesquelles la phase reste
identique lors d'un aller retour de la lumière dans la cavité. Ce qui s'écrit

kzL = pπ (2.31)
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où p est un nombre entier, et L la longueur de la cavité. Un état propre du
champ est donc décrit par la donnée des trois quantités (p, kx, ky). En général on
dit que la donnée de p sélectionne un 'mode', puis la donnée du couple (kx, ky)

sélectionne un état dans ce mode. On peut facilement déduire de la condition 2.31
la dispersion des états de photons selon k‖ = (kx, ky) :

Eg =
~c

nc

√

k2
‖ + k2

z =

√

E2
0 +

(

~ck‖
nc

)2

(2.32)

où nc est l'indice optique de la cavité, E0 est l'énergie du photon du mode p en
k‖ = 0, analogue de l'énergie de con�nement pour l'exciton de puits.

Temps de vie intra-cavité

Le temps de vie τγ du photon dans la cavité est un paramètre important pour
l'obtention du couplage fort d'une part, et pour garantir un temps de vie élevé
au polariton d'autre part. Ce dernier dépend de trois paramètres : la ré�ectivité
R des miroirs, la longueur de la cavité, et l'incidence θ de la lumière dans l'état
choisi. La relation s'écrit

τγ =
ncL cos(θ)

2c

π
√

R

1 −
√

R
. (2.33)

ce temps de vie est long Lorsque R est proche de 1, et permet au champ de s'ac-
cumuler dans la cavité. L'intensité du champ Iin est ainsi beaucoup plus grande
dans la cavité qu'à l'extérieur Iout. Ce rapport s'écrit à la résonance et à incidence
nulle :

Iin

Iout

=
1 −

√
R

1 +
√

R
. (2.34)

Lorsqu'on place un matériau actif dans la cavité optique, on obtient donc une
interaction matière-rayonnement beaucoup plus intense que dans l'espace libre.

2.4.2 Miroir de Bragg

Dans la pratique, la cavité Fabry-Perot est constitué par des miroirs de Bragg.
L'utilisation de ce type de miroir au lieu de miroirs métalliques s'impose pour
plusieurs raisons :
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Tout d'abord, l'e�et miroir est assuré par interférences destructives dans la
direction transmise : le miroir de Bragg est constitué par un empilement pério-
dique de deux couches diélectriques successives d'épaisseurs e1 et e2, d'épaisseur
optique identiques L = n1e1 = n2e2 et d'indices optiques di�érents n1 6= n2.
Lorsque le champ se propage à travers cette structure, il rencontre périodique-
ment une interface. Ainsi, à l'interface du matériau 1 vers 2, une partie

t =
2n1

n1 + n2

(2.35)

du champ est transmis, et l'autre partie

r =
n1 − n2

n1 + n2

(2.36)

est ré�échie (relations données à incidence normale). Le point de fonctionnement
particulier est le cas où les couches sont d'épaisseur optique λ/4 pour le champ
(condition de Bragg). Dans ce cas, le long de la propagation, le champ initial se
voit superposer des champs se propageant dans le même sens et déphasés d'un
aller retour dans une ou plusieurs couches. Le déphasage résultant est destructif
dans le sens transmis et constructif dans le sens ré�échi.

L'e�et miroir n'a pas lieu qu'à la condition de Bragg exactement mais sur une
bande d'énergie de largeur

∆E

E0

=
4

π
arcsin(|r|) (2.37)

centrée autour de la condition de Bragg (remplie en E0). Cette bande prend habi-
tuellement le nom de 'stop-band' ou 'photonic bandgap' à cause de son analogie
avec le 'gap' électronique dans les solides. Cette largeur �nie nous est notamment
très utile pour transmettre e�cacement un faisceau pompe d'énergie supérieure
au 'gap photonique' au coeur de la structure.

Une grande di�érence avec les miroirs métalliques est le fait que le champ
pénètre profondément dans le corps du miroir. Il y pénètre d'autant plus profon-
dément que le contraste d'indice entre les couches est faible. La profondeur de
pénétration LB du champ dans le miroir peut s'estimer par (valable à la condition
de Bragg)

LB =
λ

2next

n1n2

|n1 − n2|
(2.38)
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2.4. Polariton excitonique en microcavité

Ce résultat est important : il signi�e que dans une cavité à miroir de Bragg, le
volume du mode occupe selon l'axe z une longueur e�ective

Leff = Lc + 2LB (2.39)

où Lc est la longueur réel de la cavité, alors que dans une cavité à miroir métal-
lique cette longueur se limite à Lc. Le couplage exciton-champ s'en trouve donc
amoindri par rapport à une cavité à miroir métallique (cf. eq. 2.41).

En revanche, le champ ne subit en théorie aucune absorption dans le miroir.
Cette propriété est d'autant plus importante que le champ intra-cavité total est
très intense. Ainsi, avec de simples ré�ecteurs métalliques, dont l'e�et miroir est
assuré par la mise en mouvement des charges surfaciques, l'e�et Joule résultant de
ce mouvement et de l'intensité du champ serait susceptible de détruire le métal.

Un autre avantage du miroir de Bragg est que sa ré�ectivité R peut théo-
riquement approcher in�niment l'unité au centre du 'gap photonique'. R peut
s'approximer au centre du 'gap' par l'expression

R = 1 − 4

(

n1

n2

)2N

(2.40)

où n1 < n2, et N est le nombre de période du miroir. La ré�ectivité peut donc
être bien meilleure que celle des meilleurs miroirs métalliques si l'on empile un
grand nombre de période4. Mais en réalité les interfaces entre chaque couche sont
imparfaites et di�usent une partie de la lumière en dehors du mode. Il existe donc
un nombre optimal de paires donnant le meilleur compromis entre les deux e�ets.

Les miroirs de Bragg ont tout de même un défaut assez gênant : ce sont des
structures épaisses spatialement, et transparentes qui peuvent donc abriter des
modes propres du champ. Cette caractéristique a de nombreuse conséquences plus
ou moins plaisantes que nous discuterons en détail dans le chapitre 5.

4Les cavités à couplage fort atomes-photons sont réalisées à l'aide de miroirs supraconduc-
teurs ayant une ré�ectivité égale à l'unité aux défauts de surface près, mais cela est possible
uniquement grâce à la très basse énergie de la transition atomique utilisée (domaine micro-
onde), celle-ci est en e�et inférieure à l'énergie de liaison de la paire de Cooper et ne détruit
donc pas la phase supraconductrice.
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Chapitre 2. Le polariton excitonique

2.4.3 Couplage fort en microcavité

Tous les ingrédients sont réunis pour réaliser le polariton excitonique de ca-
vité : il su�t maintenant de placer un ou plusieurs puits quantiques à la position
des ventres du mode de cavité choisi. En général les modes p = 1 · · · 4 sont uti-
lisés, l'intérêt des modes d'ordre élevé est le nombre de ventres du champ dans
la cavité dont chacun peut accueillir jusqu'a 4 puits quantiques. La longueur de
la cavité est choisie de telle manière que la transition excitonique soit résonante
avec le mode de cavité choisi.

Dans de telles structures le couplage fort est possible puisque cette fois, autant
pour l'exciton que pour le photon, l'interaction matière rayonnement ne conserve
que la composante dans le plan du vecteur d'onde. On se retrouve donc dans une
situation de couplage un-pour-un comme dans le cas de l'exciton massif couplé
aux modes du champ de l'espace libre. Et le polariton excitonique peut donc être
un état propre du système.

En microcavité, l'intensité du couplage entre l'exciton de puits et le mode de
cavité Vxg peut s'écrire d'après l'eq. 2.29 [34] :

Vxg =
(1 +

√
R)2

2
√

R

c

ncLeff

2π

nc

ωx

~c
|F (0)|2|Mcv|2. (2.41)

On peut remarquer qu'en faisant l'approximation que la fonction d'onde de l'ex-
citon selon l'axe de croissance est une fonction de dirac δ(z) par rapport à l'ex-
tension du champ, Ixg se réduit à l'intensité du champ normalisé sur le puits
quantique. Donc Ixg ∝ 1/Leff où Leff est la longueur e�ective du mode de ca-
vité selon z. On retrouve le fait que l'intensité du couplage dépend d'une part
du volume du champ (à 2D il ne dépend que de sa longueurs selon z, puisque le
recouvrement champ-puits est total dans le plan), d'autre part de la position du
matériau actif par rapport à la distribution spatiale de ce mode.

Dispersion polaritonique : propriétés

La dispersion des polaritons5 peut s'évaluer à l'aide du modèle des deux os-
cillateurs couplés : Ex est l'énergie de l'exciton, et Eg est l'énergie du mode de

5Dans la suite nous utiliserons le raccourci 'polariton', pour désigner le polariton excitonique
de cavité
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2.4. Polariton excitonique en microcavité

cavité (2.32), et V0 = Vxg est l'intensité de couplage. Les expressions 2.8 nous
donnent l'énergie Eup

lp
des états de polaritons haut et bas. Quelques courbes de

dispersion typiques sont représentées �g.(2.3) en fonction de k‖ pour plusieurs
désaccords δ = Eg(k‖ = 0) − Ex(k‖ = 0).

Fig. 2.3: ligne pleine : dispersion E(k‖) des états de polaritons haut et bas. En poin-
tillés : dispersion des états d'exciton (Ex) et de photons de cavité (Eg) non-couplés.
Les paramètres du calcul sont les suivants : 2Vxg = 26meV , Ex = 1, 68eV , nc = 2.8,
désaccord exciton-champ de a) δ = −10meV b) δ = 0meV c) δ = +10meV .

Il faut cependant bien garder en tête que les états de polariton occupent le plan
(kx, ky). La courbe de dispersion complète est donc une nappe tridimensionnelle
obtenue par rotation des courbes de la �g.(2.3) autour de l'axe des énergies. La
branche basse du polariton ressemble ainsi à un chapeau mexicain à l'envers, la
branche haute à un paraboloïde de révolution.

Cette dispersion présente des caractéristiques tout à fait exceptionnelles :
premièrement, la nature du polariton change le long de cette courbe : à k‖ = 0,
le composante photonique est maximum, puis décroît au fur et à mesure que k‖
croît. A grand k‖ le polariton s'apparente de plus en plus à l'exciton.

Deuxièmement cette courbe présente un minimum d'énergie non-nulle en k‖ =

0, ce qui n'était pas le cas du polariton tridimensionnel.

Troisièmement, grâce à sa composante photonique, le polariton présente une
densité d'état par niveau d'énergie en centre de zone de quatre ordres de grandeur
plus faible que celle de l'exciton pur. Cette propriété est un énorme avantage sur

35



Chapitre 2. Le polariton excitonique

l'exciton pour l'obtention d'e�ets collectifs de bosons.

Quatrièmement, la dispersion n'est pas parabolique : elle présente notamment
un creux profond au voisinage du centre de zone. Ce creux constitue un piège
thermodynamique pour les polaritons qui s'y accumulent sans pouvoir relaxer
plus bas [35] (e�et aussi observé en 3D).

D'autre part l'existence d'un point d'in�exion autorise des e�ets de collision
inélastique entre les polaritons d'un même état. Cet e�et est exploité notamment
dans le cadre de la conversion paramétrique de polaritons [36]. Ce type de colli-
sions est impossible pour une particule bidimensionnelle de dispersion parabolique
(comme l'exciton ou les charges libres dans puits quantique)

Couplage des polaritons au champ extra-cavité
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Fig. 2.4: (a) Orientation des angles d'émission (θ, φ). (b) dispersion des modes de
polaritons, et des modes 3D du champ à l'extérieur de la cavité dans le plan (k‖, E). Les
modes 3D du champ occupent la zone hachurée.

Contrairement au cas tridimensionnel, les polaritons sont directement couplés
aux modes du champ extérieur à la cavité, et peuvent donc relaxer naturellement
par cette voie. Ces modes peuvent se représenter dans le même plan de dispersion
(k‖, E) que les polaritons : il s'agit de la zone hachurée de la �g.(2.4.b) d'équation

E = ~c
√

k2
x + k2

y + k2
z . (2.42)

Cette zone est contenue dans un cône appelé 'cône de lumière' dont la limite est
donnée par les états de photons de kz = 0.
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2.4. Polariton excitonique en microcavité

Les trois composantes de l'impulsion du photon extérieur auquel est couplé un
état de polariton sont déterminées par la conservation de la composante (kx, ky)

de l'impulsion et la conservation de l'énergie : d'après l'eq.2.42 la composante
kz du photon s'écrit en fonction des composantes (kx, ky) du polariton et de son
énergie Ep

~
2c2k2

z = E2
p − ~

2c2k2
‖. (2.43)

Si on dé�nit l'angle θ comme représenté sur la �g.(2.4.a), on voit que tan θ =

k‖/kz, ce qui d'après l'équation 2.43 peut se réécrire

k‖ =
Ep

~c
sin(θ). (2.44)

D'autre part, la conservation de (kx, ky) détermine la direction azimutale φ du
photon. Cette direction est identique à la direction φ du polariton dans le plan
de l'échantillon.

On obtient donc une correspondance directe entre le couple d'angle (θ, φ)

donnant la direction du photon à l'extérieur de la cavité, et le vecteur d'onde
(kx, ky) du polariton auquel il est couplé [37]. Cette correspondance s'écrit en
coordonnées polaire de la manière suivante :







k‖ = Eg

~c
sin(θ)

φ = φg

(2.45)

où Eg est l'énergie du photon émis à l'extérieur de la cavité, et φg est l'angle
azimutal. Cette propriété essentielle est aujourd'hui couramment utilisée pour
l'étude optique des microcavités, a�n de sonder individuellement chaque état
(kx, ky) de polariton. Nous allons nous aussi l'exploiter extensivement tout au
long de cet travail de thèse.

Cette propriété ne se limite d'ailleurs pas au cas du polariton, elle est valable
pour toutes les particules bidimensionnelles dont le vecteur d'onde dans le plan
est un bon nombre quantique (état délocalisé dans le plan). C'est notamment
le cas de l'exciton de puits quantique nu. Cependant cette propriété n'est dans
son cas d'aucune utilité puisque sa dispersion est complètement négligeable à
l'intérieur du cône de lumière.
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Chapitre 2. Le polariton excitonique

Largeur homogène du polariton

On a vu au paragraphe 2.2.2 comment on pouvait inclure le caractère �ni du
temps de cohérence des états purs a�n de modéliser celui des états couplés. Dans
notre cas particulier, la source de décohérence de l'exciton est principalement
liée aux vibrations du cristal. A 4K ce temps est de τx ∼ 100ps. Le temps de
cohérence du photon est donné par l'expression 2.33 et est de τg ∼ 0.5ps. Ainsi,
on peut déduire la largeur homogène des modes de polariton le long de la courbe
de dispersion à l'aide de l'expression 2.14. La �gure 2.5 présente le résultat de
ce calcul pour des modes usuels de polariton dans CdTe. En désaccord δ = 0,
à la résonance (en k‖ = 0), le polariton est exactement moitié photon et moitié
exciton. La largeur des deux modes de polariton vaut donc la moitié de celle du
photon pur (celle de l'exciton étant négligeable).

Il faut bien préciser que ces largeurs sont des largeurs directement observables
dans une expérience de spectroscopie classique. En e�et, une propriété importante
du couplage fort est le fait que, tant que l'intensité du couplage VXg est supérieur
à l'élargissement inhomogène des états purs, ce dernier n'as pas d'in�uence sur la
largeur des états couplés [29]. On observe ainsi directement en spectroscopie les
largeurs homogènes des polaritons.
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2.4. Polariton excitonique en microcavité

Fig. 2.5: En haut : dispersion des états de polaritons. En bas, largeur homogène des états
de polaritons en fonction de k‖. Les paramètres du calcul sont les mêmes que pour la
�gure 2.3 à désaccord nul. La largeur homogène de l'exciton est choisi à Γx = 0.01meV ,
et celle du photon à Γg = 1meV .

39



Chapitre 2. Le polariton excitonique

40



Deuxième partie

Optique en microcavité : méthodes
et réalisations expérimentales
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Chapitre 3

Optique de Fourier
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Fig. 3.1: Principe du montage de transformée de Fourier optique. r1 et r2 sont deux
points de l'ouverture. Les rayons de même directions (θ, φ) convergent en un même point
rF du plan de Fourier.

Ce chapitre est consacré à quelques rappels sur la notion de plan de Fourier
et sur l'optique de Fourier en général que nous avons utilisée extensivement dans
ce travail à cause de la relation 2.45 unique existant entre le couple d'angle (θ, φ)

d'émission à l'extérieur de la microcavité, et les états de polaritons. Dans son
déroulement, nous nous appuyons essentiellement sur l'ouvrage de M. Born et
E. Wolf [38]. Cette technique repose sur un montage optique simple, tel que
celui représenté �g.(3.1). Ce montage permet en fait d'observer dans un plan
appelé "plan de Fourier", l'émission en champ lointain tel qu'on l'observerait à
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une distance in�nie. Le grand intérêt pour nous de ce type d'observation est le
suivant : chaque point du plan situé à l'in�ni est conjugué avec une direction
donnée du champ émis par la source étendue. Autrement dit, un point du plan
de Fourier rF = (rF , φF ) "regroupe" toute la lumière émise par tous les points
de la source dans une direction (θ, φ) précise. Le plan de Fourier est donc le
plan des angles d'émission. Un petit calcul d'optique géométrique réalisé dans
l'approximation des lentilles minces permet de formaliser cette correspondance :

(rF , φF ) = (γf tan(θ), φ). (3.1)

où f est la focale de la lentille, et γ le grandissement éventuel du à une seconde
lentille reprenant l'image du plan de Fourier (voir montage expérimental 4.4).
Comme le vecteur d'onde k‖ = (k‖, φk) est lui même relié à l'angle d'émission
(θ, φ) par la relation 2.45. Il vient donc que le plan de Fourier est en correspon-
dance bijective avec le plan des états de polariton. Cette correspondance s'écrit :

(rF , φF ) =



γf

[

(

E(k‖)

~ck‖

)2

− 1

]−1/2

, φk



 (3.2)

Fig. 3.2: Bijection entre le plan de Fourier et le plan des états de vecteur d'onde dans
le plan donné par la relation 3.2. Les lignes continues matérialisent un pavage régulier
du plan (kx, ky). Elles sont séparés entre elles de 1µm−1 dans la direction x ou y. Les
surfaces noires représentent des surfaces identique de 1µm2 proportionnel au nombre
d'états quantiques dans le plan (kx, ky).

L'interprétation de l'intensité I(rF) de la lumière mesurée en chaque point du
plan de Fourier mérite toute notre attention. En e�et, selon le degré de cohérence
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spatiale de la lumière dans le plan de l'ouverture, la focalisation de la lumière en
chaque point de plan de Fourier selon sa direction, peut constituer une interférence
(carré de la somme des amplitudes), une somme d'intensité, ou quelque chose
d'intermédiaire. Dans les trois cas et pour une même source, l'intensité observée
pourra être très di�érente. Nous allons donc discuter ces trois possibilités. On
considérera que la source peut être modélisée par un trou dans un écran (ou
une diapositive) éclairé par derrière et caractérisé par sa fonction de transmission
t(x, y) dans le plan.

3.1 Imagerie de Fourier en cohérence quelconque

De manière générale, la lumière que nous étudions présente un degré de co-
hérence spatiale quelconque. Qu'observons nous alors dans le plan de Fourier ?
Le degré de cohérence spatiale dans le plan de l'ouverture est caractérisé par les
corrélations du champ entre deux points de l'ouverture r1 et r2 :

J(r1, r2) =
〈E(r1)E

∗(r2)〉√
I1

√
I2

(3.3)

Cette fonction que l'on appelle aussi degré de cohérence entre les points r1 et r2

possède une largeur caractéristique dcoh correspondant à la distance séparant deux
points au delà de laquelle la corrélation entre ces deux point devient négligeable.
Pour une source à deux dimensions, cette largeur est une surface que l'on appelle
surface de cohérence Scoh. En l'absence de cohérence, J(r1, r2) = δ(r1 − r2).
C'est à dire que seuls des points de l'ouverture in�niment voisins présentent une
corrélation non-nulle. En cohérence absolue, au contraire, J(r1, r2) = 1 (c'est le
cas de l'onde plane parfaite). C'est à dire que deux points de distance quelconque
présentent toujours une corrélation parfaite. En cohérence partielle, deux points
de l'ouverture r1 et r2 présentent une corrélation partielle, et n'interfèrent donc
que partiellement dans le plan de Fourier. L'intensité de la lumière en un point
rF = (xF , yF ) du plan de Fourier s'écrit en sommant les interférences causées par
toutes les paires de points dans le plan de l'ouverture :

I(rF) = I0

∫∫

t(r1)t(r2)J(r1, r2)e
ik(s1−s2)dS1dS2 (3.4)

S est la surface de l'ouverture. La grandeur s1 − s2 représente la di�érence de
chemin optique entre les deux chemins r1 → rF et r2 → rF. I0 est l'intensité
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de l'éclairement de l'ouverture par unités de surface. t(r) est la transmission de
l'ouverture au point r.

3.2 Cas particulier

3.2.1 Trou d'Young de cohérence mutuelle quelconque

Fig. 3.3: Expérience des trous d'Young émettant dans le plan de Fourier. Les trous sont
percés en x et en −x

A�n de bien comprendre la physique que sous-tend l'eq. (3.4), nous allons
l'appliquer au cas d'une ouverture constituée de deux trous in�niment �ns situés
en r = x et en r = −x (le problème n'est plus qu'à une dimension d'espace),
ce qui s'écrit t(r) = δ(r − x) + δ(r + x). On impose par ailleurs une corrélation
quelconque entre les champs issus de ces deux trous : J(x,−x) = J(−x, x) = j(x).
L'expression de l'intensité (3.4) dans le plan de Fourier se réduit alors à quatre
termes :

I(xF ) = I0j(x)eik(s1−s2) + I0j(x)eik(s2−s1) + I0 + I0 (3.5)

au premier ordre en x/f où f est la distance focale de la lentille entre l'ouverture
et le plan de Fourier, l'expression se simpli�e en

I(xF ) = 2I0(1 + j(x) cos(σxxF )) (3.6)
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où σ ≡ 2k/f et k = 2π/λ est le nombre d'onde. Le contraste c(x) = Imax(x)−Imin(x)
Imax(x)+Imin(x)

de la �gure d'interférence s'écrit après simpli�cation

c(x) = j(x). (3.7)

où encore de manière plus générale si les deux points sources n'ont pas la même
intensité I1 6= I2

c(x) = j(x)
2
√

I1I2

I1 + I2

(3.8)

On voit donc que dans cette con�guration particulière, il su�t de mesurer le
contraste des franges d'interférence pour obtenir directement le degré de cohé-
rence entre les deux points sources. Ce résultat nous sera très utile au pour déter-
miner simplement les corrélations entre di�érents états de polaritons (cf. chapitre
11).

3.2.2 Imagerie de Fourier en lumière cohérente

Lorsque l'ouverture est éclairée en lumière parfaitement cohérente, les corréla-
tions dans le plan de l'ouverture sont totales ; c'est à dire J(r1, r2) = 1. L'expres-
sion 3.4 se simpli�e alors pour aboutir aux lois de la di�raction de Fraunho�er :
la distribution du champ à grande distance de la source et à faible incidence est
donnée par la transformée de Fourier de cette ouverture

I(rF) = I0

∣

∣

∣

∣

∫

t(r1)e
iks1dS1

∣

∣

∣

∣

2

. (3.9)

Où dS1 est un petit élément de surface de la source. C'est la raison pour laquelle
ce type d'imagerie prend le nom d'optique de Fourier. Cette somme exprime par
ailleurs le fait simple que l'intensité en chaque point du plan de Fourier est le
résultat de l'interférence des champs émis par chaque point de l'ouverture.

Il s'agit d'une transformée de Fourier spatiale : ainsi par exemple, si l'ouverture
est constituée d'un réseau de traits verticaux périodiques de période a, l'image
dans le plan de Fourier présentera un trait vertical correspondant à la composante
de Fourier kx = 2π

a
(ces harmoniques sont aussi visibles si a est grand devant

la longueur d'onde). Les variables conjuguées à la position dans le plan r est le
vecteur d'onde k‖, associé aux longueurs d'ondes spatiales composant l'ouverture.
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La longueur d'onde spatiale est elle même reliée à la direction (θ, φ) de la lumière
émise, par la relation

(k‖, φk) = (
2π

λ
sin(θ), φ) (3.10)

Cette relation peut se comprendre de la manière suivante : une composante de
Fourier k‖ correspond à une distribution harmonique du champ dans le plan de
l'ouverture caractérisée par sa période spatiale et sa direction. Or on peut obtenir
une telle distribution en intersectant le plan de l'ouverture avec une onde plane
dont la direction par rapport au plan de l'ouverture est choisie judicieusement. La
�gure 3.4 décrit ce principe dans le cas unidimensionnel. Cette méthode conduit
à l'expression 3.10 reliant la direction de l'onde plane et les caractéristiques de la
distribution harmonique dans le plan de l'ouverture

Fig. 3.4: principe à une dimension de la génération d'une fréquence spatial 1/l à l'aide
d'une onde plane de longueur d'onde λ de direction θ.

Finalement, il faut retenir qu'en lumière cohérente, l'intensité d'un point du
plan de Fourier contient le carré de la somme des amplitudes de tous les champs
émis dans la même direction (θ, φ), et représente aussi la transformée de Fourier
de la transmission évaluée pour cette direction :

I(rF) = I0

∣

∣

∣

∣

∫

t(r1)e
i 2π

λ
sin(θ)|r1−rF|dS1

∣

∣

∣

∣

2

. (3.11)

3.2.3 Imagerie de Fourier en lumière incohérente

Lorsque l'ouverture est éclairée en lumière complètement incohérente, les
corrélations ne sont non-nulles que pour deux points in�niment voisins, soit

47



Chapitre 3. Optique de Fourier

J(r1, r2) = δ(r1 − r2). L'expression 3.4 se simpli�e en

I(rF) = I0

∫

t2(r1)dS1. (3.12)

On retrouve la règle bien connue qu'en lumière incohérente, il faut sommer les
intensités à la place des amplitudes.
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Chapitre 4

Échantillons et outils
expérimentaux

4.1 Microcavités de semiconducteurs II-VI

Une microcavité à couplage fort, est un empilement complexe de couches
d'alliages constituant les miroirs, la cavité, et les puits quantiques. Toute cette
structure, miroirs inclus, est réalisée en croissance épitaxiale par jet moléculaire
d'alliages semi conducteurs . L'épaisseur totale de l'échantillon est de l'ordre de
6µm. Ce qui représente parfois plus de 12h de croissance, pendant laquelle les
�ux de matériaux ne doivent pas �uctuer à plus de 1% ! L'immense avantage
de cette technique sur des techniques type MOCVD (Metal oxide chemical vapor
deposition) est la qualité ultime des interfaces entre chaque couche de la structure.
Par contre le choix des alliages est une étape délicate puisqu'ils doivent à la fois
présenter tous un paramètre de maille quasi-identique et posséder les propriétés
physiques utiles à la structure (bon contraste d'indice optique pour les matériaux
du miroir, gaps important des couches miroirs et cavités par rapport au puits
quantique pour la transparence à la transition polaritonique). Un léger désaccord
de paramètre de maille, a pour conséquence la propagation de dislocations dans la
structure. Ces dislocations constituent des zones de recombinaison non-radiative
pour le puits quantique, et des centres de di�usion pour la lumière. Ces deux e�ets
réduisent ou détruisent facilement le couplage fort, et doivent être absolument
minimisé.
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Pour les microcavités à base de GaAs, la solution conciliant toute ces contraintes
est assez évidente puisque le paramètre de maille est identique pour tous les al-
liages AlxGa1−xAs quelque soit x. Pour les microcavités à base de CdTe, la solu-
tion est plus complexe. Tout d'abord, les puits doivent être réalisés en CdTe pur.
En e�et un puits d'alliage ternaire de matériau II-VI serait beaucoup plus désor-
donné, et donc beaucoup plus inhomogène d'un point de vue réponse optique.
Ces puits sont entourés de barrières de Cd40%Mg60%Te assurant une profondeur
du puits de 1.1eV . Les miroirs de Bragg sont constitués d'alternance de couches
quart d'onde de Cd40%Mg60%Te et de Cd75%Mn25%Te d'indice optique respectif
2.52 et 2.82 à 740nm [33]. Ces alliages présentent à la fois un excellent accord de
maille avec les uns avec les autres, et un gap largement supérieur à CdTe pur.
D'autre part le contraste d'indice ∆n/n = 11% de ces matériaux est su�sant pour
obtenir des miroirs de Bragg de haute ré�ectivité avec un minimum de période.
En e�et, bien que l'accroissement du nombre de période augmente théoriquement
la ré�ectivité, il augmente aussi le nombre d'imperfections vues par le champ aux
interfaces entre les couches. Il existe donc un nombre de périodes optimal (entre
15 et 25 pour nos microcavités) constituant le meilleur compromis entre ces deux
contraintes.

On pourra remarquer que l'alliage choisi pour la cavité, est d'indice moindre
par rapport aux deux premières couches de part et d'autre de la cavité. De cette
manière, la cavité ne constitue pas un guide d'onde (couche d'indice fort sandwi-
ché entre des matériaux d'indices faibles) susceptible de piéger la lumière dans le
plan, la découplant ainsi de l'extérieur.

En�n, l'échantillon est disposé pendant la croissance dans une zone à fort
gradient de �ux. De cette manière, l'épaisseur des couches varie de manière ho-
mothétique d'un bout à l'autre de l'échantillon. Le résultat est une forte varia-
tion du mode de cavité selon le point d'observation de l'échantillon (de l'ordre de
9meV/mm). Le puits quantique subit lui aussi ce gradient, mais il y est par contre
peu sensible, puisque celle-ci n'in�uence que l'énergie de con�nement qui s'ajoute
à celle - beaucoup plus grande - de la transition excitonique dans le matériau
massif. La variation de l'énergie de l'exciton est donc à peine perceptible.
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4.1. Microcavités de semiconducteurs II-VI

Fig. 4.1: Coupe de l'échantillon M1161 représentée sur une échelle d'indice optique.
L'insert représente un zoom de la zone cavité. L'épaisseur total est de l'ordre de 6µm
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Nom cavité Nb. PQ Rabi(meV)
M1161 2λ 16 26
M1264 2λ 16 25

M1192(S4) 2λ 4 13
M904CD 1.5λ 6 16

Tab. 4.1: Principaux échantillons utilisés dans avec leurs caractéristiques.

Fig. 4.2: Spectre de ré�ectivité de l'échantillon M1161 à basse température et à incidence
normale. Les pleines largeur à mi-hauteur sont de 0.79meV pour le polariton bas, et
1.46meV pour le polariton haut.

M1161 : structure et réponse optique

La structure de la microcavité M1161 qui est extensivement utilisée dans ce
travail est présentée �gure 4.1 sur une échelle d'indice optique. La cavité d'épais-
seur 2λ contient 16 puits quantiques disposés par paquets de 4 au maxima du
champ du mode de cavité. Le miroir de la face avant comprend 17.5 périodes,
et 23 en face arrière. La di�érence entre le nombre de période sert simplement à
compenser la di�érence d'indice des deux milieux de sortie : l'air en face avant,
et le substrat (Cd88%Zn12%Te) en face arrière.

Comme le montre l'image 4.5, la surface de l'échantillon (Miroir face avant)
présente de nombreuses aspérités et rayures, dues à une utilisation intensive et à la
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fragilité mécanique de ces matériaux par rapport à GaAs par exemple. Certaines
de ces aspérités (trous, cratères) ont aussi pour origine une puissance d'excitation
trop élevée, notamment dans le cas du pompage continu lorsque le faisceau n'est
pas découpé (chopper) avec un rapport temps d'allumage/temps d'extinction
minimal.

La réponse optique en ré�ectivité de l'échantillon M1161 obtenue à 5K est
représenté �g.(4.2) à désaccord exciton-champ nul. Les deux pics d'absorption
des polaritons haut et bas sont situés de part et d'autre des modes découplés, et
séparés l'un de l'autre de 26meV . Un rapport dédoublement-largeur de raie très
confortable de 26 est atteint dans cet échantillon. Il faut noter qu'un tel dédouble-
ment de Rabi rapproche fortement le mode de polariton haut du continuum des
états de porteur libre du puits. Ainsi, lors de mesure de ré�ectivité résolue angu-
lairement, on ne voit pas comme le prévoit la théorie une largeur identique pour
les deux modes de polaritons. Ceci est du au fait que le système n'est pas un sys-
tème à deux niveaux. En e�et, le mode de polariton haut se trouve à une énergie
proche des états excités du puits, qui lui cause un fort élargissement spectral.

4.2 Outils de caractérisation

On a expliqué au paragraphe 2.4.3.0 l'intérêt fondamental que recèle la ré-
solution angulaire. A�n de réaliser cette résolution angulaire nous avons utilisé
deux techniques. La première consiste à sonder directement le champ lointain à
l'aide d'une �bre optique. La seconde, plus riche, plus précise, mais plus limitée
en angle de détection, utilise les propriétés de l'optique de Fourier.

4.2.1 Spectroscopie résolue en angle : méthode simple

Le schéma de principe du montage est représenté �g.(4.3). L'excitation, lu-
mière blanche ou laser, est injectée dans une �bre mono-mode. La sortie de la
�bre est �xée à l'extrémité d'un bras mobile. Sur ce bras, à la suite de la �bre se
trouvent deux lentilles plan-convexes permettant de prendre l'image de l'extré-
mité de la �bre. Ce bras est disposé sur un goniomètre nommé 'gonio. 2' sur la
�gure 4.3 dont l'axe de rotation passe par la surface de l'échantillon. Les lentilles
sont alors réglées de manière à ce que l'image de la �bre soit projetée sur l'échan-
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θθθθexc

z

θθθθdet
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Fibre multimode
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à l ’échantillon

z
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Fig. 4.3: Schéma du montage �bré de détection résolue en angle.

tillon avec une incidence θexc que l'on peut faire varier entre −60◦ et +60◦. La
détection est faite directement en champ lointain à l'aide d'une �bre multimode
de 500mum de diamètre de coeur. Cette �bre est solidaire d'un deuxième gonio-
mètre nommée 'gonio. 1' sur la �gure 4.3. Ce deuxième goniomètre est coaxial
avec le premier, les angles de détection θdet sont eux aussi compris entre −60◦ et
+60◦. La résolution angulaire atteinte par ce montage est de 1◦.

Ce dispositif est particulièrement utile pour les mesures de ré�ectivité résolue
en angle, puisqu'on peut aisément faire varier l'angle d'excitation. D'autre part,
il permet de sonder des états de polaritons correspondant à des angles élevés. A
l'aide de plusieurs spectres obtenus à di�érents angles, on peut reconstruire une
image de la luminescence dans un plan (θdet, longueur d'onde).

Nombre d'états de polaritons sondés

Nous aurons souvent besoin de connaître le nombre d'états de polaritons ob-
servés dans les expériences résolues en angle, a�n notamment d'évaluer le nombre
d'occupation de chaque état. Le nombre d'état dn contenu dans un élément de
surface ds = k‖dk‖dφk du plan réciproque est constant. Il s'écrit :

dn =
S

4π2
k‖dk‖dφk (4.1)
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4.2. Outils de caractérisation

Or d'après l'eq.(2.45), et en négligeant les variations de l'énergie Ep devant les
variations de θ, il vient

k‖dk‖ =

(

Ep

~c

)2

sin(θ) cos(θ)dθ. (4.2)

Or dans ce montage, la �bre optique de surface ds sonde le cône d'angle d'émission
dé�ni par ds = r2 sin(θ)dθdφ où r est la distance entre l'entrée de la �bre et le
spot d'émission. dn s'écrit donc en fonction de ds :

dn =
S

4π2

(

Ep

~c

)2

cos(θ)dΩ (4.3)

où dΩ = ds/r2 est le petit angle solide correspondant à la surface de collection ds

vue depuis le spot d'émission. Cette expression montre que la densité d'état n'est
pas constante dans l'espace des angles (θ, φ), mais diminue en cos(θ) lorsque θ

augmente.

4.2.2 Montage multi-tache

Excitation

Le montage (4.4) nous permet d'utiliser deux sources d'excitation : lumière
blanche ou laser. Le laser est un saphir-titane qu'on utilisera par défaut en régime
impulsionnel (pulse de 150fs) a�n d'obtenir des densités de puissance importante.
Le faisceau passe par un télescope a�n de pouvoir contrôler son diamètre et sa
divergence. Le faisceau ainsi collimaté frappe une lame 50/50 et la partie ré�échie
est focalisée sur l'échantillon par un objectif de microscope de 9mm de focale pour
une ouverture numérique de 0.4.

Par ailleurs une lame de verre est disposée juste avant l'objectif a�n de pouvoir
éclairer l'échantillon en lumière blanche, pour faire des mesures de ré�ectivité, ou
simplement pour l'illuminer et observer sa surface.

Détection

La lumière émise ou ré�échie par l'échantillon est collectée par le même objectif
et une moitié est transmise à travers la lame 50/50. A partir de là, il est possible
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Fig. 4.4: Schéma du montage de détection multi-tâche. Les réglages (i) où i = 1 . . . 4

permettent de réaliser quatre types d'expériences di�érentes sans bouleverser le montage.
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de réaliser quatre types d'imageries di�érentes. En mettant en place un miroir
escamotable, on sélectionne une voie qui permet de faire des mesures intégrées
spectralement : après le miroir, la lumière est �ltrée du laser d'excitation à l'aide
d'un polariseur (le laser est fortement polarisé linéairement), et d'un miroir de
Bragg à base d'oxyde métallique utilisé en transmission (l'émission passe à travers
le premier maxima de transmission du côté basse énergie). Une fois débarrassé du
laser (le rapport luminescence/laser mesuré est supérieur à 10), la lumière est re
focalisée par une lentille achromatique de 180mm de focale. Ensuite le choix est
laissé à l'expérimentateur de placer la caméra CCD dans la position (1), auquel
cas, il observe l'image réelle de l'échantillon, ou dans la position (2), permettant
l'observation du plan de Fourier.

Lorsque le miroir escamotable est retiré, le lumière suit un autre trajet :
après la lame 50/50, elle atteint une autre lentille achromatique de 180mm de
focale, qui focalise la lumière à l'entrée du monochromateur. Encore une fois deux
possibilités sont o�ertes à l'expérimentateur : s'il place la lentille dans la position
(3), l'image réelle de l'échantillon est projetée sur les fentes. En position (4), le
plan de Fourier est projeté sur les fentes.

Détails des quatre voies de détection

� La voie (1) nous permet d'observer l'image de l'échantillon (plan réel (x, y))
grossi f2/f1 = 20 fois. Il peut s'agir soit d'une image en lumière blanche
permettant de contrôler l'état de surface de l'échantillon ou la forme du
spot d'excitation (voir exemple �g.(4.5)), soit d'une image en luminescence.

� la voie (2) permet de prendre l'image du plan de Fourier 2D. Cette image
est réduite par rapport à l'originale qui est située juste après l'objectif de
microscope d'un facteur

γ =
f2

L − f1 − f2

(4.4)

où L est la distance entre l'objectif et le doublet achromatique. Ceci nous
permet d'adapter sa taille à celle du capteur CCD. L'image originale est un
disque dont le rayon rmax

F est �xé par l'ouverture numérique O = sin(θM)

de l'objectif à
rmax
F = f1 tan(θM). (4.5)

comme O = 0.4, θM = 23.57◦, et rF = 3.93mm.
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� (3) En lumière blanche, cette con�guration nous permet de réaliser des
spectres de ré�ectivité résolue spatialement selon une coupe de l'image réelle
dé�nie par les fentes (soit un plan (λ, y)). En luminescence, cela nous permet
de réaliser le même type de spectre mais en émission (micro photolumines-
cence).

� En (4), l'image du plan de Fourier est projetée sur les fentes du monochro-
mateur. En luminescence, cela nous permet d'observer une coupe du plan
de Fourier résolue spectralement. Le plan d'observation correspondant est
le plan très utile de la dispersion (λ, ky). Pour les mêmes raisons que pré-
cédemment, la dispersion obtenue est limitée à ±θM de part et d'autre de
l'image. Précisons que, d'après la taille des pixels de la CCD et la relation
3.1, la précision de la détection angulaire atteint 0.13◦.

Fig. 4.5: image de la surface de l'échantillon M1161 en lumière blanche. L'image mesure
190 × 140µm2. Le spot en quasi-limite de di�raction (moins de 2µm de diamètre) est
la tâche blanche en bas à gauche de l'image

Nombre d'états sondés

Pour ce montage, il est utile de connaître le nombre d'états dn de polaritons
qui illumine chaque pixels de la caméra CCD. Pour ce faire on procède comme
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pour le montage précédent. En di�érenciant l'expression 3.2, il vient :

drF

r3
F

=

(

Ep

γf1~c

)2
dk

k3
(4.6)

Or le petit élément de surface en coordonnées polaire s'écrit dsF = rF drF dφF , dn

s'écrit donc
dn =

S

4π2

(

γf1Ep

~c(γ2f2
1 + r2

F )

)2

dsF (4.7)

Comme dans le cas du montage précédent, à dsF constant, on observe de moins en
moins d'états quand on s'éloigne du centre du plan de Fourier. Ceci peut se voir
sur la �g.(3.2) : dans le plan de Fourier, la surface englobant un nombre constant
d'états (surface noire sur la �gure) grandit quand on s'éloigne du centre.
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Troisième partie

Caractérisation optique dans le
régime linéaire
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Chapitre 5

Modes de Bragg en couplage fort :
conséquences et applications

De manière très générale le polariton excitonique est le produit de l'oscillation
cohérente entre un nombre quelconque d'états du champ et un nombre quelconque
d'états excitoniques dont le couplage est permis par les règles de sélection. Par
exemple, pour augmenter la force d'oscillateur, on dispose couramment plusieurs
puits dans la cavité. Ce faisant, on ajoute un état supplémentaire d'exciton par
puits, tous dégénérés, et tous couplés au même état du champ. Mais qu'en est-il
du nombre d'états de champ couplés simultanément au même état d'exciton ?
Cette question est légitime étant donnée la nature des miroirs utilisés : en e�et,
ces miroirs sont structurés périodiquement, et su�samment épais pour abriter
leurs propres modes du champ.

Ces modes additionnels existent e�ectivement et sont appelés parfois "modes
de fuite"6 ou "modes de Bragg". Les conséquences de leur existence ont été étu-
diées théoriquement par V. Savona et al. [39]. Ils remarquent que ces modes
in�uencent de manière signi�cative le temps de vie radiatif des états de polari-
tons résonants avec eux. La dynamique de la relaxation s'en retrouve in�uencée
puisque ces modes constituent des canaux de fuite radiative des polaritons à grand
k‖, les estimations théoriques prédisent en e�et que 80% de l'émission passe par

6Cette appellation fait référence au fait que ces modes piègent les polaritons en dehors du
canal de relaxation souhaité (couplage fort exciton- mode de cavité). Cette appellation est un
peu restrictive aux phénomènes polaritoniques et nous lui préférons l'appellation "mode de
Bragg" faisant directement référence à son origine physique.
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ces modes [23], et donc seule une faible proportion des excitons créés par la pompe
non-résonnante relaxe dans la zone centrale des états de polaritons.

Dans ce chapitre, nous allons nous attacher à mettre en lumière l'origine
physique des modes de Bragg et montrer l'émergence du mode de cavité en tant
que mode localisé dans un défaut de périodicité du miroir. Pour ce faire nous
allons construire théoriquement une microcavité à partir d'un miroir de Bragg
dont nous élargirons une couche centrale a�n de former une cavité. Nous allons
présenter ensuite des résultats expérimentaux et théoriques montrant que dans les
microcavités à grand Rabi comme les échantillons II-VI à multipuits quantiques,
le couplage avec les modes de Bragg est su�samment intense pour atteindre le
régime de couplage fort. Dans ce cas les modes de Bragg ne doivent plus être
envisagés comme une perturbation et font partie intégrante du mélange cohérent
exciton-champ. Les conséquences sur les états noirs d'excitons sont détaillées dans
le cadre du couplage fort exciton-mode de Bragg. En�n, nous présentons une
application potentielle de cet e�et dans le cadre des expériences de conversion
paramétrique à l'angle magique [36].

5.1 Modes propres du champ dans un miroir de
Bragg

Nous allons ici détailler les caractéristiques des modes de Bragg. L'équation
de propagation du champ électromagnétique s'écrit de manière générale :

∇× (
1

ǫ(r)
∇× H(r)) =

ω2

c2
H(r) (5.1)

où H est l'induction magnétique ǫ(r) la constante diélectrique du milieu au point
r. Or un miroir de Bragg présente une périodicité pour ǫ selon l'axe de croissance
z (période a) et reste constant dans le plan du miroir (xy), on peut donc séparer
la dépendance spatiale du champ en une onde plane dans le plan (xy) fois une
fonction U(z) :

H(r) = U(z) exp(ik‖r‖)ep (5.2)

où ep est le vecteur directeur de la polarisation, k‖ et r‖ sont respectivement le
vecteur d'onde et la position dans le plan (xy).
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Fig. 5.1: (a) : Calculs des modes du miroir de Bragg suivant : n1 = 3, n2 = 1.5, l1 =

100nm, l2 = 50nm, longueur d'onde centrale : λ0 = 600nm(2066meV ) épaisseur in�nie.
Tiret long : structure de bande E(kz). Tiret court : structure de bande dans le cas d'un
contraste d'indice nul (structure homogène d'indice n1 = n2 = 2). Ronds ouverts : modes
de Bragg discrets Um qui subsistent dans la structure d'épaisseur �nie (10 paires). En
trait continu : ré�ectivité de la structure �nie, calculée à l'aide de la méthode matricielle.
(b) : en gras, champ propre (intensité) du mode m = 1. (c) : (en gras) champ propre
(intensité) du mode m = 9. La structure calculée est représentée dans un plan (indice,
position) en trait normal. Les champs calculés divergent en dehors de la structure en
raison de leur temps de vie �nis : en e�et le champ existant à une distance L du miroir
a été généré dans la structure à un instant où il était exp(2ΓL/c) plus intense.
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En réinjectant cette expression dans l'équation d'onde (5.1) on obtient une
équation sur U(z) dont les solutions peuvent être calculées numériquement et
représentées dans un plan (ω, kz). Un tel calcul est réalisé �g.(5.1) (tiret long) :
lorsque ω augmente, la solution s'écarte du cas homogène (i.e. contraste d'indice
nul : droites en pointillés) puis présente un gap (appelé plutôt bande d'arrêt ou
bande interdite en photonique) lorsque les couches de la structure approchent
l'épaisseur optique λ/4 pour le champ. C'est cette bande d'arrêt qui est respon-
sable de l'e�et miroir de la structure ; sa largeur dépend du contraste d'indice
∆n (eq.(2.37)). Jusqu'ici nous avons considéré une structure d'épaisseur in�nie,
générant un ensemble continu de solutions ; pour un miroir réel d'épaisseur totale
L des conditions aux limites supplémentaires sont à ajouter, elles opèrent une
sélection parmi l'ensemble continu de solutions obtenues dans le cas in�ni. De
manière analogue aux Fabry-Perot (miroir de Bragg de contraste d'indice nul)
cette sélection donne un ensemble discret de modes

Um(z) = um(z) exp(im
π

L
z) (5.3)

où m est un entier. Chacun de ces modes constitue donc par dé�nition un état
quasi-stationnaire du champ, et con�né dans le corps du miroir ; le calcul du
champ propre à l'aide de la méthode matricielle montre la distribution d'intensité
de deux de ces modes dans le miroir (�g.(5.1.a) et (5.1.b)) : un mode basse énergie
(m = 1) localisé sur les bords du miroir est représenté �g.(5.1.a), et un mode
proche du gap (m = 9) (5.1.b) localisé au centre du miroir dans les couches
d'indice fort. Il est intéressant de remarquer que le nombre de ces modes N dans
la première demi-zone de Brillouin est directement lié au nombre de paires np du
miroir : en e�et cette zone est délimitée par l'inégalité 0 ≤ kz ≤ π

a
où a est la

longueur d'une paire, d'autre part kz est quanti�é par les conditions aux limites :
km

z = m π
L
; or L = npa, il vient donc que le nombre de modes s'écrit : N = np +1.

Cependant un de ces modes, le mode kz = π
a
(rond grisé) est à éliminer puisqu'il

se trouve au milieu de la bande d'arrêt et véri�e donc rigoureusement la condition
de Bragg du miroir. Il reste donc un nombre

N = np. (5.4)

modes. Ces modes se manifestent par exemple par des pics d'absorption dans un
spectre de ré�ectivité comme le montre la �gure (5.1) où un spectre de ré�ectivité
est calculé à l'aide de la méthode matricielle [40]. Il su�t donc par exemple de
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compter le nombre de pics entre deux bandes d'arrêt pour retrouver le nombre
de paires d'un miroir. Pour les microcavités à base de tellure utilisées dans de ce
travail de thèse, les miroirs ont généralement entre 17 et 23 paires et donc autant
de modes de Bragg de part et d'autre de la bande d'arrêt.

5.2 Du miroir de Bragg à la microcavité

On s'intéresse ici à la microcavité optique en l'absence de milieu actif. Une
microcavité optique est un miroir de Bragg dont une couche centrale a été élargie.
Ce faisant un défaut est créé dans la périodicité du miroir, qui peut abriter un
mode localisé du champ. Ce résultat est très analogue aux états électroniques
d'un réseau cristallin unidimensionnel [41] : les états propres dans le cristal sont
des états délocalisés (ex : exciton libre, bande de conduction ou de valence) sur
l'ensemble du cristal, tandis que des états localisés existent au niveau des défaut
de périodicité (ex : centre profond, niveau donneur ou accepteur). Le bilan des
analogies est résumé ci-dessous :

� bandes de conduction ⇄ modes de Bragg occupant les couches d'indice
faible.

� centre profond ⇄ mode de cavité.
� bande de Valence ⇄ mode de Bragg occupant les couches d'indice fort.
L'opération consistant à créer un défaut dans un miroir de Bragg est simulée

�g.(5.2) (un calcul similaire est réalisé dans [42]) à l'aide de la méthode des ma-
trices de transfert. L'augmentation d'épaisseur de la couche "défaut" provoque les
changements suivants : premièrement, les modes de Bragg glissent vers les basses
énergies et se resserrent à cause du fait que la longueur totale de la structure
augmente, ils traversent ainsi un par un le plateau de Bragg pour se transfor-
mer de manière continue en mode de cavité : cavité λ/2 d'abord puis λ etc...
Deuxièmement, Le glissement d'un mode de Bragg vers le centre du plateau s'ac-
compagne d'une augmentation du temps de vie associé : la distribution spatiale
du mode est en e�et de plus en plus localisée au centre de la structure dans la
cavité et donc de mieux en mieux isolée de l'extérieur. Lorsque le mode de Bragg
se trouve exactement au centre du plateau de Bragg, son épaisseur est un nombre
entier nc de fois la longueur optique d'une paire du miroir, le champ est con�né
de manière maximale autour de la couche défaut, on lui donne alors le nom de
mode de cavité.
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Fig. 5.2: Calcul de l'énergie des modes de Bragg à incidence nulle en fonction de l'épais-
seur de la couche centrale. Les caractéristiques du miroir sont les mêmes que pour la
�gure (5.1) mais avec une demi-paire retirée de manière à obtenir une structure symé-
trique par rapport à la cavité. a- énergie, b- temps de vie. L'axe des abscisses représente
l'épaisseur de la cavité normalisée à la longueur d'onde centrale du miroir λ0 = 600nm.

Le glissement des modes de Bragg vers les basses énergies s'accompagne d'une
réduction de l'intervalle les séparant, ceci vient du fait que la longueur totale de la
structure augmente, comme on le verrait dans une cavité Fabry- Perot standard
ou dans une couche diélectrique épaisse. On voit clairement à l'aide de ce procédé
que le mode de cavité n'est pas un objet physique di�érent des modes de Bragg,
ils font tous partie de l'ensemble des modes propres de la microcavité, et sont
di�érenciés entre eux seulement par leur énergie, leur distribution spatiale, et
leur temps de vie.

Remarquons que le nombre de modes N de la microcavité passive est modi�é
par rapport au miroir de Bragg d'origine à cause de l'épaississement de la couche
défaut : la longueur totale de la structure s'écrit en e�et L = (np + nc)a ; à l'aide
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d'un raisonnement similaire à celui de la section précédente, il vient :

N = np + nc (5.5)

Ainsi, pour une cavité "2λ" ouverte au centre d'un miroir de Bragg de 10 paires,
le nombre de modes est N = 10 + 4, mode de cavité inclus.

5.3 Couplage fort exciton-modes de Bragg

Fig. 5.3: Ré�ectivité résolue en angle de 8◦ (en haut) à 41◦ (en bas). Le désaccord
exciton/cavité est de δX−cav = +45meV , soit un désaccord exciton/premier mode de
Bragg δB1−X = −20meV . A 32◦ a lieu la résonance exciton/premier mode de Bragg, le
dédoublement de Rabi vaut △B1−X = 7.5meV . A 41◦ a lieu la résonance exciton/second
mode de Bragg, le dédoublement de Rabi vaut △2B−X = 7.2meV . La ligne continue sert
de guide pour l'oeil.

A�n de caractériser le couplage existant entre les modes de Bragg et l'exciton,
nous avons placé le premier mode de Bragg basse énergie et l'exciton proche de la
résonance grâce au gradient d'épaisseur de l'échantillon, puis nous avons réalisé
une mesure de ré�ectivité résolue en angle par pas de 3◦ de 8◦ à 41◦. Le schéma
de principe de l'expérience est représenté �gure (4.3) : une source blanche est
injectée dans la �bre d'excitation (50µm de diamètre), et la lumière ré�échie est
sondée par la �bre de collection à l'angle spéculaire. L'expérience est réalisée à
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5K avec l'échantillon M1161. Le résultat est représenté �g.(5.3) : lorsque l'exciton
rentre en résonance avec les premiers modes de Bragg un anti croisement a lieu,
témoignant du régime de couplage fort réalisé entre l'exciton et les deux premiers
modes de Bragg. Le dédoublement de Rabi réalisé est de 7.5meV avec le premier
mode de Bragg, 7.2meV avec le second. La simulation de cette expérience basée
sur la méthode matricielle est représentée en �g.(5.4), la dispersion des modes
et l'anti-croisement avec le niveau excitonique sont reproduits quantitativement
sans paramètres ajustables. Les grandeurs nécessaires à ce calcul sont en e�et les
dimensions et indices caractéristiques de l'échantillon et la force d'oscillateur de
la transition excitonique.

Fig. 5.4: à gauche : Spectre de ré�ectivité à 8◦ (l'axe d'énergie est vertical). A droite :
les cercles représentent la position expérimentale des pics d'absorption des spectres de
ré�ectivité en fonction de l'angle (extraite de la �g.(5.3)) ; les lignes continues �gurent
le calcul matriciel

Il est important de noter que la dispersion d'indice n(λ) doit être incluse dans
le calcul de manière à reproduire �dèlement la dispersion des modes du champ
[43], ceux-ci y étant en e�et très sensibles. Nous utilisons pour ce faire la donnée
des paramètres de Sellmeyer dont des valeurs approchées sont disponibles dans
la littérature pour les alliages que nous utilisons [33]. Les écarts subsistant entre
le calcul et l'expérience proviennent vraisemblablement du manque de précision
de ces valeurs.
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Fig. 5.5: Calcul de la distribution spatiale du mode de cavité (a) et du premier mode de
Bragg basse énergie(b) dans une structure réelle : le M1161. Les �gures (a') et (b') sont
des zooms de la distribution dans la partie cavité de la structure pour le mode de cavité
et le premier mode de Bragg respectivement.
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L'intensité du couplage entre un mode de Bragg et l'exciton est donc bien plus
faible que celle du couplage avec le mode de cavité, ce pour plusieurs raisons.

Tout d'abord, le temps de vie des modes de Bragg est en général moindre
que celui du mode de cavité, ce dernier étant moins bien con�né au centre de
la structure ; cette caractéristique n'est cependant pas très marquée dans nos
échantillons où le premier mode de Bragg présente une largeur que l'on trouve
même parfois inférieure à celle du mode de cavité (comparer par exemple �g.(4.2)
et �g.(5.3) : 2× 0.75meV pour le mode de cavité, contre 1.2meV pour le premier
mode de Bragg.)

Ensuite, comme le montre la simulation de la �gure (5.5) l'extension spatiale
LB du mode de Bragg est bien plus importante que l'extension du mode de cavité,
or d'après l'eq.(2.41) l'élément de matrice V couplant l'exciton et le champ s'en
trouve réduit d'un facteur

√

Leff

LB
.

En�n, comme on l'a déjà fait remarquer au chapitre 2, l'intensité du couplage
est proportionnelle à l'amplitude du mode du champ sur chaque puits. Or les
modes de Bragg sont comme on l'a vu des modes stationnaires du miroir, et donc
plutôt localisés dans ce dernier, le champ est donc globalement moins intense
dans la cavité qu'il ne l'est dans le mode de cavité. C'est ce que montre la �gure
(5.5.a) et (5.5.b) où l'on voit le calcul de la distribution du champ des deux
modes pour la structure réelle M1161. D'autre part les puits sont disposés dans
la cavité à un maximum du champ dans le mode de cavité ; dans un autre mode,
les maxima du champ se trouvent déphasés par rapport à la position des puits,
comme le montrent les �g.(5.5.a') et �g.(5.5.b') : on y voit clairement que les puits
quantiques sont mieux "éclairés" dans le mode de cavité que dans le premier mode
de Bragg.

5.3.1 Luminescence du polariton de Bragg

A l'aide du même montage que précédemment (cf. �g.(4.3)) nous avons étu-
dié la luminescence des états de polariton de Bragg. Pour ce faire on se place
comme précédemment en désaccord très positif sur l'échantillon. La luminescence
de l'échantillon est excitée par un laser He-Ne continu, et collectée à di�érents
angles d'émission avec une résolution de 1◦. On peut par ailleurs changer la source
devant la �bre d'excitation ce qui nous permet de mesurer la ré�ectivité au même
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point et au même angle qu'en luminescence. Le résultat est représenté �g.(5.6)
pour des angles de collection allant de 4◦ à 40◦. En luminescence (�g.(5.6.b)), la
raie dominante de ces spectres est celle du polariton bas de cavité. Malgré un
très fort désaccord positif, ce dernier présente une dispersion encore mesurable
de 0.8meV entre 4◦ et 40◦.

La luminescence du polariton de Bragg est visible dans l'épaulement basse
énergie de cette raie et seulement au voisinage de la résonance exciton-mode de
Bragg. Cette observation est consistante avec l'existence d'un fort e�et 'bottlene-
ck' sur cette branche du polariton de Bragg : en e�et, le dédoublement de Rabi
étant relativement faible devant le désaccord δ ∼ −20meV entre l'exciton et le
mode de Bragg, on a des états à dominante photonique (dû au Bragg) à petit
angle, qui sont donc di�cilement peuplés. Au voisinage de la résonance, on ob-
tient par contre le bon compromis entre population et temps de vie radiatif pour
observer de l'émission. On observe par ailleurs que de la luminescence survit à
grand angle dans l'épaulement basse énergie de la raie de polariton de cavité à
cause du couplage avec les modes de Bragg suivants.

5.4 Couplage du champ avec les états noirs

L'existence de ce couplage fort est une particularité des matériaux II-VI : en ef-
fet la grande force d'oscillateur de l'exciton par rapport au matériau III-V permet
dans les structures à multipuits de compenser les di�érentes sources d'a�aiblis-
sement du couplage décrit plus haut. Ainsi, même avec un désaccord important
entre l'exciton et le premier mode de Bragg, ce dernier peut contribuer de manière
signi�cative à la composante radiative des états de la branche basse contenue dans
le cône de lumière. Il est donc nécessaire d'inclure les modes de Bragg dans le
Hamiltonien de couplage exciton-champ. La situation à décrire est maintenant la
suivante : n puits quantiques apportent chacun un état d'exciton de même vecteur
d'onde k‖ et de même énergie. Les N modes de Bragg apportent eux aussi chacun
un état du champ de même vecteur d'onde, mais étagés en énergie. On peut écrire
le Hamiltonien H′ de cette situation de manière très générale à l'aide d'une ma-
trice de dimension (n+N )×(n+N ) dans la base des états de Fock pour le photon
et l'exciton de chaque mode : {|0γ, 1X1〉, . . . , |0γ, 1Xn〉, |1γ1, 0X〉 . . . , |1γN , 0X〉}
où l'état |0γi, 1Xj〉 représente 0 photon dans le mode i et 1 exciton dans le mode
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Fig. 5.6: a) Spectres de ré�ectivité pour des angles croissant de haut en bas. b) Spectres
de luminescence correspondant. c) détail des spectres de ré�ectivité et luminescence au
voisinage de la résonance exciton-premier mode de Bragg (θ = 22◦, 25◦ et 28◦). En
pointillés sont représentés les ajustements Lorentziens de la raie du polariton de fuite.
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j :

H′

=

































EX 0 . . . 0 V11 V12 . . . V1N

0 EX 0 V21 V22 . . . V2N
... . . . ... ... ...
0 0 EX Vn1 Vn2 . . . VnN

V11 V21 . . . Vn1 E1 0 . . . 0

V12 V22 . . . Vn2 0 E2

... ... ... . . .
V1N V2N . . . VnN 0 0 EN

































(5.6)

La diagonalisation de cet Hamiltonien est une tâche ardue, on va plutôt en dis-
cuter un cas particulier : deux puits quantiques (n = 2) et deux modes du champ
(N = 2), incluant le mode de cavité et le premier mode de Bragg basse énergie
(un calcul similaire est réalisé dans le référence [43] a�n de décrire le couplage
entre deux modes de cavité couplés et deux puits quantiques). Comme l'illustre
la �gure (5.5.a') on s'arrange toujours pour que les puits d'une microcavité soient
éclairés avec la même intensité dans le mode de cavité, l'élément de matrice VC

de ce mode avec les deux puits est donc identique. Ce n'est par contre jamais le
cas dans le premier mode de Bragg, celui-ci n'étant pas à la même énergie que le
mode de cavité. Ce mode présente en e�et des ventres déphasés par rapport à la
position des puits, et on a donc V1f 6= V2f . H′ se simpli�e alors en :

H′

=











EX 0 VC V1f

0 EX VC V2f

VC VC EC 0

V1f V2f 0 Ef











(5.7)

Dans un premier temps il est intéressant de réécrire H′ dans la base des états
blancs (superposition symétrique) et noirs d'excitons (superposition antisymé-
trique) a�n de mettre en valeur les nouveaux termes de couplage :

H′

=













EX 0 0
V1f−V2f√

2

0 EX

√
2VC

V1f+V2f√
2

0
√

2VC EC 0
V1f−V2f√

2

V1f+V2f√
2

0 Ef













(5.8)

On voit que par opposition à la situation de couplage multipuits-un seul mode
du champ, l'état d'exciton noir possède un élément de matrice non-nul tant que
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V1f 6= V2f , ce qui est toujours le cas comme on l'a vu. L'exciton noir possède
donc une composante radiative intrinsèque, provenant de l'existence des modes
de Bragg. Cette diagonalisation met à jour deux couples de polaritons :

Un couple issu du couplage entre l'exciton blanc et les deux modes du champ
(sous-matrice de H′ obtenue en supprimant la première colonne et la première
ligne) est le couple "habituel" de polariton. La contribution du mode de cavité
à sa composante radiative étant en général dominante, on lui donne le nom de
polariton haut/bas de cavité.

Le deuxième couple provient du couplage de l'exciton noir avec le premier
mode de Bragg (sous-matrice de H′ obtenu en supprimant la deuxième colonne
et la deuxième ligne), on lui donnera donc le nom de polariton haut/bas de Bragg.

Dans les III-V cet e�et reste négligeable : le couplage étant trop faible devant le
désaccord exciton-premier mode de Bragg. Ce n'est cependant pas le cas dans les
II-VI, pour lesquels l'expérience montre que ce couplage est fort et comparable au
désaccord exciton-premier mode de Bragg. L'e�et s'en fait notamment ressentir
pour les expériences de collection à grand angle comme on le verra plus loin.

On peut diagonaliser numériquement cette matrice, avec par exemple des
paramètres proches de l'expérience (5.3) : VC = 8.4meV , V1f = 4meV , V2f =

0.5meV , on choisit un désaccord δcx = 0 entre l'exciton et le mode de cavité et un
désaccord δfx = +60meV . L'indice e�ectif du mode de cavité et du mode de Bragg
sont nC = 2.9 et nf = 2.85 respectivement. Le résultat est représenté en fonction
de l'angle extérieur θ sur la �gure (5.7). Les courbes de la �g (5.7.b) montrent
une première conséquence importante : à grand angle ( 50◦) la contribution du
mode de Bragg domine la partie radiative de la fonction d'onde, on ne peut donc
pas la négliger sans faire une erreur importante.

5.5 Conséquences et applications

5.5.1 Relaxation polariton de Bragg - polariton de cavité

Dans le paragraphe traitant du couplage multipuits-un mode du champ, on
a vu que tout état d'exciton noir était orthogonal à tout état de polariton. La
branche d'états noirs est donc d'après ce point de vue complètement isolée du reste
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Fig. 5.7: a- Dispersion des 2 couples de polaritons calculée d'après la diagonalisation de
la matrice (5.7) avec les paramètres donnés dans le texte. En pointillés sont représentés
la dispersion des mode découplés. b- Contribution relative des états purs exciton et champ
au mode du polariton bas de cavité. c- Probabilité de trouver un polariton haut de Bragg
à l'angle θ dans l'état polariton bas de cavité en θ = 0
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du système, et les transitions état noir-polariton sont donc interdites. Lorsqu'on
tient compte des modes de Bragg, cette interdiction se trouve levée, en e�et,
on peut calculer numériquement le recouvrement 〈PHf |PBc〉 polariton haut de
Bragg et polariton bas de cavité toujours d'après la matrice (5.7) : il su�t d'écrire
le produit scalaire des vecteurs propres de ces deux états dans la base des états
découplés :

〈PHf |PBc〉 = 〈PHf |X1〉〈X1|PBc〉 + 〈PHf |X2〉〈X2|PBc〉+
〈PHf |f〉〈f |PBc〉 + 〈PHf |c〉〈c|PBc〉

(5.9)

Le résultat de ce calcul est représenté sur la �gure (5.7.c) pour la projection d'un
état de polariton haut de Bragg vers un état de polariton bas de cavité en θ = 0.
On voit que cette probabilité n'est pas nulle et présente un maximum de 15% à
grand angle. Cette transition n'est donc plus interdite et on peut donc imaginer
des processus alimentant la branche basse du polariton à partir d'une population
"d'exciton noir" à grand angle ou plus précisément de polariton haut de Bragg. Il
faut cependant garder en tête que cette population qui serait grande en l'absence
du mode de Bragg, fuit fortement à cause précisément de son couplage avec ce
mode.

5.5.2 Estimation du taux d'occupation

L'objet de ce travail de thèse est l'étude des e�ets collectifs de polaritons, il
est donc crucial de pouvoir mesurer et déduire le taux d'occupation de la branche
basse de polaritons. On peut déduire cette donnée d'une expérience de lumines-
cence résolue en angle. En e�et connaissant le nombre d'états dn sondés par la
�bre de collection, et le nombre dI de photons qu'ils émettent par unité de temps,
on peut remonter au taux d'occupation s(θ) :

s(θ) = τp
dI

dn
. (5.10)

dI est le nombre de photons pas unité de temps collectés à l'angle θ à dθ près, τp

est le temps de vie radiatif, dn est le nombre d'état de polaritons compris dans
l'anneau angulaire d'épaisseur dθ. Ce nombre est donné par les expressions (4.3)
ou (??) selon le montage expérimental choisi. Le paramètre crucial dans cette
expression est le temps de vie radiatif τp. Pour l'estimer correctement, il faut
impérativement prendre en compte l'existence des modes de Bragg. La �gure (5.8)
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Fig. 5.8: Expérience de photoluminescence résolue en angle avec l'échantillon M904CD
pour un désaccord δ = +5meV . Les symboles carrés représentent la dispersion E(θ)

mesurée. Les symboles triangulaires représentent le taux d'occupation (unité relative)
obtenu à l'aide du modèle à deux oscillateurs amortis. Les symboles ronds représentent
le taux d'occupation (unité relative) obtenu à l'aide du modèle semi-classique.

présente le résultat d'une expérience de luminescence résolue en angle sous faible
excitation de l'échantillon M904. On extrait le taux d'occupation de l'intensité à
l'aide de l'expression (5.10), en utilisant un temps de vie radiatif obtenu de deux
manières di�érentes :

� les symboles triangulaires montrent le résultat obtenu sans tenir compte des
modes de Bragg, à l'aide du modèle à deux oscillateurs amortis. Le résultat
présente une distribution surestimée à grand angle : en e�et l'approche du
premier mode de Bragg à grand angle réduit notablement le temps de vie
radiatif de ces états, alors que ce modèle prévoit une augmentation de ce
dernier. On a donc l'impression de voir plus de polaritons puisqu'on estime
la fuite radiative moindre.

� Les symboles circulaires montrent le résultat obtenu lorsqu'on tient compte
des modes de Bragg, à l'aide de la méthode des matrices de transferts [40].
Dans ce cas le temps de vie présente bien une réduction à grand angle due
à l'approche du premier mode de Bragg, et la distribution de population
résultante ne diverge plus à grand angle.
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Fig. 5.9: Processus de collision paramétrique pour deux échantillons simulés, en grisé
sont représentés les états signal ks pompe kp et idler ki. : a1- Dispersion pour un 16
puits standard (M1161). b1- Largeur radiative pour un 16 puits standard (M1161). a2-
Dispersion pour la version double cavité. b2-Largeur radiative pour la version double
cavité.

5.5.3 Application à la modulation du temps de vie radiatif

D'un point de vue plus général, il est possible d'utiliser cet e�et pour fa-
voriser l'émission d'un état de polariton donné. Par exemple, dans les expé-
riences de conversion paramétrique [36] on utilise le fait que la courbe de dis-
persion présente un point d'in�exion pour réaliser des collisions non-dégénérées
(Ep, Ep) → (Es, Ei) qui sont normalement interdites pour une dispersion para-
bolique : deux polaritons d'un état "pompe" kp à l'énergie Ep interagissent de
manière cohérente pour former un polariton dans l'état "signal" ks ∼ 0 à l'énergie
Es, et un polariton dans l'état "idler" ki ∼ 2kp à l'énergie Ei. C'est le processus
schématisé �g.(5.9.a1). Cette expérience présente au moins deux caractéristique
très originales : premièrement le temps caractéristique du processus peut être rac-
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courci de manière spectaculaire grâce à la présence d'un ou plusieurs polaritons
dans l'état �nal [44] (e�et de stimulation bosonique). Deuxièmement, l'interaction
étant cohérente, on s'attend à observer de fortes corrélations entre le polariton de
l'état idler et celui de l'état signal. Dans ce dernier cas, la mesure des corrélations
se heurte à une di�culté pratique : en général l'état idler se trouve à un angle tel
que le couplage au mode de cavité et au premier mode de Bragg est minimal, la
lumière émise par cet état est donc très peu intense et di�cile à exploiter.

La �gure (5.9.a1) et (5.9.b1) présente la schématisation de cette expérience
avec des données réalistes obtenues à l'aide de la méthode matricielle pour un
échantillon CdTe standard à 16 puits (M1161) : en haut la dispersion avec les
trois états impliqués dans le processus de collision, en bas la largeur radiative le
long de la courbe de dispersion où l'on voit la faiblesse radiative de l'état idler.

A�n de renforcer le couplage radiatif de l'état idler, il est par exemple possible
de rajouter un mode du champ qui soit résonant avec cet état, et faiblement couplé
a�n de ne pas trop déformer la courbe de dispersion. Nous avons donc légèrement
modi�é l'échantillon standard en rajoutant simplement une cavité λ/2 avant les
quatre dernières paires du miroir extérieur. Le couplage entre les deux cavités
génère deux modes du champ séparés de 53meV . Le premier à haute énergie est
fortement couplé aux puits quantiques et constitue le mode de cavité habituel, le
second constitue le mode secondaire faiblement couplé aux puits quantiques et ré-
sonant avec l'état idler. La dispersion de cet échantillon est représentée �g.(5.9.a2)
avec le schéma du processus de collision. La largeur radiative des trois états est
représentée �g.(5.9.b2) où l'on voit que grâce au mode secondaire, l'état idler est
fortement enrichi d'un point de vue radiatif.
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Chapitre 6

Caractéristique de l'émission dans
le régime linéaire

Dans ce chapitre, nous présentons les caractéristiques des microcavités CdTe
dans le régime de faible excitation. Nous nous intéressons dans un premier temps,
à la distribution de la population dans le plan réciproque et à l'e�et d'accu-
mulation que cette distribution manifeste. Nous nous attachons aussi à décrire
son évolution en température. Nous présentons �nalement une caractérisation du
désordre subi par les états de polariton dans le plan de l'échantillon.

6.1 Distribution de population le long de la courbe
de dispersion

6.1.1 Mécanisme de relaxation

Le mécanisme de relaxation généralement admis, sous excitation non-résonante
et en régime linéaire, se déroule de la façon suivante : le laser crée des porteurs
libres dans le puits. Ces derniers ont alors à disposition deux canaux de relaxa-
tion : l'émission de phonons optiques ou de phonons acoustiques.

Les premiers ont un temps caractéristique d'interaction très court (∼ 100fs)
[45] et constituent donc le canal de relaxation dominant dans les premiers ins-
tants. Leur dispersion Eop(k) est pratiquement plate, ils ne permettent que des
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Chapitre 6. Caractéristique de l'émission dans le régime linéaire

Fig. 6.1: Échantillon M904, excitation : laser He-Ne, température 5K. Chaque image
représente une mesure de la luminescence sous faible excitation dans le plan (E,θ) pour
un désaccord donné. La mesure est réalisée avec le montage �bré 4.3. L'échelle de couleur
est linéaire, et symbolise le nombre de coups sur la CCD du monochromateur. En bas
à gauche est représentée la distribution d'intensité correspondante le long de la courbe
de dispersion. En bas à droite est représenté le taux d'occupation en valeurs relatives
calculé d'après ces données et la relation 5.10.
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6.1. Distribution de population le long de la courbe de dispersion

transitions d'énergie �xe (ELO = 21.3meV dans CdTe), et de vecteur d'onde
quelconque. Ainsi, leur contribution cesse dès lors que l'énergie restant à relaxer
est inférieure à ELO.

Les phonons acoustiques en revanche, sont caractérisés par un temps d'inter-
action long, de l'ordre de plusieurs picosecondes, et par une dispersion Eac(q)

quasi-linéaire, dont la pente est �xée par la vitesse du son vg dans le matériau :

Eac = ~vgq. (6.1)

Les transitions par émission ou absorption de phonons n'ont pas besoin de conser-
ver la composante qz du vecteur d'onde perpendiculaire au puits, grâce au con�ne-
ment de l'exciton. De ce fait un continuum d'états de phonons est disponible pour
la relaxation des porteurs dans le puits, puisque pour un échange d'impulsion q‖
donné, il existe un continuum de valeurs de qz véri�ant :

Eq
ac = ~vg

√

q2
z + q2

‖. (6.2)

Ce résultat implique qu'une transition (∆E, q‖) par émission de phonons acous-
tiques ne peut avoir lieu que si

∆E

~q‖
> vg (6.3)

D'autre part, l'épaisseur �nie du puits selon l'axe z, et l'extension �nie de l'ex-
citon dans le plan du puits ne nous permettent pas un échange d'impulsion q‖
arbitrairement grand. On peut montrer en e�et que l'intégrale de recouvrement
entre la fonction d'onde de l'exciton et l'onde plane du phonon s'annule lorsque
qz > 2π/Lz ou q‖ > a−1

B [46]. Ces coupures imposent une valeur limite ∆E à
l'énergie de la transition excitonique que peux fournir l'émission d'un phonon.
Cette limite est en général de l'ordre de ∆E ∼ 2meV et se réduit pour un puits
de plus en plus épais. Ce canal de relaxation prend donc le relais des phonons
optiques lorsque l'énergie de ce dernier devient trop grand. Il amène les excitons
par petits sauts successifs vers les états de polaritons contenus dans le cône de
lumière.

Dans les dernières étapes de la relaxation vers le centre de zone, le poids
excitonique des états de polaritons devient faible et réduit la probabilité d'in-
teraction avec le réseau. La population se retrouve donc accumulée au bord de
la partie parabolique de la dispersion sans pouvoir relaxer plus bas [14, 35]. Cet
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e�et est illustré �g.(6.1) pour l'échantillon M904 : en désaccord négatif, l'émis-
sion domine à grand angle, témoignant d'une forte accumulation de population
dans cette zone. La population parvient à descendre plus bas en augmentant le
désaccord (vers les plus positifs). Le bas de la bande est atteint complètement
pour un désaccord positif d'une dizaine de meV. L'occupation résultant de ces
processus de relaxation est assez inattendue et joue un rôle fondamental dans
les phénomènes de forte excitation reportés dans la suite de ce travail. Le taux
d'occupation par état est représenté en régime de faible excitation sur la �gure
6.1. On y voit clairement que malgré la très faible densité d'état en centre de
zone, le taux d'occupation n'y est maximal que pour des désaccords très positifs
( +9meV pour l'échantillon M904). Le pic de taux d'occupation, conformément
à l'e�et 'bottleneck' décrit plus haut, se situe sur un large anneau d'état (lar-
geur de l'ordre de 10◦ pour M904, 15◦ pour M1161), et de diamètre décroissant
avec le désaccord. Au seuil non-linéaire, on verra que sous certaines conditions
expérimentales, c'est dans cette zone qu'ont lieu les e�ets de stimulation.

Luminescence dans le plan de Fourier : anneau d'accumulation

Les images 6.2 illustrent le fait que l'e�et 'bottleneck' se manifeste sous forme
d'une accumulation annulaire de population dans le plan des états de polariton.
Ces images sont prises dans le plan de Fourier bidimensionnel à l'aide du montage
4.4 en con�guration (2), sous excitation faible et non-résonante. Le cercle en
pointillés �gure l'angle θB de l'anneau d'accumulation, tandis que le cercle en
trait plein �gure l'ouverture angulaire de collection de l'objectif. Les deux cercles
ne sont pas coaxiaux car l'échantillon présente une légère inclinaison par rapport
au plan objet de l'objectif.

D'autre part, sur toutes ces images, la distribution de l'intensité lumineuse
est caractérisée par une symétrie cylindrique de l'illumination (le contraste de
ces images est arti�ciellement ampli�é, les �uctuations le long de l'angle azimu-
tal sont en fait inférieures à 5%). Cette symétrie a deux origines : d'une part la
di�usion Rayleigh dans le régime incohérent (voir section suivante), d'autre part
les mécanismes de relaxation, qui ne conservent pas le vecteur d'onde. Pour la
première, notamment, l'absence de modulation d'intensité le long de l'angle azi-
mutal, témoigne de la nature incohérente de chaque sous-population dégénérée.

Dans GaAs ces anneaux sont observés par exemple dans la première partie
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6.1. Distribution de population le long de la courbe de dispersion

Fig. 6.2: Visualisation de l'anneau d'accumulation dans le plan de Fourier 2D. La me-
sure est réalisée avec les échantillons M1161 (première ligne) de 26meV de Rabi, et
M1192 de 16meV de Rabi (deuxième ligne). L'anneau est observé pour trois désaccord,
négatif nul et positif. Le contraste de ces images est augmenté par rapport aux données
d'origine.

de la référence [47]. Ils apparaissent beaucoup plus �ns angulairement que dans
CdTe à cause du Rabi plus faible, mais ils présentent les même caractéristiques
du point de vue symétrie et homogénéité de l'éclairement.

6.1.2 Variation de la distribution en température

La �gure 6.3 montre une étude en température de l'e�et d'accumulation. On
voit que le réservoir de population accumulée à grand angle se thermalise lorsque
la température augmente. En e�et, le taux de relaxation par émission de phonons
est de manière générale exalté par l'importance de la population du bain de
phonons. Ainsi, lorsque le temps caractéristique de relaxation devient inférieur
au temps de vie radiatif des polaritons du réservoir, ces derniers peuvent relaxer
vers le bas de la bande.
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Il est important de rappeler que la population de polaritons présente un ca-
ractère fortement hors équilibre d'un point de vue thermodynamique à cause de
l'e�et d'accumulation (population 'bottleneck') que nous avons déjà évoqué. Il
su�t pour s'en convaincre de comparer la distribution de population mesurée
�g.(6.3) (ronds pleins, images du bas) et la distribution de Maxwell-Boltzmann
calculé (courbe en pointillés, image du bas).

C'est ce caractère dynamique qui autorise l'existence de distribution de po-
pulations aussi fantaisiste que celle causée par l'e�et d'accumulation. C'est aussi
ce qui autorise le fait - au premier abord paradoxal - que la température thermo-
dynamique du gaz de polaritons est abaissée (la population descend à plus basse
énergie) par la montée en température du thermostat !

Fig. 6.3: Échantillon M1161, excitation : He-Ne. Chaque colonne correspond à une
mesure de luminescence résolue en angle, réalisée à une température donnée : à gauche
à 5K, au milieu à 30K, à droite à 60K. En haut, les symboles carrés représentent
l'énergie de la raie de luminescence, les symboles ronds représentent l'intensité intégrée.
En bas, les ronds représentent le taux d'occupation des polaritons. La courbe continue
représente la distribution de Maxwell-Boltzman pour comparaison.
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6.2 Mise en évidence et in�uence du désordre

6.2.1 Di�usion Rayleigh dans un système bidimensionnel

Fig. 6.4: Schéma de principe de la di�usion Rayleigh dans le régime cohérent : le champ
cohérent se propage dans le plan de l'échantillon. Il est alors di�usé par les défauts dans
toutes les directions. Ces di�usions multiples le font interférer avec lui-même.

Dans un système purement bidimensionnel, les collisions élastiques causées
par un désordre interne occasionnent une distribution aléatoire de l'angle azi-
mutal φ du vecteur d'onde dans le plan, sans changer sa norme, puisqu'il n'y a
pas d'échange d'énergie. Lorsque cet e�et survient sur une population dégénérée
incohérente, on s'attend à ce que l'émission de cette population soit distribuée
dans le plan de Fourier sur un anneau homogène (anneau Rayleigh).

Lorsque la population est cohérente, il existe une relation de phase entre les
di�érents chemins aboutissant au même vecteur d'onde (voir �g.(6.4)) : chaque
centre redi�use le front d'onde dans toutes les directions, avec une phase de
référence φi qui lui est propre, si bien que dans une direction k‖ donnée, le champ
de polarisation total est donné par l'interférence des champs di�usés par chaque
centre. Cet e�et se re�ète directement sur l'image obtenue en luminescence par
une modulation de l'intensité (speckle e�ect) le long de l'anneau Rayleigh [48].

Des expériences ont été réalisées a�n de mettre à jour ce phénomène. Par
exemple dans la référence [49] les auteurs excitent un puits quantique de manière
résonante, ils observent alors une émission isotrope au lieu d'être distribuée sur
un anneau. La cause de cette isotropie est la trop grande masse de dispersion de
l'exciton : la largeur homogène de l'exciton est en e�et bien plus grande que sa
dispersion en énergie à l'intérieur du cône de lumière. Il s'ensuit qu'une collision,
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bien qu'élastique, peut di�user l'exciton vers un état où les deux composantes du
vecteur d'onde changent. Les auteurs observent cependant bien l'e�et d'interfé-
rence décrit plus haut, témoignant de la cohérence de la population d'exciton, et
du désordre interne vu par cette population.

Une microcavité en couplage fort est aussi un système parfaitement bidimen-
sionnel, avec l'avantage supplémentaire que le polariton possède une masse de
dispersion de quatre ordres de grandeur inférieure à celle de l'exciton. Cette fois
la largeur de cohérence du polariton est bien plus petite que sa dispersion à l'in-
térieur du cône de lumière, et un anneau est observé dans le plan de Fourier.
L'expérience menée par Houdré et al. dans une microcavité GaAs [48] montre
que cet anneau présente une structuration de l'intensité tant que le temps de
cohérence (réduit soit en montant la température, soit en passant en désaccord
positif, a�n de maximiser l'interaction avec le réseau cristallin) est su�samment
grand devant la di�érence des temps de parcours apparaissant dans l'interférence.

Observation sous excitation résonante

Fig. 6.5: a) Anneau Rayleigh obtenu dans le plan de Fourier en excitation résonante. La
moitié gauche contenant le spot d'excitation est occultée. b) La même expérience dans
une microcavité GaAs (d'après R. Houdré et al. [48])

Nous avons réalisé une expérience similaire à celle d'Houdré de manière à
comparer nos résultats obtenus avec une microcavité CdTe. Le saphir titane en
mode impulsionnel excite la branche basse de polariton à un angle de 16.3◦ et sur
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une ouverture de 2◦. Le désaccord est de ∼ 0meV . On observe l'émission dans le
plan de Fourier. L'image obtenue est représentée �g.(6.5) : de manière identique
aux observations de Houdré nous observons l'anneau Rayleigh en régime cohérent.
Cette expérience con�rme de manière directe et sans surprise, l'existence d'un
désordre important dans nos microcavités.

Du point de vue de la cohérence, il sera particulièrement stupé�ant de com-
parer ce résultat ainsi que ceux de la référence [48] avec les images obtenues en
régime de stimulation sous excitation non-résonante.

Désordre et couplage fort

On peut se demander au passage comment peut survivre le couplage fort dans
un système désordonné. En e�et la règle de sélection pour le couplage entre l'exci-
ton et le champ électromagnétique impose la conservation des deux composantes
du vecteur d'onde. Or comme on l'a vu précédemment, le désordre conduit à la
relaxation rapide de la direction du vecteur d'onde des excitons [48]. Pour ga-
rantir la conservation du couplage fort, il faut que la période de l'oscillation de
Rabi soit courte devant les temps de cohérence des états couplés. C'est en géné-
ral heureusement le cas : le système a le temps d'osciller plusieurs fois avant un
processus de di�usion.

6.2.2 Analyse de la di�usion Rayleigh observée en champ
lointain

L'anneau Rayleigh est modulé par une �gure d'interférence statistique. C'est
à dire qu'elle est constituée de grains lumineux et sombres. On a tendance à
croire que la taille des grains re�ète la taille ou le nombre des di�useurs. On va
montrer qu'il n'en est rien. On a vu que de manière générale on observait dans
le plan de Fourier, la transformée de Fourier t̃(k) de la fonction de transmission
t(r) (complexe) de l'émetteur. k et r sont respectivement le vecteur d'onde et le
position dans le plan.

Lorsque cet émetteur est irrégulier, t(r) peut se séparer en deux contributions :

t(r) = P (r) × n(r) (6.4)
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où P (r) matérialise les bords de l'objet, c'est par exemple une fonction de hea-
vyside Θ(r0 − r) pour un objet circulaire de diamètre r0. n(r) est une fonction
contenant l'information sur le désordre à l'intérieur de l'ouverture. En prenant la
transformée de Fourier de la relation précédente, t̃(k) s'écrit

t̃(k) = P̃ (k) ⊗ ñ(k) (6.5)

où P̃ (k),et ñ(k) sont les transformée de Fourier de P (r), et n(r) respectivement.

Taille d'un motif dans le plan de Fourier

A�n de comprendre l'image de speckle, commençons par établir ce qui déter-
mine la taille des 'grains' dans le plan de Fourier. Soit Tk(k) la fonction d'auto
corrélation de t̃(k). D'après la propriété que l'on a déjà invoqué, on peut écrire

TF [t2(r)] = Tk(k) = TF [n2(r) × P 2(r)]. (6.6)

Supposons dans un premier temps que l'objet soit bruité et in�niment étendu,
c'est à dire P (r) = 1. Cela implique d'après la relation précédente que Tk(k)

est in�niment piqué. Or la largeur de cette fonction de corrélation caractérise la
largeur moyenne d'un motif dans le plan de Fourier. On a donc dans ce cas une
taille de grain qui tend vers 0.

Si maintenant on réduit la taille de l'objet à l'aide d'une pupille circulaire par
exemple, d'après la relation 6.5, il vient que chaque grain in�niment �n hérite
maintenant de la largeur occasionné par P̃ (k). On vient donc de montrer que la
taille des motifs dans le plan de Fourier ne dépendait que de la taille de la pupille.

6.3 Autre caractérisation du désordre

A�n de comprendre un peu mieux la nature du désordre présent dans nos
échantillons, nous avons réalisé des mesures de ré�ectivité et de luminescence
résolues spatialement et spectralement. Ces mesures sont réalisées à l'aide du
montage 4.4 en con�guration (3) : l'axe vertical est un axe d'espace, tandis que
l'axe horizontal est l'axe des longueurs d'ondes. L'image de gauche est la lumi-
nescence observée en régime de faible excitation et sous excitation non-résonante.
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Fig. 6.6: Mesure de luminescence (image de gauche), et de ré�ectivité (image du milieu
pour le polariton bas et image de droite pour le polariton haut) résolue spatialement.
L'expérience est réalisé sur l'échantillon M1161 à 5K.

Un masque est disposé devant l'objectif de collection a�n de sélectionner les pe-
tits angles seulement. L'image du centre est le spectre de ré�ectivité de la même
zone, centré du point de vue spectral sur le polariton bas. L'image de droite est
la ré�ectivité du polariton haut. Ces images rendent compte de la sensibilité du
mode de polariton bas au désordre interne de l'échantillon. En e�et, l'énergie de
ce dernier �uctue d'environ 0.5nm sur une distance caractéristique dcar ∼ 10µm.

On peut faire une première remarque importante : ces �uctuations sont iden-
tiques en ré�ectivité et en luminescence ce qui nous garanti que le désordre observé
est intrinsèque à l'échantillon.

Deuxièmement, en régime spontané, le mode de polariton, bien que perturbé
par le désordre présente un caractère fortement délocalisé. Ce caractère est garanti
par la �nesse angulaire ∆θ 1−2◦ de la dispersion (voir par exemple la �g.(8.1.b)).
Il n'est donc pas surprenant que dcar soit aussi grande que plusieurs microns. Sur
de telles distances, il est très probable que le désordre observé ait pour origine la
partie photonique du polariton plutôt que la partie excitonique. On verra plusieurs
arguments forts dans ce sens.

Troisièmement, le gradient d'épaisseur G de la microcavité présente une va-
leur moyenne G = 7%/cm ce qui implique une variation du mode de cavité de

91



Chapitre 6. Caractéristique de l'émission dans le régime linéaire

0.05nm sur 10µm. Les �uctuations locales dominent donc largement le gradient
d'épaisseur locale.

En�n, dans l'hypothèse où les �uctuations spectrales δλ du mode de cavité
sont reliées aux �uctuations d'épaisseur ∆L de la cavité, elles véri�ent la relation

∆λ =
2neff

nm

∆L (6.7)

où neff est l'indice optique e�ectif du mode de cavité. nm est l'ordre du mode
de cavité choisi (nm = 4 pour une cavité 2λ). On trouve ∆L = 0.3nm, et cette
valeur correspond précisément à l'épaisseur d'une mono-couche atomique. Ces
�uctuations représentent la tolérance courante de la croissance par MBE. Elles
sont donc très probablement responsables des �uctuations spectrales que l'on
observe.
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Quatrième partie

Apparition spontanée d'une phase
cohérente dans le régime de
couplage fort
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Chapitre 7

E�et de stimulation : rappels et
discussions

L'observation d'e�ets collectifs de bosons dans les solides constitue un dé�
particulièrement di�cile à relever. Ces e�ets sont prévus théoriquement depuis
1962 avec l'exciton [4, 5, 50] mais la réalisation expérimentale de tels condensats
n'a toujours pas été clairement obtenue [51, 52]. En e�et, l'exciton est loin d'être
aussi conciliant que l'atome : il a un temps de vie �ni et court devant le temps
de thermalisation. C'est un composé fermionique d'énergie de liaison cent fois
moindre que celle de l'atome, ce qui le rend beaucoup plus fragile à haute densité.

L'apparition des microcavités à couplage fort [6] a alors amené un regain d'es-
poir dans ce sens. Le polariton à l'instar de l'exciton présente des caractéristiques
beaucoup plus propices à l'obtention de condensats [7]. Notamment, sa densité
d'état par niveau d'énergie est de cinq ordres de grandeur moindre que celle de
l'exciton. Cette propriété associée au fait que le caractère bosonique du polariton
est conservé pour des densités aussi élevées que celle de l'exciton, facilite clai-
rement l'obtention de taux d'occupation élevés. Cependant, l'interprétation des
non-linéarité observées dans les microcavités en couplage fort [8, 53, 54], a donné
lieu depuis leur observation à un débat nourri [55]. Le point d'achoppement prin-
cipal qui oppose les détracteurs est le fait que la sous-structure fermionique de
l'exciton en fait un boson imparfait à haute densité. Nous allons donc dans ce
chapitre présenter les résultats principaux obtenus en régime de forte excitation,
a�n de situer l'évolution du débat, et le contexte actuel.
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7.1 Contexte historique

7.1.1 Microcavités GaAs

Historiquement, c'est dans les microcavités GaAs qu'a été observé le cou-
plage fort pour la première fois [6]. Par la suite la communauté scienti�que, s'est
rapidement rendue compte de la potentialité du polariton des microcavités à cou-
plage fort pour l'obtention d'e�ets collectifs de bosons dans les semi-conducteurs
[7]. De nombreuses tentatives ont été réalisées dans ce sens en excitation non-
résonante, et notamment, en premier par Yamamoto et al. [53]. Ce dernier observa
de violentes non-linéarités qui furent interprétées trop rapidement en terme de
stimulation bosonique. Il fut démontré rapidement après que ces résultats pou-
vaient s'expliquer en terme d'e�et laser sur un plasma électron-trou [55]. Plus
tard P.Sennelart et al. présentèrent une expérience similaire [54]. Cette fois une
non-linéarité quadratique est observée et assimilée à un e�et de stimulation [56].
Pourtant, cette croissance quadratique fut en �n de compte très bien expliquée
par un processus de collisions polariton-polariton sans e�et de stimulation.

La communauté scienti�que s'accorde aujourd'hui à reconnaître que la di�-
culté à obtenir un condensat de polaritons dans les microcavités GaAs, réside
dans la trop faible densité de saturation de l'exciton dans ce matériau. Le seuil
de déclenchement des e�ets de stimulation se trouvent en e�et trop proche de
la densité de saturation. Il reste cependant quelques espoirs d'obtenir le régime
de stimulation en excitation non-résonante avec les microcavités GaAs : outre
la possibilité de multiplier le nombre de puits a�n de faire baisser la densité de
saturation apparente, une solution consiste à doper les puits quantiques avec des
porteurs libres a�n de fournir aux polaritons un canal de relaxation vers l'état
fondamental par collision polariton-électron (ou trou) [57].

Une expérience déterminante est présentée en 2000 par Savvidis et al. en pom-
page résonnant [36]. L'excitation résonante permet de créer une population de po-
laritons très mono-mode, permettant ainsi d'obtenir des forts taux d'occupation
pour de faibles densités de population. Dans cette référence, une con�guration
pompe-sonde est réalisée : la pompe peuple un état kp proche du point d'in�exion
de la courbe de dispersion, tandis que la sonde est alignée sur l'état ks = 0. Cette
con�guration est décrite par la �g.(7.1.a) Les auteurs observent alors que le gain
de la sonde présente un comportement exponentiel en fonction de la puissance

95



Chapitre 7. E�et de stimulation : rappels et discussions

de la pompe (�g.(7.1.b)). D'autre part, la largeur de la raie d'émission de l'état
ks présente un a�nement spectaculaire [58] en régime non-linéaire. En�n, le ca-
ractère fortement cohérent de la population dans l'état signal ks est démontré
à l'aide d'une expérience de contrôle cohérent [59]. C'est la première signature
non-ambiguë d'un e�et de stimulation bosonique dans les III-V. Ce processus de
conversion paramétrique stimulé a ouvert la voie à de nombreuses et fructueuses
investigations con�rmant toute la validité de cette interprétation [44, 60].

Fig. 7.1: Expérience pompe-sonde résonante réalisé par Savvidis et al. dans la référence
[36]. La �gure de gauche schématise le principe de la conversion paramétrique de po-
lariton dans le plan de la dispersion. La �gure de droite présente la gain fortement
non-linéaire de la sonde envoyé en k‖ = 0 en fonction de la puissance de pompe.

En excitation non-résonante, il faut citer l'expérience réalisée par H. Deng et
al. [61]. Les auteurs excitent une cavité de 12 puits de manière résonante à grand
angle. Ils caractérisent ensuite les corrélations temporelles en intensité g2(t = 0).
On s'attend à voir cette valeur chuter de g2 = 2 dans le régime d'émission spon-
tanée à g2 = 1 en régime d'émission cohérente. Une diminution est e�ectivement
observée, témoignant d'une transition vers un régime cohérent. Néanmoins, la
puissance à laquelle cette diminution devient notable est 17 fois la puissance au
seuil, et donc sans doute très proche du régime laser.
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7.1.2 Microcavités CdTe

En 1996 est réalisée la première Microcavité à base de CdTe par Régis André
et al. [33]. On rappelle que l'intérêt de ce matériau par rapport aux GaAs est la
plus grande force d'oscillateur de l'exciton (∼ 1013cm−2 contre ∼ 1012cm−2 dans
GaAs) permettant d'une part un dédoublement de Rabi plus grand, et d'autre
part une densité de saturation excitonique plus élevée (ns = 5.1011cm−2 contre
ns = 7.1010cm−2 dans GaAs) grâce à la forte énergie de liaison de l'exciton. Cette
dernière propriété est bien entendu cruciale pour l'obtention d'e�ets collectifs
de polaritons, puisque le polariton conserve son caractère bosonique pour des
densités dix fois plus élevées que dans GaAs.

Ainsi dés 1998, Le si Dang et al. [8] rapporte l'observation dans une micro-
cavité CdTe d'une émission fortement sur-linéaire sous excitation non-résonante
pour des valeurs de la puissance d'excitation cent fois inférieures au seuil laser.
Cette émission présente par ailleurs un a�nement spectral important au seuil
non-linéaire par rapport au régime de faible excitation (0.8meV contre 2meV

respectivement).

Le couplage fort est clairement conservé dans cette expérience, puisque deux
seuils distincts sur la puissance d'excitation sont observés : le premier survient
à l'énergie du polariton avec les caractéristiques données plus haut. Le second
survient pour une puissance cent fois plus élevée, et à une énergie correspondante
au mode de cavité découplé. Cette dernière transition survient donc en régime de
couplage faible et correspond clairement à l'e�et laser sur un plasma électron-trou
en couplage faible comme dans un VCSEL [55].

Les caractéristiques du premier seuil sont très consistantes avec un e�et de
stimulation impliquant la nature bosonique des polaritons [7]. L'a�nement de la
raie a alors pour origine la nature fortement monomode de l'émission du 'con-
densat' de polaritons, et la non-linéarité est due à la stimulation de la relaxation
des polaritons vers les états du bas de la bande. Le léger décalage vers le bleu de
la raie de stimulation ( 1meV ) est attribué à la forte interaction coulombienne
entre polaritons à haute densité. On verra au chapitre suivant que d'autres e�ets
peuvent produire ce décalage spectral.

Simultanément, des mesures de temps de déclin sont réalisées par M. Müller et
al. [9] au seuil de stimulation, les auteurs observent une réduction spectaculaire du
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Fig. 7.2: Expérience de luminescence sous forte excitation non-résonante dans une mi-
crocavité CdTe, réalisée par Le Si Dang et al. dans la référence [8]. (a) ré�ectivité, (b)
et (c) : spectre de luminescence normalisé à la puissance d'excitation.

temps de déclin pour les états du bas de la bande. En régime de faible excitation
un temps de déclin de 100ps est mesuré en k‖ = 0. Ce temps caractérise le temps
total de relaxation des porteurs chauds vers les états de polariton. La contribution
du temps de vie radiatif de l'ordre de la picoseconde est largement négligeable. En
régime de forte excitation au dessus du seuil de stimulation, ce temps est réduit
à 3ps. Une telle réduction est encore une fois très caractéristique d'un e�et de
stimulation par l'état �nal : puisque le temps de relaxation d'une population de
bosons décroît linéairement avec l'occupation de l'état �nal (eq.(1.18)) et donc
exponentiellement avec le temps.

Une interprétation alternative de ces phénomènes est proposée par X. Fan et
al. Les auteurs a�rment qu'un laser basé sur l'inversion de population d'excitons
localisés présente un seuil plus faible que le laser d'excitons libres [62]. Par ailleurs
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l'énergie de ces transitions est bien-sûr à une énergie notablement plus basse que
celle de l'exciton libre. Cependant, un tel mécanisme consiste en l'inversion de la
population de chaque puits. En fait on peut montrer que ce mécanisme d'inversion
implique une forte variation du seuil avec le nombre de puits [63]. Or F.Boeuf
montre que le seuil de stimulation est indépendant du nombre de puits [64]. Ce
dernier résultat invalide donc clairement tout mécanisme basé sur une inversion
de population.

Fig. 7.3: Mesure du temps de déclin de la luminescence dans une cavité CdTe sous
faible excitation (A), et forte excitation (C) réalisé par M. Müller dans la référence [9].
Chaque courbe correspond à un angle di�érent de détection de 0◦ en bas à 32◦ en haut.

7.2 Discussions sur les caractéristiques connues

7.2.1 Non-linéarité de l'émission

L'émission non-linéaire de dépendance exponentielle à partir d'une puissance
d'excitation seuil est une caractéristique forte du phénomène de stimulation. La
�gure (7.4) présente une mesure de cet e�et réalisé avec l'échantillon M1264
à l'aide du montage (4.3), en détection normale (θ = 0). Les symboles pleins

99



Chapitre 7. E�et de stimulation : rappels et discussions

Fig. 7.4: Mesure de l'intensité de luminescence collectée normalisée à la puissance d'ex-
citation (cercles pleins) ou au carré de la puissance d'excitation (cercles ouverts). La
luminescence est collectée à incidence normale. L'échantillon est le M1264 placé à une
température de 6K. L'excitation est non-résonante. La ligne en pointillés représente la
puissance au seuil de l'émission non-linéaire.

correspondent à l'intensité d'émission normalisée à la puissance d'excitation. Les
symboles ouverts correspondent à l'intensité d'émission normalisée au carré de la
puissance d'excitation.

Cette dernière représentation apporte une garantie importante : elle démontre
de manière claire que la surlinéarité qui se manifeste n'est pas quadratique. Les
processus collisionnels non-stimulés sont donc mis hors de cause. La non-linéarité
suit en revanche une loi exponentielle sur plus d'une décade.

7.2.2 Discussion sur le temps de cohérence

Dans un puits quantique, le spectre d'émission de l'exciton présente un élar-
gissement inhomogène Γinh important dû par exemple au désordre d'alliage et
aux �uctuations d'épaisseur du puits. Mais comme on l'a déjà précisé, cet élar-
gissement inhomogène est exclu de la raie de polariton. Ainsi, une expérience
résolue angulairement et spectralement, nous donne directement accès au temps
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de cohérence grâce à la mesure de la largeur Γp(k‖) de l'état observé

tcoh(k‖) =
~

Γp(k‖)
. (7.1)

La source de déphasage principale du polariton à basse température est le cou-
plage aux modes externes du champ. On a donc tcoh ∼ trad où trad est le temps
de vie radiatif d'un état de polariton.

En régime spontané, le temps de déclin est dominé par le temps de relaxation
trelax ∼ 100ps [9] car celui-ci est de deux ordres de grandeur plus grand que le
temps de vie radiatif trad ∼ 2ps de l'état de polariton.

En régime de stimulation en revanche, le temps de déclin de la photolumines-
cence chute à moins de 3ps [9], ce qui est de l'ordre du temps de cohérence en
régime spontané tcoh. Cette observation signi�e que les fuites radiative des pola-
ritons sont au moins compensées par la vitesse de relaxation des porteurs vers les
états de polariton. Cette condition nécessaire à l'obtention d'une accumulation
de polaritons est donc remplie.

Cette mesure implique par ailleurs que le temps de vie radiatif trad−s du
condensat de polaritons en régime de stimulation est nécessairement plus petite
que ce temps de déclin :

trad−s < 3ps. (7.2)
Or, comme on l'a déjà signalé, ce phénomène de stimulation s'accompagne d'un
a�nement de la raie d'émission [8]. Par exemple les données de la �g.(8.1) donnent
Γp = 0.6meV à 10◦, en régime de faible excitation, et Γp = 0.15meV en régime de
stimulation. Cet a�nement témoigne d'un allongement du temps de cohérence
d'un facteur 4. La valeur de Γp correspondante nous conduit à une valeur du
temps de cohérence en régime stimulé de

tcoh−s = 9ps. (7.3)

La comparaison des valeurs du temps de vie radiatif (7.2) et du temps de cohé-
rence (7.3) semble à première vue conduire à un paradoxe : il est inhabituel que le
temps de cohérence soit plus long que n'importe quel autre temps caractéristique
du système. En fait il y a une explication simple : en régime stimulé, la fuite
radiative d'un polariton n'implique pas nécessairement le déphasage de l'état ob-
servé ! On peut même dire dans ce cas précis que au moins n = tcoh−s/trad−s > 3

polaritons peuvent relaxer radiativement sans que la phase du condensat soit
perdue.
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7.2.3 Comparaison des régimes de stimulation et de cou-
plage faible

Dans les microcavités CdTe, la transition en couplage faible survient à une
puissance d'excitation et à une température bien supérieures au seuil de stimula-
tion. A�n de caractériser plus précisément cette transition, nous l'avons observée
dans le plan de Fourier. L'échantillon utilisé est le M1192 de 13meV de Rabi, et le
désaccord exciton-champ varie entre −3meV et +2.5meV selon la température.

Fig. 7.5: Expérience de luminescence observée dans le plan de la dispersion. L'intensité
de l'émission est symbolisée par le niveau de gris : le plus sombre étant le plus intense.
L'échantillon est le M1192. La première image est l'émission dans le régime de faible
excitation à T = 55K. La deuxième image est l'émission en couplage faible à T = 55K

sous très forte excitation. La troisième image est l'émission en régime de stimulation à
T = 18K.

Dans un premier temps nous nous plaçons à une température T = 55K.
En régime de faible excitation, on observe les deux branches de polaritons. Le
couplage fort est donc conservé à cette énergie. L'énergie de liaison de l'exciton
est cependant a�aiblie de 3meV par rapport à T = 5K.

Dans un deuxième temps, nous augmentons alors la puissance d'excitation. Au
delà d'un certain seuil de puissance, on voit apparaître une émission à l'énergie
Elas = 1633meV du mode de cavité découplée, situé au dessus de la branche
polaritonique (voir aussi [8]). Nous sommes dans le régime de couplage faible :
l'a�aiblissement de la liaison excitonique a abaissé la densité de saturation de
l'exciton en dessous du seuil de stimulation. L'émission correspond donc à un e�et
laser sur le plasma électron-trou [55]. La raie laser présente une largeur spectrale
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de 2meV supérieure à la largeur du polariton en régime de faible excitation. Cette
largeur correspond à la largeur du mode de cavité pur. La dispersion de cette raie
est celle que prévoit la di�raction due à la petitesse de l'émetteur. Sur cette image,
on observe par ailleurs une trace des modes de polariton en couplage fort. Ces
traces apparaissent probablement dans les derniers instants de la luminescence,
lorsque la densité de porteurs à su�samment baissé pour rétablir le couplage fort.

Pour la dernière image, nous avons abaissé la température à T = 18K, et
la puissance d'excitation a�n d'atteindre le seuil du régime de stimulation. La
raie de stimulation apparaît à une énergie Es = 1630.9meV , soit 3.6meV sous
le mode de cavité pur. La raie stimulée présente un a�nement spectral marqué
par rapport à la largeur en régime de faible excitation (0.3meV contre 0.76meV ).
Du point de vue de la dispersion les caractéristiques de cette raie sont tout à fait
surprenantes. Nous rentrerons dans son étude détaillée au chapitre suivant.

Cette expérience montre que les deux régimes, laser et stimulé, sont aisément
distinguables, et ne témoignent pas des mêmes phénomènes physiques. Leur seul
point commun est une violente non-linéarité de l'émission.
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Chapitre 8

Étude de l'émission dans le plan de
Fourier en régime stimulé

Comme nous l'avons entrevu au chapitre précédent, le régime de stimulation
qui se manifeste sous excitation non-résonante présente des caractéristiques en
émission très surprenantes dans le plan de Fourier. Dans ce chapitre nous allons
nous attacher à décrire ces caractéristiques, en dégageant ce qui est systématique
et ce qui ne l'est pas. Nous envisagerons plusieurs hypothèses quant à l'interpré-
tation de ces caractéristiques.

En�n nous verrons que sous certaines conditions expérimentales, nous obser-
vons directement une condensation de polaritons dans l'espace réciproque.

8.1 Caractéristique du seuil de stimulation

Commençons tout d'abord par observer dans le plan de Fourier la transition
vers le régime stimulé. La �g.(8.1) présente cette expérience réalisée en un point
de l'échantillon de désaccord nul. Le spot d'excitation mesure 2µm de diamètre
(cette précision est particulièrement importante comme on va le voir par la suite).
L'excitation est pulsée, et la détection continue. Les images et les courbes obtenues
sont donc le résultat de l'intégration en temps du processus complet d'émission,
depuis l'impact du pulse d'excitation jusqu'à la désexcitation radiative du dernier
polariton. Les images (8.1.a) et (8.1.b) présentent le résultat obtenu en régime
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Fig. 8.1: Observation de l'émission dans le plan de Fourier en régime de stimulation.
L'échantillon est le M1161 placé à T = 5K. (a) et (b) : émission observée sous faible
excitation dans le plan de Fourier 2D et dans le plan de la dispersion respectivement.
Les petites taches au centre de l'image (a) sont des résidus du laser d'excitation. La
courbe en pointillés de l'image (b) �gure l'ajustement de la dispersion polaritonique
avec le modèle à deux oscillateurs couplés. (c) et (d) : émission observée au seuil de
stimulation dans le plan de Fourier 2D et dans le plan de la dispersion respectivement.
La courbe blanche présente l'intensité I(θ) à l'énergie de la raie de stimulation.
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de faible excitation. On reconnaît la partie quasi-parabolique de la courbe de
dispersion du polariton bas, à laquelle s'ajuste correctement la courbe théorique
(en pointillés) obtenue par la méthode des matrices de transfert [40]. Dans le
plan de Fourier bidimensionnel, la luminescence est émise de manière à peu près
uniforme par tous les états de polariton (l'e�et 'bottleneck' est peu marqué à
désaccord nul).

L'image (8.1.d) montre cette même dispersion juste au dessus du seuil de sti-
mulation. On voit sur cette image la coexistence de deux régimes : d'une part la
courbe dispersive usuelle de polariton est toujours visible. D'autre part la raie de
stimulation vient s'y superposer sous la forme d'un segment brillant et non disper-
sif. Cette coexistence à deux origines : la première est le fait que l'excitation est
impulsionnelle alors que la mesure est intégrée en temps. Or les premiers instants
de l'émission après l'arrivée d'un pulse d'excitation sont en régime stimulé, tandis
que les derniers instants se font en régime spontané [9]. Deuxièmement, le spot
d'excitation présente des inhomogénéités spatiales, et l'échantillon aussi, ainsi si
certaines parties du spot d'émission sont en régime de stimulation, d'autres par-
ties moins excitées, ou moins propices à la stimulation restent en régime de faible
excitation.

La raie de stimulation présente comme dans la référence [8] une largeur spec-
trale notablement inférieure à la raie de polariton usuelle de 0.15meV contre
0.6meV à 10◦. Elle apparaît dans la gamme d'énergie où l'intensité lumineuse
avant le seuil est maximale (ici 1673meV ), ce qui correspond généralement à
la zone du 'bottleneck' où le taux d'occupation est maximal (voir par exemple
�g.(6.1)). Les caractéristiques de sa dispersion sont en revanche assez surpre-
nantes : la raie s'étend au coeur de la courbe dispersive sous forme d'un segment
d'énergie constante. Ce segment est contenu exactement entre les deux branches
de polaritons. Comme le montre le pro�l de l'image (8.1.d), l'intensité est domi-
nante aux extrémités du segment, qui est le point de résonance avec la branche
dispersive à θ = ±10◦. Le long du segment entre ces deux points, (à |θ| < 10◦)
l'émission est beaucoup plus faible mais non-nulle. Par contre au delà de ce seg-
ment (à |θ| > 10◦), aucune émission n'est détectée.

Ces observations apportent une correction à ce qui était proposé dans [8] : en
e�et, leur expérience n'étant pas résolue en angle, ils interprétèrent la position
spectrale de la raie de stimulation en terme de décalage spectral vers les hautes
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énergies de l'état k‖ = 0 dû à l'interaction coulombienne entre polariton à haute
densité. Notre expérience montre plutôt que la raie de stimulation implique des
états de polariton de grand k‖, sans décalage spectral.

Dans le plan de Fourier bidimensionnel représenté �g.(8.1.c), on voit que les
deux pics d'intensité dominants la courbe de dispersion se manifestent sous la
forme d'un anneau de 10◦ de rayon angulaire, et d'une épaisseur de 2◦. Cet anneau
présente de fortes structurations d'intensité (ou 'speckled patterning') le long de
l'angle azimutale. On reviendra sur cette caractéristique importante dans le cha-
pitre 10. Précisons qu'une émission surlinéaire à grand angle a déjà été signalée
dans une microcavité CdTe sous excitation incohérente [65]. Ces auteurs n'ob-
servent cependant pas d'a�nement spectral, et la non-linéarité, non-quanti�ée,
semble cependant nettement moins violente que celle que nous observons.

A ce point il est important de bien faire la distinction entre cet anneau et
l'anneau de 'bottleneck' qui peut lui aussi se révéler assez �n dans les microcavités
à petit Rabi [47]. Le premier n'apparaît qu'au seuil de stimulation, et présente
de fortes modulations d'intensité le long de l'angle azimutal. Le second existe
sous excitation quelconque, il est beaucoup plus large angulairement (de l'ordre
de 15◦ pour l'échantillon M1161), et très homogène en intensité le long de l'angle
azimutal. A l'intérieur du disque délimité par l'anneau se trouve une émission de
plus faible intensité (di�cilement visible sur l'image (8.1.c) à cause de l'intégration
spectrale) correspondant au segment décrit précédemment.

8.1.1 Reproductibilité

Ce que nous venons de décrire est complètement reproductible d'un point de
vue qualitatif :

� (i) Le segment non-dispersif de la raie de stimulation est toujours présent,
et borné par les points en résonance avec la courbe de dispersion. C'est à
dire que ses extrémités ±kM dans l'espace réciproque véri�ent la relation

Ep(kM) = Es (8.1)

où Ep(kp) est l'énergie du polariton usuelle en k‖ = kp, et Es est l'énergie
de la raie de stimulation.

� (ii) L'intensité est toujours dominante à ces extrémités, quelque soit l'éner-
gie de stimulation. En conséquence on observe toujours un anneau dans le
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plan de Fourier bidimensionnel.
� (iii) le contraste entre ces points et le reste du segment augmente avec la
distance spectrale entre la raie de stimulation et le bas de la branche.

� (iv) La raie de stimulation apparaît toujours dans la zone d'énergie où les
états de polariton présentent le plus haut taux d'occupation7.

� (v) L'anneau de stimulation (de rayon kM) présente toujours une structu-
ration d'intensité très contrastée le long de l'angle azimutal φ.

Cependant plusieurs quantités physiques associées à ces phénomènes sont di�ci-
lement prévisibles, et varient de manière très sensible selon les conditions expéri-
mentales :

� (vi) L'énergie de la stimulation Es, et par conséquent le rayon kM de l'an-
neau de stimulation, changent avec la position du spot d'excitation sur
l'échantillon. De même que la �gure de speckle le long de l'anneau.

� (vii) L'énergie et le seuil de stimulation dépendent de la taille du spot
d'excitation : plus petit est celui-ci, plus élevée est l'énergie de stimulation.
Ce point est discuté dans la section 8.2.

Toutes les caractéristiques listées dans ce paragraphe sont valables quelque
soit le désaccord exciton-cavité de l'expérience.

8.1.2 Emission stimulée non-dispersive : confrontation à
plusieurs hypothèses

Concernant le segment non-dispersif, et en particulier la faible émission com-
prise à l'intérieur du segment, nous pouvons émettre et réfuter plusieurs hypo-
thèses que nous présentons de la plus simple à la plus élaborée :

Di�usion de la lumière

On pourrait imaginer que la lumière soit di�usée selon une certaine ouverture
à cause des défauts structuraux de l'échantillon. Mais nous pouvons rayer tout de
suite cette hypothèse de notre liste, puisque cet e�et ne devrait pas être sélectif en

7Sauf en désaccord négatif ou nul, en excitation impulsionnelle, et avec une grande surface
d'excitation. Voir par exemple �g.(8.6)
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longueur d'onde. Or en régime de faible excitation, l'émission reste normalement
dispersée, et présente une �nesse angulaire de l'ordre de ∼ 1◦.

Inhomogénéité du spot d'excitation

On pourrait ensuite incriminer l'e�et géométrique suivant, déjà évoqué dans
[66] : le spot d'excitation étant inhomogène, il se pourrait que seule la partie
centrale de ce spot franchisse le seuil non-linéaire dans un premier temps, créant
un spot d'émission de très petite dimension pour le régime stimulé. Dans ce cas,
la di�raction causée par une source de petite taille pourrait répartir l'émission
sur une grande ouverture angulaire. Cependant deux arguments réfutent complè-
tement cette hypothèse :

D'abord, le pro�l angulaire d'intensité causé par un tel e�et devrait être maxi-
mal dans la direction normale, or le pro�l que l'on obtient �g.(8.1.c) présente deux
maxima très piqué à 10◦ et une faible intensité dans la direction normale.

Ensuite, s'il s'agissait d'un e�et de di�raction, il serait surprenant que l'exten-
sion angulaire qu'il provoque soit toujours exactement contenue dans les limites
de la courbe dispersive usuelle de polariton (caractéristique (8.1.1.i)). Une telle
coïncidence est di�cilement crédible.

Interférences entre états dégénérés de polaritons

Un éventuel e�et d'interférence entre états de polariton de l'anneau est mis
directement hors de cause par la fait que nous observons précisément le plan des
états (kx, ky). Or dans ce plan là, les champs émis par chaque états sont tous
séparés spatialement et ne se recouvrent donc pas pour interférer.

Collision cohérente polariton-polariton

Nous avons envisagé en détail cette possibilité. En e�et, il est établi que dans
les processus cohérents d'interaction entre deux particules comme par exemple
la conversion paramétrique, le couplage entre les deux particules donne lieu à
une 'attraction des niveaux d'énergie'. Le cas de la conversion paramétrique de
polaritons, a été modélisé en détail dans [67, 68]. Ce modèle prévoit que la courbe
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de dispersion des états collectifs de polariton obtenue par couplage paramétrique
se trouve alors fortement déformée, et des branches non-dispersives voire inversées
(de masse de dispersion négative) peuvent apparaître [60]. Nous avons appliqué
ce modèle au couplage paramétrique entre polaritons de l'état k‖ = 0, et avons
obtenu e�ectivement une dispersion plate et limitée dans l'espace réciproque.

Cependant, la confrontation à l'expérience exclut ce modèle pour les raisons
suivantes : Premièrement, il prévoit que l'extrémité kM du segment non-dispersif,
ainsi que l'ampleur du décalage vers les hautes énergies sont proportionnelles à la
densité de population en k‖ = 0. C'est à dire que ces paramètres doivent augmen-
ter avec la puissance de pompe. Or nous n'observons aucun de ces deux e�ets :
l'énergie de la raie de stimulation apparaît décalée au dessus du bas de la bande,
et reste �xe indépendamment de la puissance d'excitation ou se décale éventuel-
lement par saut discret vers les hautes énergies lorsque la puissance augmente.
La largeur du segment, elle, véri�e toujours la condition (8.1.1.i) qui n'a aucune
raison d'être d'après ce modèle.

D'autre part, pour que ces collisions aient lieu, il faudrait au préalable que
l'état k‖ = 0 soit fortement occupé. Or l'expérience montre que l'état k‖ = 0

sou�rant de l'e�et 'bottleneck', ne présente jamais le taux d'occupation le plus
élevé, même juste avant le seuil de stimulation8.

Finalement, nous n'avons pas à ce jour d'explication satisfaisante concernant
ce caractère non-dispersif de l'émission en régime de stimulation.

8.2 In�uence de l'extension spatiale de l'excita-
tion

Nous avons remarqué que le diamètre du spot d'excitation in�uençait forte-
ment l'énergie de la stimulation. A�n de caractériser cet e�et, et étant donnée la
grande sensibilité du système à la position du spot d'excitation, nous avons dû
trouver une méthode expérimentale qui nous permette de faire varier le diamètre
du spot d'excitation de manière concentrique et sans le déplacer avec une pré-
cision de l'ordre du micron. Pour ce faire, nous avons placé un diaphragme à la

8Sauf en régime d'excitation continue où la population peuple fortement le bas de la bande
juste avant le seuil de stimulation (voir �n du chapitre).
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Fig. 8.2: Spectres d'émission intégrés en angle au seuil de stimulation. L'échantillon
est le M1161 placé à 5K. Entre chaque spectre, de haut en bas, le diamètre du spot
d'excitation est réduit de 10µm à 2µm. Les deux images présentent la même expérience
pour deux désaccords di�érents : δ ∼ −5mev à gauche, δ ∼ 0meV à droite. Les lignes en
pointillées �gurent la position approximative des niveaux de transition lorsque la taille
du spot change

sortie du télescope du montage (4.4). Ce diaphragme situé sur le faisceau d'exci-
tation collimaté nous permet d'en réduire le diamètre. Ce faisant, il éclaire une
plus faible ouverture de l'objectif, et produit donc une tache focale plus grande.
Cette technique nous permet de faire varier le diamètre du spot d'excitation de
2µm à 10µm.

Nous avons ainsi pris plusieurs spectres en faisant varier ce diamètre, et en
ajustant la puissance d'excitation de manière à être toujours au seuil de stimula-
tion. Un résultat est représenté �g.(8.2). Il apparaît nettement que l'énergie de la
raie de stimulation se décale vers les hautes énergies lorsque le diamètre du spot
d'excitation diminue. Par ailleurs, indépendamment de la réduction de puissance
d'excitation causée par le rétrécissement du diaphragme, on observe une baisse
importante de la densité de puissance au seuil de stimulation.

8.2.1 Localisation par e�et Kerr ?

Cette dépendance pourrait s'expliquer de la manière suivante : dans les ca-
vités à grande �nesse que sont les microcavités, l'extension spatiale du mode de
polariton dans le plan de l'échantillon est déterminée par l'extension du mode
de cavité. Or meilleur est le con�nement du champ, plus étendu est le mode de
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cavité [69]. On peut estimer cette taille en mesurant la �nesse angulaire ∆θ de
l'émission. Cette �nesse (demi-largeur) est de ∆θ = 3.9◦ à incidence normale pour
l'échantillon M1161. D'après les lois de la di�raction (eq.8.2), cela implique un
diamètre du mode de polariton de 13µm.

Le polariton est donc d'extension bien supérieure à notre spot d'excitation
habituel dont le diamètre courant est de l'ordre de 2µm (on con�rmera cette
donnée dans le chapitre suivant). Bien que l'excitation soit non-résonante, la
création locale d'une densité de charges très importante modi�e l'indice optique
du matériau même à la longueur d'onde du polariton, de manière similaire à un
e�et Kerr, et créé donc un saut d'indice local. Ce saut d'indice peut empêcher le
mode de polariton libre de se développer normalement. Le résultat est alors un
e�et de con�nement latéral qui quanti�e le vecteur d'onde des modes de polariton,
par ré�exion sur le saut d'indice. Le fait que l'on ne voit pas d'e�et de con�nement
en faible excitation est consistant avec ce modèle pour les deux raisons suivantes :

Premièrement, l'e�et Kerr est un e�et non-linéaire : le contraste d'indice entre
la zone éclairée et la zone non-éclairée croît avec l'intensité du champ. Sous faible
éclairement, le contraste d'indice est négligeable, et on ne ressent donc pas cet
e�et.

Deuxièmement, en régime de faible excitation, l'e�et 'bottleneck' bloque les
excitations pendant un temps de l'ordre de la centaine de picoseconde. Pendant
ce temps une partie de la population de porteurs libres et d'excitons chauds a le
temps de s'écouler selon les modes de fuite, où les recombinaisons non-radiatives,
réduisant la densité de population totale, et réduisant donc l'e�et de modi�cation
d'indice.

Analogie avec les micropiliers

Selon notre hypothèse, la forme de la 'boîte photonique' induite par l'e�et
Kerr est probablement assez chaotique. Elle est le résultat à la fois de la dis-
tribution d'intensité dans le spot d'excitation, et du désordre interne, comme
le montre la caractéristique (8.1.1.vi). Cependant on peut en première approxi-
mation modéliser l'e�et du con�nement latéral causé par le spot en étudiant la
géométrie des micro-piliers. Cette étude est réalisée par exemple dans le référence
[70]. Les modes propres du champ calculés dans de telles structures sont représen-
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Fig. 8.3: Image tirée de la référence [70] : modes propres électromagnétiques dans un
micropilier à miroir de Bragg. L'énergie des modes est donnée en terme de décalage par
rapport à l'énergie du mode de cavité planaire. L'abscisse est le rayon de con�nement.

tés �g.(8.3) en fonction du rayon de con�nement. Ce calcul fait apparaître deux
caractéristiques intéressantes :

Premièrement, le spectre des champs propres est de plus en plus large lorsqu'on
diminue la taille de con�nement, ce qui est consistant avec ce que nous observons
�g.(8.2).

Deuxièmement, ces modes se décalent de manière continue vers les hautes
énergies lorsque le diamètre du spot diminue. C'est là que ce modèle devient peu
compatible avec nos mesures : comme le montre la �g.(8.2) les énergies propres du
système semblent �xées une fois pour toute par la position du spot d'excitation
sur l'échantillon, et la population semble 'sauter' vers les modes d'énergie plus
élevée lorsque le diamètre du spot d'excitation diminue. Cette observation suggère
que les modes propres sont donc plutôt déterminés par le désordre local.
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S'il y a un e�et de con�nement, le désordre dans le plan de l'échantillon y joue
donc un rôle important. On verra plus loin d'autres arguments appuyant cette
conclusion.

8.2.2 Localisation dans des �uctuations de potentiel ?

Ceci nous amène à cette deuxième hypothèse : nous avons montré que nos
microcavités sont des systèmes très désordonnés. Le potentiel vu par le polariton
est �uctuant spatialement sur des échelles de grandeur de l'ordre du micron. Or
si on part du principe que la 'condensation' survenant au seuil de stimulation a
lieu dans l'espace réel et non pas dans l'espace réciproque, on peut expliquer un
certain nombre des caractéristiques observées :

Fig. 8.4: Schéma de principe d'une condensation de polariton dans l'espace réel. La
courbe vallonnée symbolise l'énergie des polaritons localisés, les points gris représente
des polaritons. Les rayons en pointillés symbolise le waist du laser d'excitation. De (a)
à (c), le waist est agrandi. La stimulation provoque la migration de la population vers
l'état de plus basse énergie contenu dans le spot d'excitation.

Premièrement, en régime stimulé, le laps de temps séparant l'impact du pulse
d'excitation et la luminescence est très court (∼ 3ps) [9], ce qui limite toute pro-
pagation spatiale des polaritons (voir chapitre suivant). Donc le potentiel vu par
les polaritons est celui qui est situé immédiatement sous le spot d'excitation, qu'il
s'agisse d'une zone présentant ou non un minimum profond de potentiel. Lors-
qu'on étend la surface du spot on augmente naturellement la chance de trouver
un minimum local plus profond. Lorsque ce minimum est inclus dans la surface
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d'excitation, selon notre hypothèse de condensation spatiale, il devient le lieu de
la stimulation : c'est à dire que tous les polaritons créés se condensent à l'intérieur
de ce minimum local. Cette idée est schématisée �gure 8.4 : en augmentant la
surface d'excitation, on verrait l'énergie de la raie 'sauter' de E1 �g.(8.4.a), à E2

�g.(8.4.b), puis à E3 �g.(8.4.c). Ce modèle expliquerait donc bien les mesures de
la �gure 8.2.

Deuxièmement, on observe que la raie de stimulation saute d'une énergie à une
autre lorsqu'on déplace le spot d'excitation sur l'échantillon, comme le montre
l'expérience de la �gure 8.5. Ce comportement est aussi consistant avec ce méca-
nisme.

Troisièmement, les polaritons ont une fonction d'onde qui est naturellement
délocalisée en l'absence d'e�et de stimulation. Cette caractéristique est con�r-
mée par le fait que la luminescence en régime spontané présente une dispersion
polaritonique très �ne d'un point de vue angulaire (largeur d'un état de l'ordre
de 1◦). Ce fait n'est pas incompatible avec ce modèle : la fonction d'onde du
polariton, et l'énergie propre qui lui est associé incluent sous forme d'un e�et
de moyenne la présence du désordre [71, 72]. Cet e�et est connu sous le terme
'motional narrowing'.

Fluctuations spatiales en régime de forte excitation

Ces deux derniers e�ets sont illustrés par l'expérience suivante : sur une zone
ne présentant pas de défauts de surface visible en imagerie en lumière blanche (pas
de rayures ou de cratères) nous avons déplacé le spot d'excitation, de diamètre
d ∼ 2µm, par pas de 5µm. A chaque pas nous avons pris un spectre intégré
angulairement pour deux valeurs de la puissance �xée une fois pour toute. La
première valeur est largement en dessous du seuil de stimulation, la deuxième est
juste au dessus. Cette expérience a été réalisée pour deux valeurs de désaccord :
δ = −12.5meV et δ = −2meV . Le résultat est représenté �g.(8.5). La courbe en
pointillés �gure la valeur moyenne < Es > de l'énergie de la raie de stimulation,
tandis que 'sigma' représente sa déviation standard.

Premièrement on observe l'e�et du gradient sur les ailes basses énergies des
spectres. Ce dernier se manifeste par un glissement linéaire de cette aile vers les
basses énergies.
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Fig. 8.5: Expérience d'excitation résolue spatialement : l'échantillon est le M1161 placé
à 5K. Le spot laser de diamètre minimal d ∼ 2µm est déplacé par pas de 5µm à la
surface de l'échantillon. Deux spectres de luminescence intégrés en angle sont collectés
à chaque fois : le premier (a) et (c) sous faible excitation, le deuxième (b) et (d) sous
forte excitation. Les images (a) et (b) sont obtenues pour un désaccord δ = −12.5meV ,
les images (c) et (d) pour un désaccord δ = −2meV .
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Deuxièmement, on observe que la raie de stimulation �uctue autour d'une
énergie moyenne comprise à l'intérieur de la dispersion usuelle. A désaccord
δ = −12.5◦, l'énergie moyenne est de < Es >= 1670.6meV qui correspond à
un anneau d'angle moyen d'émission < θs >= 21◦. A désaccord δ = −2meV ,
l'énergie moyenne est de < Es >= 1674.6meV qui correspond à un anneau
d'angle moyen d'émission < θs >= 16◦. Dans les deux cas, les �uctuations sont
de σ ∼ 0.8meV correspondant aux �uctuations d'épaisseur de la cavité d'une
mono-couche atomique comme nous l'avons déjà signalé.

Troisièmement, on voit que l'émission en régime spontané est moins a�ectée
par le désordre qu'en régime stimulé. Cette observation évoque notre hypothèse
de polaritons localisés 8.2.2.

Une dernière remarque concerne les spectres obtenus en faible excitation à
désaccord δ = −2meV . Occasionnellement, une raie d'énergie inférieure à la
branche polaritonique apparaît. Sous forte excitation, cette raie présente un com-
portement fortement surlinéaire de manière similaire au régime de stimulation.
Ces raies pourraient bien re�éter l'existence d'états de polariton localisés plus
profonds que les autres. Leur existence serait assez consistante avec le modèle de
polaritons localisés décrit en 8.2.2.

8.2.3 Très grande surface d'excitation : condensation en
k‖ = 0

A�n de nous a�ranchir des e�ets éventuels dûs à la taille du spot d'excitation,
nous avons réalisé des mesures en régime de stimulation à l'aide d'une surface
d'excitation de grand diamètre d ∼ 20µm. Un résultat est représenté �g.(8.6) :
cette fois nous avons la surprise d'observer la condensation dans l'état k‖ = 0, et
selon une ouverture angulaire totale à mi-hauteur ∆θs = 3.6◦ très petite.

Cette �nesse angulaire prouve le caractère délocalisé du condensat : en e�et,
elle implique d'après les lois de la di�raction, et les propriétés du plan de Fourier
une source spatialement cohérente de diamètre totale à mi-hauteur

d =
4 ln(2)

π

λ

∆θs

= 10.4µm. (8.2)

Nous allons voir dans le chapitre suivant que c'est e�ectivement le cas, mais qu'il
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Fig. 8.6: Les trois images du haut présentent la luminescence observée dans le plan
de la dispersion. L'échantillon est le M1192 placé à 5K, et excité par un spot laser de
grand diamètre d ∼ 25µm. Le désaccord est de δ = −5meV . De gauche à droite, la
puissance d'excitation est augmentée. Le seuil de stimulation est franchi sur l'image c).
d) : Intensité d'émission en k‖ = 0 normalisée à la puissance d'excitation en fonction de
la puissance d'excitation. e) : Spectres d'émission en k‖ = 0 normalisés à la puissance
d'excitation. f) : En bas à droite est représentée la distribution angulaire I(θ) de la raie
de stimulation Es = 1624.9meV .
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ne s'agit pas d'une source unique de grand diamètre, mais plutôt de plusieurs
petits points source inclus dans le spot d'excitation et cohérents entre eux.

On peut noter que la non-linéarité est particulièrement violente dans cette
con�guration expérimentale comme le montrent les spectres normalisés de la
�g.(8.6) : au seuil de stimulation, l'augmentation de la puissance d'excitation
de 15% multiplie l'émission par un facteur 100 !

8.3 Évolution selon la puissance d'excitation

En excitation impulsionnelle, le régime précédent la stimulation ne présente
pas de bouleversement profond de la population. En excitation continue en re-
vanche, et lorsque la surface d'excitation est grande, on observe une profonde
redistribution de la population, avant la stimulation. Cette redistribution est très
conforme aux prédictions que Porras et al. ont formulées pour une telle con�gu-
ration expérimentale [15].

8.3.1 Mesures réalisées sous excitation impulsionnelle avec
une petite surface d'excitation

Nous avons réalisé des séries d'images dans le plan de Fourier résolu spec-
tralement en fonction de la puissance d'excitation, en régime impulsionnel. Ces
mesures permettent de visualiser l'in�uence de la densité de porteurs initiale dé-
posée par une impulsion du laser, sur la répartition �nale de la population de
polaritons. Ces mesures sont représentées �g.(8.7) et �g.(8.8) pour des désac-
cords respectifs δ = −5meV et δ = −15meV . L'échantillon choisi est le M1161
de 16 PQs, porté à une température de 6K.

Densité de porteurs au seuil

Pour chaque point de mesure, la densité de porteurs np créée dans chaque
puits est estimée par l'expression

np = αtB
Pin

S

τlas

hν
(8.3)

119



Chapitre 8. Étude de l'émission dans le plan de Fourier en régime stimulé

Fig. 8.7: Mesure de luminescence résolue en puissance d'excitation de l'échantillon
M1161 placé à T = 5K à désaccord δ = −2meV . (a) : Distribution I(θ) intégrée spec-
tralement normalisée à la puissance d'excitation. (b) : Spectres d'émission intégrés en
angle (le long de la coupe linéaire réalisé par la fente du monochromateur) et normalisés.
(c) : Images brutes de l'émission dans le plan de la dispersion.
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Fig. 8.8: Mesure de luminescence résolue en puissance d'excitation de l'échantillon
M1161 placé à T = 5K à désaccord δ = −12meV . (a) : Distribution I(θ) intégrée
spectralement normalisée à la puissance d'excitation. (b) : Spectres d'émission intégrés
en angle (le long de la coupe linéaire réalisé par la fente du monochromateur) et nor-
malisés. (c) : Images brutes de l'émission dans le plan de la dispersion.
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où Pin est la puissance moyenne incidente sur le miroir de la microcavité. tB ∼
70% est la transmission du premier mode de Bragg à travers lequel est injecté
le laser. α est l'absorption de chaque puits quantique. Cette absorption est très
faible : de l'ordre de α = 1%, car elle a lieu dans le continuum électron-trou du
puits [73]. S = 5.10−8cm2 est la surface du spot d'excitation . τlas = 12ns est
la période de répétition des impulsions du laser. hν est l'énergie d'un photon de
pompe.

Les �gures 8.7.a et 8.8.a représentent l'émission résolue spectralement, intégrée
en angle, et normalisée à la puissance d'excitation. On constate tout d'abord
que le seuil non-linéaire est franchi pour des densités de porteurs de l'ordre de
np = 109cm−2. Cette densité est de deux ordres de grandeurs inférieure à la
densité de saturation de la force d'oscillateur ns = 3.1011cm−2. Nous avons donc
une fois de plus la garantie que ce phénomène survient en régime de couplage
fort.

Distribution de population

Les �gures (8.7.b) et (8.8.b) représentent l'émission intégrée spectralement,
résolue en angle, et normalisée à la puissance d'excitation. Dans les deux cas, on
retrouve le régime stimulé qui démarre sur un anneau de grand angle, caractéris-
tique de l'excitation de petite surface. Par ailleurs on n'observe pas d'importantes
modi�cations de la distribution de population. Les courbes montrent cependant
dans les deux cas une très légère surlinéarité de la zone d'accumulation d'où surgit
la stimulation.

Il faut bien garder en tête que l'excitation est impulsionnelle, et la détection
intégrée en temps. Aussi, l'intensité lumineuse observée ne révèle que l'émission de
chaque états moyennée sur le temps, pendant le processus de relaxation. De plus
c'est une situation plus di�cile à interpréter qu'en excitation continue, puisqu'il
n'y a pas de régime stationnaire. Les expériences résolues en temps de M.Müller
[9] nous permettent cependant d'a�rmer que sur ces images, la raie de stimulation
apparaît en premier, environ 3ps après l'impact du pulse d'excitation (composante
à temps court de la trace temporelle en régime de stimulation). La partie disper-
sive usuelle visible sur ces images n'apparaît qu'une centaine de picoseconde plus
tard (composante à temps long de la trace temporelle en régime de stimulation).
Au cours de ce travail de thèse, nous n'avons pas eu les moyens de réaliser de
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telles images avec une résolution temporelle. Une telle mesure constitue un ob-
jectif primordial pour la poursuite de ce travail, et devrait contribuer de manière
importante à la compréhension du mécanisme de stimulation.

8.3.2 Mesures réalisées en excitation continue avec une très
grande surface d'excitation : condensation en k‖ = 0

Fig. 8.9: Mesure de la luminescence dans le plan de la dispersion en régime d'excita-
tion continue. Le spot d'excitation est de grand diamètre d ∼ 25µm. L'échantillon est le
M1192 placé à T = 5K. Chaque image est obtenue pour une valeur de la puissance d'ex-
citation croissante de gauche à droite et de haut en bas. L'intensité de la luminescence
est représentée par les niveaux de gris inversés : le plus sombre est le plus intense.

Les prévisions théoriques concernant la condensation de polaritons sont réa-
lisées en général pour une excitation continue [15]. Il est donc particulièrement
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Chapitre 8. Étude de l'émission dans le plan de Fourier en régime stimulé

intéressant de réaliser une expérience de stimulation dans ces conditions.

Ce type d'excitation pose cependant de lourds problèmes expérimentaux, c'est
pourquoi la majorité des mesures présentées dans ce travail de thèse sont réali-
sées sous excitation impulsionnelle. Ce régime d'excitation nous permet en ef-
fet d'atteindre une densité de puissance par unité de temps très élevées tout en
conservant une faible puissance moyenne. Ce régime nous évite donc les problèmes
de surchau�e de l'échantillon où les risques de dommages optiques irréversibles
que peuvent engendrer le régime d'excitation continue. En e�et, pour atteindre
la même densité de puissance par unité de temps en régime continu, il faut une
puissance de sortie τlas/τpulse = 1, 2.105 fois plus élevée qu'en régime impulsionnel
(rapport durée du pulse τpulse = 100fs sur période de répétition τlas = 12ns).
Il faut donc recourir à un découpage temporel du faisceau selon un très petit
rapport de fonctionnement. Une autre di�culté importante est le fait que notre
laser sapphire-titane n'est pas équipé du �ltre biréfringent nécessaire au régime
continu monomode.

Nous avons cependant réalisé une série de mesures en régime continu, dont
le résultat est présenté �g.(8.9). L'échantillon choisi est le M1192 porté à une
température de 7K. Ces images montrent que lorsque la puissance d'excitation
augmente, la zone d'accumulation descend le long de la courbe de dispersion,
pour �nalement atteindre le bas de la bande, et déclencher la condensation. Ce
processus est en très bon accord qualitatif avec le modèle de collisions exciton-
exciton stimulées développé par Porras et al [15].

Processus stimulé de collision exciton-exciton

Il est aujourd'hui admis que la population de polaritons ne peut descendre jus-
qu'en k‖ = 0 si l'on n'inclu comme ingrédient que l'interaction polariton-phonons.
Les auteurs de la référence [15] proposent donc un mécanisme de collision entre
excitons froids qui permet de créer une population de polaritons jusqu'en bas de
la courbe de dispersion. C'est le processus schématisé �g.(8.10.a).

Ce processus est décrit par N + 1 équations d'évolutions incluant le terme
de stimulation bosonique de l'état �nal polaritonique : N équations décrivent la
population de N états de polaritons, et une équation décrit la population d'exci-
tons froids considérée comme un gaz thermalisé selon la statistique de Maxwell-

124



8.3. Évolution selon la puissance d'excitation

Fig. 8.10: Modèle de stimulation de la collision excitonique proposé par Porras et al.
[15]. (a) : schéma du processus de collision. (b) : calcul de la distribution de population
selon l'énergie, pour plusieurs valeurs de la puissance d'excitation px.

Boltzmann.

La �gure (8.10.b) présente le résultat de ces calculs : en régime stationnaire,
l'énergie de la zone d'accumulation décroît linéairement avec l'augmentation de
la puissance d'excitation, jusqu'à atteindre le bas de la courbe de dispersion.
Lorsque l'état k‖ = 0 est atteint, et présente un taux d'occupation proche de 1,
une singularité y apparaît, correspondant au phénomène de condensation.

Cette description, bien que construite sur la base d'un polariton complètement
délocalisé, reproduit très bien notre expérience. Cet accord nous force à nuancer
notre hypothèse formulée en 8.2.2 : il semble que le polariton délocalisé joue un
rôle important dans le phénomène de condensation. Cette remarque est d'ailleurs
validée par l'extrême �nesse angulaire de l'émission du condensat de polaritons.

Il faut donc en conclure que des états de polaritons localisés et délocalisés
coexistent ou communiquent entre eux. Nous verrons dans le chapitre suivant
que les observations du plan réel con�rment cette hypothèse de manière assez
satisfaisante.
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Chapitre 9

Étude de l'émission dans l'espace
réel

9.1 Propagation de polaritons

Fig. 9.1: Vitesse de groupe des polaritons pour une microcavité CdTe typique. Quatre
désaccords sont considérés. Paramètres du calcul : 2Vxg = 26meV , nc = 2.8, Ex =

1680meV .

L'in�uence des dimensions spatiales sur les propriétés optiques des microcavi-
tés en régime de stimulation nous ont amené à étudier la luminescence dans le plan
réel. Notamment, quel est le diamètre de la zone d'émission en régime linéaire ?
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9.1. Propagation de polaritons

en régime stimulé ? comment sont répartis les polaritons dans cette zone ?

Parmi les expériences résolues spatialement, réalisées à ce jour, il faut citer
les résultats de T. Freixanet et al. [74] et Sermage et al. [75]. Dans ces références,
les auteurs montrent que dans une microcavité GaAs de grande �nesse, on peut
observer directement la propagation des polaritons dans le plan de l'échantillon.
Cette expérience valide le fait que le polariton peut être vu comme un paquet
d'ondes se propageant à une vitesse 'classique'

vg =
1

~

dEp

dk‖
(9.1)

directement reliée à la courbure de la dispersion Ep(k‖) du polariton. La �g.(9.1)
représente la vitesse des polaritons calculée d'après l'eq.(9.1) le long de la courbe
de dispersion. Ce calcul est réalisé pour une microcavité CdTe de 26meV de Rabi.
Comme on va le voir, cette propagation se manifeste aussi dans nos microcavités,
quoique sur des distances plus courte que dans les microcavités GaAs.

9.1.1 Observation de la tache d'émission dans le plan réel

Fig. 9.2: Imagerie dans le plan réel sur une surface de 20µm×20µm. Image de gauche :
image du spot laser. Image du milieu : Image de la tache d'émission en régime spontané.
Image de droite : image de la tache d'émission dans le régime stimulé. Les courbes
blanches sont des coupes des taches observées.

La �gure 9.2 regroupe les principales caractéristiques de la luminescence dans
le plan réel : L'expérience est réalisée sur l'échantillon M1161 à désaccord nul.
L'excitation est réalisée à l'aide d'un spot de petit diamètre (3.6µm de diamètre).
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Chapitre 9. Étude de l'émission dans l'espace réel

La zone de luminescence intégrée spectralement est observée dans les deux régimes
d'émission : image (9.2) du milieu pour le régime spontané, image (9.2) de droite
pour le régime stimulé.

Pour le régime spontané, on constate que le diamètre de la zone de lumi-
nescence est deux fois plus grand que le diamètre de l'excitation (ici : 6µm de
diamètre). Statistiquement, avec cette expérience, on mesure en fait un diamètre
d'émission variant entre 6µm et 10µm. Ces dimensions sont consistantes avec
la �nesse angulaire mesurée au paragraphe 8.2.1. Cette extension dans le plan
de l'échantillon par rapport à la surface d'excitation peut s'interpréter comme
une propagation de polaritons : en e�et, les porteurs libres créés par l'excitation
non-résonante ne sont pas assez rapide (leur dispersion présente une courbure de
plusieurs ordres de grandeur plus faible que celle du polariton), et ne vivent pas
assez longtemps (τ < 100ps) pour se propager dans le plan. Seuls les états de
polaritons présentent à la fois une dispersion importante grâce au couplage fort,
et un temps de vie su�samment long par rapport à leur vitesse pour se propager
dans le plan.

Dans cette hypothèse, ce sont les polaritons au point d'in�exion de la courbe
de dispersion qui devraient se propager le plus loin. La distance de propagation
correspondante peut s'estimer d'après la donnée de la vitesse de groupe et du
temps de vie τp à d = vgτp ∼ 10µm. Cette valeur donne le bon ordre de grandeur
pour le diamètre de la tache d'émission, bien que ce modèle soit assez grossier
puisqu'on considère une propagation en ligne droite alors que nous avons montré
que le système était très désordonné.

En régime stimulé, au contraire, on constate d'une part une forte réduction du
diamètre de la tache principale d'émission, et d'autre part l'apparition de structu-
rations dans la zone d'émission sous forme d'anneaux partiels concentriques (voir
aussi l'expérience de la �g.(9.4.a)). Nous reviendrons sur cette structuration dans
la section suivante.

Résolution spectrale

La �gure 9.3 présente l'émission résolue spectralement dans le plan réel (soit le
plan (y, λ)). Les conditions expérimentales sont identiques à la mesure précédente,
et l'image complète de la zone d'émission est comprise entre les deux lames de la
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9.1. Propagation de polaritons

Fig. 9.3: Imagerie dans le plan réel résolu spectralement (y, λ). L'échantillon est le
M1161 à T = 5K. (a) Spot laser. (b) Émission en régime spontané. (c) Émission en
régime stimulé. (c),(d), et (e) sont des coupes verticales (d'énergie constante) des images
(a), (b) et (c) respectivement. En pointillés sont tracés des ajustements gaussiens de ces
coupes.

fente du monochromateur.

En régime spontané, on constate que les polaritons de haute énergie par-
viennent à voyager plus loin que les polaritons de l'état fondamental. On pourra
par exemple comparer les deux courbes de la �g.(9.3.e). Le modèle simple basé
sur la propagation en ligne droite des polaritons rend compte de cette carac-
téristique : la courbe blanche de la �g.(9.3.b) présente le calcul correspondant,
incluant les paramètres de l'échantillon M1161, un désaccord de δ = −10meV , et
un temps de vie τp = 1ps.

On peut donc en conclure qu'en régime spontané, bien que leurs temps de vie
soient courts, et bien que le système soit fortement désordonné, les polaritons ont
le temps de se propager sur plusieurs microns dans le plan de l'échantillon.

En régime stimulé, nous observons encore le fort a�nement spatial déjà ob-
servé précédemment. Les anneaux éventuels entourant la tache central (�g.9.3)
sont masqués par la dispersion spectrale.
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Chapitre 9. Étude de l'émission dans l'espace réel

9.2 Structuration de l'émission au seuil dans le
plan réel...

9.2.1 ...Avec une petite surface d'excitation

Fig. 9.4: Échantillon M1161 à T = 5K. (a) : Mesure de la luminescence dans le plan
réel. (a') : Spot laser d'excitation (image volontairement saturée). (b) : Simulation de
la tache d'émission dans le plan réel. (c) : Mesure de la luminescence dans le plan de
Fourier 2D. (d) : Reproduction numérique de l'anneau (c).

Comme on l'a rappelé au paragraphe 3.2.2, lorsqu'une source étendue présente
une cohérence spatiale élevée, il existe une relation de transformée de Fourier
entre l'image dans le plan de Fourier, et la fonction d'éclairement de la source t(r).
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9.2. Structuration de l'émission au seuil dans le plan réel...

Nous avons véri�é expérimentalement l'existence d'une telle relation en régime de
stimulation en comparant l'émission dans le plan de Fourier, et l'émission dans le
plan réel. L'expérience est présentée �gure (9.4). Les images (9.4.a) et (9.4.c) sont
les images obtenues dans le plan réel et dans le plan de Fourier respectivement,
au seuil de stimulation.

Le spot d'excitation est de petit diamètre (d ∼ 2µm). On a déjà observé
que dans ce cas, la luminescence dans le plan de Fourier 9.4.c est structurée
principalement selon un anneau. Ses caractéristiques sont pour cette expérience :
un diamètre angulaire θ = 22◦, et une épaisseur ∆θ = 2◦. Comme on l'a déjà
vu au début du chapitre, l'image de la luminescence observée dans le plan réel
présente des oscillations périodiques selon la direction radiale, qui ressemblent à
des anneaux de di�raction (image (9.4.a)). La mesure donne une période spatiale
de ces oscillations de ∆r = 1µm. L'émission est aussi structurée selon la direction
azimutale mais de manière moins bien dé�nie.

Pour véri�er si ces anneaux sont reliés à l'image de la luminescence dans le
plan de Fourier par transformée de Fourier, nous avons reproduit numériquement
l'image dans le plan de Fourier à l'aide de la fonction

u(k‖, φk) = e−
(k‖−k0

‖
)2

∆k2 . (9.2)

k0
‖ et ∆k sont reliés à θ et ∆θ par la relation 2.45. Cette fonction est représen-

tée dans le plan de Fourier en 9.4.d. La transformée de Fourier ũ(x, y) de cette
fonction est obtenue numériquement et est représentée en 9.4.b. On constate que
l'image de ũ(x, y) et l'image 9.4.a sont très similaires : en particulier on a un
accord quantitatif entre la période calculée et la période ∆x = 1µm mesurée des
oscillations radiales.

Pour garantir la validité de cette mesure nous présentons une image du spot
laser d'excitation dans le plan réel �g.(9.4.a'). Cette image est volontairement
saturée a�n de faire apparaître le premier anneau de di�raction dû à la pupille des
optiques que subit le faisceau laser. Cet anneau a un rayon rl = 2.5µm largement
supérieur à ∆r et ne peut donc en aucun cas être tenu pour responsable des
oscillations radiales observées en luminescence.

Nous avons donc montré qu'une relation de type transformée de Fourier exis-
tait en régime de stimulation entre l'émission dans le plan réel, et l'émission
dans le plan de Fourier. Cette relation est un signe fort de cohérence spatiale qui
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n'apparaît qu'en régime de stimulation.

9.2.2 ...Avec une grande surface d'excitation

La situation se complique lorsque l'on utilise un gros spot d'excitation de
diamètre d > 20µm. On se rappelle que dans cette con�guration, en régime
stimulé, l'émission dans le plan de Fourier n'est plus annulaire, mais centrée en
k‖ = 0 avec une faible ouverture ∆k. On se rappelle aussi que pour que cette
largeur ∆k ne viole pas les lois de la di�raction, il fallait nécessairement que la
source d'émission soit uniforme et cohérente sur un diamètre de 10µm.

Fig. 9.5: Echantillon M1161 à T = 5K. Tache d'émission dans le plan réel. (a) : en
régime de faible excitation. (b) et (c) : en régime stimulé pour deux point voisins de
l'échantillon.

Or la transition dans le régime stimulé fait apparaître comme précédemment
une structuration de l'émission dans le plan réel. Mais cette structuration consiste
cette fois en l'apparition de plusieurs points d'émission au sein du spot d'excita-
tion, qui constituent la source de la raie stimulé. Le diamètre de ces points est
estimé par un ajustement Gaussien à des valeurs de 4 à 5µm, comme le montre
la �g.(9.5), soit un facteur 2 inférieures au 10µm nécessaires.

Corrélations entre les taches d'émissions

Une explication simple permet de résoudre ce paradoxe : ces points doivent
présenter une grande cohérence mutuelle. Pour s'en convaincre nous réalisons le
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9.2. Structuration de l'émission au seuil dans le plan réel...

Fig. 9.6: Calcul de la distribution d'intensité I(θ) émise par des sources corrélées de
petites tailles. Paramètre du calcul : diamètre des sources : 4µm, distance entre les
sources : 3µm, λ = 0.74µm. On considère entre une et quatre sources.

calcul suivant : sur la �gure 9.6 nous traçons d'abord l'intensité I(θ) pour une
source de pro�l gaussien de d = 4µm de diamètre à mi-hauteur à la longueur
d'onde 2π/k = 0.74µm. I(θ) s'écrit [38]

I(θ) = exp

(

−π2d2

λ2
sin2(θ)

)

(9.3)

Le pic central a une largeur de w = 9.4◦. Nous ajoutons maintenant une deuxième
source (tache) de même diamètre à une distance de 3µm de la première, et nous
supposons leurs phases parfaitement corrélées. La distribution d'intensité résul-
tant de l'interférence entre les deux taches est facilement déterminée d'après le
problème classique des trous d'Young. Le pic central d'intensité correspondant
se réduit alors à une largeur de w1 = 5.9◦. Nous continuons ainsi en augmentant
le nombre de taches jusqu'à N . On peut montrer que de manière analogue au
nombre de traits d'un réseau de di�raction, la largeur angulaire de l'émission suit
une loi en 1/N qui s'écrit

wN =
2/pi

Nka
, (9.4)

et l'intensité en θ = 0 suit une loi en N2. Ainsi, seule la corrélation de ces taches
peut expliquer la �nesse angulaire observée. On peut donc en conclure que ces
tâches ne forment qu'un seul état quantique.

Remarquons que ce résultat invalide clairement l'hypothèse de localisation
pure de la condensation formulée au paragraphe 8.2.2, puisque la phase cohérente
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de polariton à lieu simultanément en plusieurs sites de la tache d'émission.

Caractère intrinsèque des taches d'émissions

Fig. 9.7: Échantillon M1161 à 4K. Émission en régime stimulé observée dans le plan
réel. Images du haut à gauche : image de référence. Au milieu : l'échantillon est déplacé
verticalement de 2µm. A droite : l'échantillon est déplacé verticalement de 5µm. L'image
en bas à droite est l'image du spot d'excitation.

L'origine physique de ces taches est d'une interprétation délicate : On pourrait
tout d'abord imaginer qu'elles constituent le mode spatial du système con�né par
le désordre local, comme on l'attendrait par exemple dans des micropiliers de
grands diamètres. Mais dans ce cas, la position spatiale de ces taches devrait
être extrêmement sensible à la position du spot d'excitation, ce dernier favorisant
selon sa position l'un ou l'autre mode transverse du système con�né.

Or il n'en est rien : chaque tache a une position bien dé�nie dans le plan
de l'échantillon. Leur position reste �xe par rapport à l'échantillon lorsqu'on
déplace le spot d'excitation. La �g.9.7 présente cette expérience : la microcavité
M1161 est excitée dans le régime stimulé, et le spot d'excitation est réduit a
un diamètre de 10µm, de manière à ne sélectionner qu'une tache dans le plan
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réel. Nous translatons alors l'échantillon de quelques microns, le spot d'excitation
restant �xe entre les trois images, et il apparaît que la tache suit exactement
le mouvement de l'échantillon. Le résultat est le même lorsqu'il y a plusieurs
spots : chacun est �xe sur l'échantillon, et peut être excité indépendamment avec
le laser ! Ces taches sont donc très certainement associées au désordre interne de
l'échantillon.

9.2.3 Conclusion sur le mécanisme de stimulation

Nous avons montré que nos deux hypothèses 8.2.1 et 8.2.2 concernant les
mécanismes de condensation sont réfutables sans ambiguïté. Pourtant l'hypothèse
8.2.2 semble la plus proche de la réalité. En fait, pour la rendre compatible avec
nos observations, il faudrait simplement que deux types de polaritons puissent
coexister : une phase localisée et une phase délocalisée.

Or des calculs préliminaires prévoient que la fonction d'onde polaritonique,
perturbée par un désordre ambiant de faible amplitude, peut présenter des os-
cillations temporelles entre les centres de localisations, et les états complètement
délocalisés [76].

Ces oscillations ont alors pour e�et d'une part, de coupler plusieurs centres
localisés entre eux comme nous l'observons expérimentalement, et d'autre part
d'observer des e�ets intrinsèques au polariton délocalisé comme la condensation
dans l'espace réciproque de la �g.(8.3.2).
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Chapitre 10

Analyse du speckle dans le plan de
Fourier

Dans ce chapitre nous allons étudier une propriété remarquable de l'émission
dans le plan de Fourier. Comme on l'a déjà décrit précédemment, lorsque le
spot d'excitation est su�samment petit, la lumière en régime de stimulation se
distribue sur un anneau dégénéré de la courbe de dispersion, accompagné d'une
émission plus faible à l'intérieur de l'anneau. La distribution d'intensité I(φ) le
long de cet anneau présente des variations contrastées produisant un e�et de
speckle bien connu pour les lasers [77]. En e�et lorsque une source très cohérente
comme un laser illumine une surface di�usante, cette surface devient une source
secondaire qui génère une �gure d'interférence complexe en champ lointain, faite
de taches (le mot anglais speckle signi�ant 'tache' nous servira dans ce qui suit à
désigner ce phénomène) alternativement brillantes et sombres.

Nous allons montrer dans ce chapitre que l'e�et de speckle que nous observons
est relié d'une part à l'importance des corrélations spatiales Jr

12 = J(r1, r2) dans
le plan de la source en régime de stimulation, et d'autre part au désordre présent
dans le plan de la microcavité.
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Fig. 10.1: Échantillon M1161 à T = 5K. La première ligne d'image est obtenue en ré-
gime de faible excitation, la deuxième ligne au seuil de stimulation. (a) et (d) : Emission
dans le plan de Fourier 2D (échelle linéaire d'intensité). (b) et (e) : Emission dans le
plan de la dispersion (échelle logarithmique d'intensité). (c) et (f) : distribution d'in-
tensité I(φ) en fonction de l'angle azimutal le long de l'anneau d'angle θs = 17◦. I(φ)

est normalisé à sa valeur moyenne.
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Chapitre 10. Analyse du speckle dans le plan de Fourier

10.1 Observations

Une expérience type est représentée �g.(10.1). Comme d'habitude, l'excitation
est pulsée, centrée à 1.771eV et la densité d'excitation à la surface de l'échantillon
peut varier entre 0 et 1000kW.cm−2. Le seuil de stimulation à lieu autour de
Pth = 5kW.cm−2. La détection est intégrée en temps sur 100ms

La première ligne de la �gure (10.1) est obtenue juste avant le seuil de stimu-
lation, la seconde, est obtenue juste au dessus. L'anneau de stimulation apparaît
ici à un angle θs = 17◦. Les pro�ls d'intensité I(φ) sont tracés le long de l'an-
neau θs dans les deux cas. Ils matérialisent une augmentation très signi�cative
du contraste de I(φ) au franchissement du seuil.

10.1.1 Comparaison de l'anneau Rayleigh en excitation ré-
sonante et non-résonante stimulée

Il est assez stupé�ant de comparer cette image obtenue en excitation non-
résonante, et l'image 6.5 obtenue en excitation cohérente. A�n de comparer plus
directement ces deux situations nous avons réalisé l'expérience suivante : Après
avoir identi�é les caractéristiques d'un anneau de stimulation : angle θs et énergie
Es, nous avons réduit l'ouverture du faisceau, et modi�é l'incidence du spot d'ex-
citation a�n qu'il excite l'échantillon en θs. Une fois ces réglages e�ectués, nous
avons pris les trois images 10.2.a, 10.2.b, et 10.2.d. La première montre le spot
d'excitation dans le plan de Fourier a�n de contrôler son angle d'incidence ainsi
que son ouverture angulaire. Pour la deuxième, l'énergie Elas du saphir-titane
est réglée à Elas = Es. Pour la dernière, l'énergie est simplement remontée à la
valeur habituelle de Elas = 1760meV a�n d'être dans les conditions d'excitation
non-résonante (pour laquelle l'angle d'incidence est sans e�et).

On a montré au paragraphe 6.2.1 que le premier anneau 10.2.b était carac-
téristique de la di�usion Rayleigh en régime cohérent. Le deuxième 10.2.d bien
qu'obtenu sous excitation non-résonante présente qualitativement des caractéris-
tiques identiques, et notamment un speckle très contrasté. Le même phénomène
cohérent est donc très probablement à l'oeuvre dans les deux cas.
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10.1. Observations

Fig. 10.2: Échantillon M1161 à T = 5K. Imagerie dans le plan de Fourier 2D. (a) :
Spot laser pour l'excitation résonante. (b) : Emission sous excitation résonante. (c) :
Emission sous excitation non-résonante.

10.1.2 Formation d'une cohérence spatiale

Ce speckle est observé dans le plan de Fourier, or comme le montre l'eq.(3.4)
l'intensité en un point du plan de Fourier est le résultat de l'interférence - plus ou
moins partielle selon le degré de cohérence - des champs issus de tous les points
de la source. Cette interférence caractérise donc une cohérence spatiale dans le
plan de la source.

A l'aide d'une méthode statistique simple, il est possible de caractériser la
largeur caractéristique de la fonction Jr

12. Cette largeur caractéristique est une
surface e�ective Scoh dé�nie de manière à ce que les corrélations entre deux points
de la source contenue dans Scoh soient corrélés à plus de 50%. En d'autre terme,
Scoh est la 'largeur' (surface) à mi-hauteur de la fonction Jr

12. On dé�nit alors le
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Chapitre 10. Analyse du speckle dans le plan de Fourier

degré de cohérence spatiale c de la source comme le rapport

c =
Scoh

S
(10.1)

où S est la surface totale de la source. A�n de caractériser c, une méthode simple
est proposée par Langbein et al. dans la référence [49], pour une situation expé-
rimentale très similaire. Les auteurs démontrent que le degré de cohérence c peut
s'exprimer à l'aide des grandeurs statistiques de I(φ) :

c =
√

N
σφ

〈I(φ)〉 (10.2)

où N est le nombre de di�useur contenus dans la sources et participant donc à la
�gure de speckle. On prendra N = 1 par la suite en gardant en tête le fait que de
cette manière nous sous-estimons la valeur réelle de la cohérence. En appliquant
cette méthode aux données de la �gure 10.1, on trouve c = 13% en dessous du
seuil, et c = 45% au dessus.

A ce stade il faut se souvenir que l'expérience est intégrée en temps, et qu'une
conséquence importante, est que le régime stimulé n'a lieu que pendant les temps
courts après le pulse d'excitation. Dans les instants suivants, et jusqu'à la �n
l'émission est retombée en régime spontané. Sur nos images, on a donc une su-
perposition des deux régimes, l'un très cohérent, l'autre incohérent. Les valeurs
de la cohérence que nous mesurons constituent donc des bornes inférieures de
leurs valeurs réelles. Les valeurs trouvées sont donc d'autant plus spectaculaires.

10.2 E�et seuil de la cohérence spatiale

Nous avons appliqué la méthode décrite ci-dessus de manière systématique
pour des valeurs de la puissance permettant d'excursionner les deux régimes de
part et d'autre du seuil non-linéaire. Le résultat est représenté �g.(10.3) pour
deux échantillons di�érents : à gauche le M1161 de 16 puits quantiques, à droite
le M1192 de 4 puits. Sur les deux échantillons on observe une montée signi�cative
de la cohérence à partir d'une puissance seuil correspondant à la puissance au
seuil non-linéaire Pth = 5kW.cm−2.

Nous avons donc mis en lumière une brutale montée de la cohérence spatiale au
franchissement du seuil non-linéaire. Cette nouvelle caractéristique vient con�r-
mer les conclusions du paragraphe 9.2.1 : l'existence d'une transition spontanée
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10.2. E�et seuil de la cohérence spatiale

Fig. 10.3: Mesure de cohérence spatial de l'émission c en fonction de la puissance d'ex-
citation à T = 5K. (a) : Échantillon M1161 à désaccord nul. (b) : Échantillon M1192
à désaccord nul.

du système vers une phase cohérente de polaritons. Nous allons montrer dans le
chapitre suivant que l'émission est aussi très cohérente dans l'espace réciproque.
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Chapitre 11

Corrélations dans le plan de Fourier

L'objectif de ce chapitre est l'étude des corrélations de l'émission dans le plan
de Fourier. C'est à dire que l'on souhaite caractériser la fonction de corrélation
Jk

12 = J(k1,k2) [38] en fonction de la puissance d'excitation et plus particulière-
ment au franchissement du seuil non-linéaire (dans ce chapitre les vecteurs d'onde
seront toujours donnés dans le plan, on omettra l'indice '‖' pour alléger les no-
tations). En général ces corrélations ne dépendent que de la distance entre les
deux points. Dans notre cas cela signi�e que Jk

12 est simplement une fonction de
∆k = k1 − k2. Ce type de corrélation caractérise ce qui est parfois appelé dans la
littérature la cohérence transverse de l'émission. En e�et cette fonction caracté-
rise les corrélations à délai nul existant entre deux points de la surface du front
d'onde émis par la source.

On va montrer dans ce chapitre qu'il est possible de mesurer directement cette
fonction à l'aide d'une méthode interféromètrique assez similaire à l'expérience
des trous d'Young en cohérence partielle. Les résultats obtenus font apparaître une
hausse spectaculaire des corrélations dans le plan de Fourier au franchissement
du seuil.

11.1 Interféromètre de Billet

L'interféromètre de Billet [38] est rarement utilisé mais convient particulière-
ment bien à notre objectif. Il permet de créer deux images réelles à partir d'un
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11.1. Interféromètre de Billet

seul objet, et ce à l'aide d'une lentille coupée en deux selon son diamètre. Les
interférences entre les champs issus des deux images s'observent alors en champ
lointain ou dans le plan de Fourier, de manière similaire à l'expérience des trous
d'Young. Cette �gure d'interférence doit en�n être résolue spectralement a�n de
n'observer que les recouvrements des champs de même énergie.

Le montage de l'interféromètre tel que nous l'avons réalisé est représenté
�g.(11.1). Le début du montage ressemble fort au montage de spectroscopie du
plan de Fourier (�g.(4.4)) utilisé précédemment . La dernière lentille servant à
prendre l'image du plan de Fourier est simplement remplacée par une lentille
coupée en deux. Chaque demi-lentille possède ses propres degrés de liberté mé-
canique ce qui nous permet d'en déplacer une par rapport à l'autre à volonté.
Le gap ainsi formé entre les deux demi-lentilles est centré sur l'axe optique, de
manière à ce que le faisceau collimaté issu de l'objectif illumine les deux moitiés
de manière identique.

S

f1=9mm 
Objective

S1

CCD

(Wavelength)

θ

S2

f2=180mm 
Bi-lens

d

D

d

Monochromator
slits

yF

Fourier
plane

F1

F2

F L1 L2

Image
plane

L

Fig. 11.1: Schéma de l'interféromètre de Billet résolu spectralement. S1 et S2 sont les
deux images de S obtenues grâce à la lentille de Billet L2.

Chaque demi-lentille génère une image S1 et S2 du spot d'émission S dans le
plan image, et surtout une demi image du plan de Fourier F1 et F2. Chaque
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Chapitre 11. Corrélations dans le plan de Fourier

image du plan de Fourier est en e�et partielle puisque la demi-lentille n'inter-
cepte que la moitié du faisceau collimaté. Dans l'espace des angles, cela implique
que la demi-lentille supérieure image tous les états d'angle azimutal 0 < φ < π,
tandis que la demi-lentille inférieure image l'autre moitié. Ces deux images (les
disques avec dégradés de niveaux de gris sur la �gure (11.1)), en�n, se recouvrent
dans le plan de Fourier pour interférer.

On appelle d la distance séparant les deux demi-lentilles, et on s'arrange pour
que cette séparation soit perpendiculaire à l'axe uy de la découpe. Cette distance
se reporte sur la distance entre les deux images créées, ainsi que sur la séparation
entre les deux images dans le plan de Fourier. Comme le formalise l'eq. 11.1, cette
séparation d correspond à une séparation ∆k = ∆kuy dirigée selon l'axe vertical
qui s'écrit

∆k =
4π

λp

(

1 +

(

2γf1

d

)2
)−1/2

. (11.1)

où γ est le grandissement du plan de Fourier qui s'écrit aussi à l'aide des données
du montage γ = f2

L−f1−f2
. λp est la longueur d'onde d'émission du polariton.

Dans le plan de Fourier on a les nouvelles propriétés suivantes : si d = 0, on
se retrouve dans la con�guration d'imagerie classique du plan de Fourier pour
lequel chaque point du plan correspond à un vecteur d'onde kd=0 donné par la
relation (3.2). Si d 6= 0, on observe en kd=0 le recouvrement entre les champs de
directions initiales







k1 = kd=0 − ∆k/2

k2 = kd=0 + ∆k/2
(11.2)

C'est à dire que l'on fait interférer en kd=0 les deux états de polariton k1 et k2.

11.1.1 Sélection des interférences dégénérées dans le plan
de Fourier

En régime de faible excitation, à cause de la relation de dispersion, cette inter-
férence est complexe. En e�et, les états interférant n'ont pas forcément la même
énergie. A�n d'extraire des données exploitables, il est donc nécessaire de �ltrer
spectralement l'image obtenue dans le plan de Fourier à l'aide d'un monochro-
mateur. Cette technique nous permet de séparer spatialement sur le plan de la
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11.1. Interféromètre de Billet

Fig. 11.2: Recherche des points d'interférence dégénérés dans le plan de Fourier 2D.
(a) : en régime spontané. (b) : en régime stimulé.

CCD du monochromateur les champs n'ayant pas la même énergie. Cependant,
comme on ne peut e�ectuer cette opération que sur une coupe unidimensionnelle
de l'image (coupe selon les fentes du monochromateur), il faut donc d'abord trou-
ver la position des interférences de même énergie dans le plan de Fourier a�n de
bien choisir notre coupe. Pour que les points k1 et k2 soient de même énergie, ils
doivent véri�er

|k1| = |k2| ≡ K. (11.3)

Cette contrainte ajoutée à l'eq.(11.2) conduit à un ensemble de deux solutions
par valeur de K. Une résolution graphique pour une valeur de K donnée est
représentée sur la �g.(11.2.a). La solution analytique s'écrit

k1 =

(

±
√

K2 − ∆2
k

4

−∆k

2

)

et k2 =

(

±
√

K2 − ∆2
k

4

+∆k

2

)

en coordonnée cartésienne. En le réécrivant en coordonnée polaire, on voit aussi
que l'angle azimutal φ12 entre les deux états véri�e

sin(
φ12

2
) =

∆k

2K
. (11.4)
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Chapitre 11. Corrélations dans le plan de Fourier

D'après les relations (11.2) Lorsqu'on fait varier K ces solutions décrivent l'axe
kd=0

y = 0 du plan de Fourier.

Régime stimulé

En régime stimulé, en revanche, comme on l'a décrit dans le chapitre 8, l'émis-
sion est monochromatique d'énergie Es et non-dispersive sur une grand segment
de vecteur d'onde, on se rappelle que le rayon angulaire kM du disque d'émission
véri�e toujours la relation empirique 8.1. Les interférences ont alors lieu de ma-
nière dégénérée en tout point du recouvrement entre les deux disques de rayon
kM , comme le symbolise la �g.(11.2.b).

11.1.2 Lecture du plan de Fourier résolu spectralement

Fig. 11.3: Recherche des points d'interférences dégénérées en régime spontané contenus
entre les fentes du monochromateur, et observables dans le plan de la dispersion. (a) :
Points d'interférences de l'image dans le plan de Fourier 2D. (b) : Image résolue spec-
tralement de la coupe de l'image (a) contenue dans les fentes du monochromateur (plan
de la dispersion).
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11.1. Interféromètre de Billet

Le pro�l du plan de Fourier que nous avons choisi pour la résolution spectrale
est l'axe dé�ni par kd=0

x = 0 matérialisé en pointillés sur la �gure (11.3.a). Ce
choix apporte deux avantages en régime de faible excitation. D'après la relation
(11.4) ce choix impose φ12 = π quelque soit ∆k. On ne fait donc varier qu'un
seul paramètre à la fois. D'autre part, ce pro�l permet de ne voir qu'un seul
recouvrement à la fois pour une valeur de ∆k donnée, correspondant à

K =
∆k

2
. (11.5)

Ainsi, lorsqu'on fait varier ∆k, on observe alors dans la fente du monochromateur
l'interférence entre les états

k1 =

(

0
∆k

2

)

et k2 =

(

0
−∆k

2

)

Ce pro�l est alors résolu spectralement, on voit donc dans le plan de la CCD deux
dispersions usuelles de polaritons passant tous deux par l'état k = 0, séparés l'un
de l'autre de ∆k, et se croisant en kd=0

y = 0. A cette intersection, on observe
les franges d'interférences entre k1 et k2 s'étendant sur la largeur angulaire de
l'émission (largeur de l'émission selon la direction kd=0

y ). Des images typiques
obtenues en régime de faible excitation sont représentées �g.(11.5.a) colonne de
droite.

Pour plus de clarté nous avons représenté la courbe de dispersion complète
sur les schémas 11.2 et 11.3. Cependant comme on l'a déjà précisé, l'utilisation de
la lentille de Billet coupe la moitié de la dispersion. C'est pourquoi sur la mesure
11.5, on n'observe que la partie centrale de l'image (11.3.b).

Régime stimulé

La situation au dessus du seuil de stimulation, est représentée �g.(11.4). Dans
le plan de la CCD, l'émission étant monochromatique, ce sont maintenant deux
segments verticaux qui se recouvrent. L'ouverture angulaire ∆s du recouvrement,
vaut d'après l'eq.8.1

∆s = kM − ∆k. (11.6)
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Chapitre 11. Corrélations dans le plan de Fourier

Fig. 11.4: Recherche de la zone d'interférence en régime stimulé contenus entre les fentes
du monochromateur, et observable dans le plan de la dispersion. (a) : zone d'interférence
de l'image dans le plan de Fourier 2D visible entre les fentes. (b) : image correspondante
dans le plan de la dispersion.

Interfrange

Les franges obtenues sur la CCD du monochromateur sont des franges horizon-
tales (l'axe verticale étant l'axe des longueurs d'onde) d'égales épaisseurs. L'uti-
lisation du monochromateur permettant de supprimer les recouvrements entre
champs d'énergie di�érents, l'expérience réalisée se retrouve très similaire à une
expérience de trous d'Young en lumière monochromatique. Ainsi, l'interfrange
∆xF s'écrit de manière classique :

δxF = λ
D

d
(11.7)

où D correspond à la distance entre le plan de Fourier et le plan image. Cette
distance peut s'exprimer en fonction de la distance L entre les deux lentilles de
la manière suivante : D =

f2
2

L−f1−f2
. δxF correspond à une ouverture angulaire Iθ

qui s'écrit au voisinage de l'axe kd=0
y = 0

Iθ =
λf2

df1

(11.8)
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11.2. Formation de corrélations au seuil de stimulation

Pour notre montage on trouve Iθ = 0.5◦, or la largeur angulaire de l'émission en
régime dispersif ∆θ ≥ 1◦. On pourra donc observer au moins une ou deux franges
sur l'image résolue spectralement.

Contraste des franges

Le contraste des franges obtenu sur l'image re�ète directement la valeur de
la fonction de corrélations Jk(∆k) pour la valeur de ∆k choisi. En e�et, grâce
à l'utilisation du monochromateur, et au choix du pro�l résolu spectralement,
l'expérience se ramène à l'interférence en lumière monochromatique observée en
champ lointain de la lumière émise par deux sources S1 et S2. On a montré
que dans ce cas la fonction de corrélation et le contraste véri�ait la relation de
proportionnalité 3.8.

On va donc être capable de mesurer cette fonction en faisant varier ∆k a�n
de caractériser le degré de cohérence entre les di�érents états de polariton.

11.2 Formation de corrélations au seuil de stimu-
lation

11.2.1 Mesures

La �g.(11.5) présente une série d'images obtenues à l'aide de cette technique.
La série (11.5.a) est obtenue en régime de faible excitation pour di�érentes valeurs
de ∆k. Les trois images à gauche de la colonne sont des pro�ls d'intensités le
long de la �èche blanche. �g. (11.5.b) est la même expérience mais en régime
de stimulation. En comparant les pro�ls, on constate que le contraste est bien
meilleur (au moins d'un facteur trois) en régime de stimulation qu'en régime de
faible excitation, et ce, quelque soit la valeur de ∆k. Nous avons réalisé ce type
de mesure de manière systématique pour plusieurs valeurs de ∆k. Nous avons
extrait de chaque image le contraste des franges, et la valeur de la corrélation
correspondante. Le résultat est représenté sur la �gure (11.6).
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Chapitre 11. Corrélations dans le plan de Fourier
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Fig. 11.5: Images générées par l'interféromètre de Billet résolues spectralement. L'échantillon est
le M1161 placé à T = 5K. La première colonne est une coupe des images de la deuxième colonne
à l'énergie (materialisée par la �èche blanche) où les champs interfèrent. Le bloc (a) est obtenu
en régime de faible excitation. Le bloc (b) est obtenu au seuil de stimulation. Les trois lignes
correspondent à trois valeurs du décalage ∆k.
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11.2. Formation de corrélations au seuil de stimulation

Fig. 11.6: Corrélations Jk
12 du front d'onde d'émission en fonction de ∆k. Les carrés

blancs sont obtenus en régime spontané. Les carrés noirs sont obtenus au seuil de sti-
mulation. La courbe en trait plein présente la courbe théorique obtenu pour une source
incohérente de r = 5µm de rayon. La courbe en pointillés est un ajustement Gaussien
des données en régime stimulé, qui correspond à une source hypothétique incohérente de
r = 1µm de rayon.

11.2.2 Théorème de Van Cittert et Zernike

L'interprétation de ces données nécessite quelques précautions. En e�et, le
front d'onde peut présenter des corrélations même si la source est complètement
incohérente, et surtout, l'extension de ces corrélations dépend de la taille de la
source [38]. En e�et, l'eq.(3.4) découle d'une relation encore plus générale qui
s'écrit [38]

J(rF
1 , rF

2 ) =
I0

√

I(rF
1 )I(rF

2 )

∫∫

t(r1)t(r2)J(r1, r2)e
ik(s1−s2)dS1dS2 (11.9)

Or en l'absence de corrélation dans le plan de la source il vient :

J(rF
1 , rF

2 ) =
I0

√

I(rF
1 )I(rF

2 )

∫

|t(r)|2eiksdS (11.10)

C'est à dire que la corrélation entre deux points du plan de Fourier s'écrit comme
la transformée de Fourier de l'ouverture |t(r)|2. C'est le théorème de Van Cit-
tert et Zernike. Nous allons le confronter aux mesures des dimensions des zones
d'émission dans le plan réel que nous avons réalisées dans le chapitre 9.
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Chapitre 11. Corrélations dans le plan de Fourier

Régime de faible excitation

Dans ce régime le spot d'émission présente un pro�l d'intensité à peu près
Gaussien. Soit rwe le rayon du spot à 1/e de la gaussienne, en appliquant le
théorème cité plus haut, on voit que le fonction de corrélation suit aussi une loi
Gaussienne, dont la demi-largeur à 1/e s'écrit

∆kc =
2

rwe

(11.11)

où ∆kc est l'écart entre deux directions d'émission telles que leurs corrélations
soient égales à 1/e = 37%. Une valeur typique du rayon du spot d'émission
déterminée dans le chapitre 9 est rwe = 4µm. Pour cette valeur, on trouve ∆k =

0.5µm−1. La Gaussienne correspondante est tracée �g.(11.6) en trait plein. Ce
résultat est tout à fait conforme à nos observations : en e�et, le premier point
de mesure de la �g.(11.6) est réalisé à 0.65µm−1 or on ne trouve bien que des
corrélations faibles pour cette valeur et au dessus. L'extension de la fonction
corrélation mesurée est donc proche de la fonction théorique prévue en l'absence
de corrélation dans le plan de la source. Or en présence de corrélation, cette
largeur ne peut qu'augmenter. On peut donc conclure de nos mesures que la
portée des corrélations dans le plan de la source est très faible dans ce régime.

Régime de stimulation

A l'opposé, la �g.(11.6) montre qu'en régime de stimulation, les corrélations
ne chutent que très lentement sans passer la barre des 1/e. On peut donc légiti-
mement supposer que la largeur de la fonction mesurée est supérieure ou égale
à l'abscisse du dernier point de mesure qui vaux 1.72µm−1 (Une Gaussienne de
1.72µm−1 de largeur est tracée en pointillés sur la �g.(11.6)). Dans cette hy-
pothèse, et toujours d'après notre théorème, si le spot d'émission ne présentait
aucune corrélation, il devrait avoir un diamètre de 2µm. Or les mesures de mi-
crophotoluminescence du chapitre 9 montrent qu'en régime de stimulation, et
lorsque l'émission est annulaire comme c'est le cas ici, le spot présente une struc-
turation importante, et ne se résume pas à une tâche de ce diamètre. On peut
donc conclure que dans ce régime, des corrélations importantes s'établissent dans
le plan de la source.
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11.2. Formation de corrélations au seuil de stimulation

11.2.3 Conclusion

Ayant mis hors de cause des e�ets d'origine purement géométrique, cette expé-
rience démontre de manière directe l'apparition de nouvelles corrélations dans le
plan de Fourier au franchissement du seuil de stimulation. Il faut bien se rappeler
qu'en régime de stimulation, toute le lumière émise est contenue à l'intérieur d'un
cône d'angle bien dé�ni. Ici cet angle correspond à l'état k = 1.55µm−1. Or cette
expérience montre que toute la lumière émise en régime stimulé présente de fortes
corrélations. Un tel comportement est une fois encore tout à fait caractéristique
d'une phase cohérente de polaritons.
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Conclusion générale

Au cours de ce travail de thèse, nous avons dans un premier temps constaté
que dans les microcavités CdTe à grand Rabi, les modes de Bragg pouvaient
présenter le régime de couplage fort avec l'exciton. Une conséquence importante
dans le cadre de notre étude à haute densité polaritonique est le fait que les modes
de Bragg en couplage fort peuvent modi�er fortement le temps de vie radiatif du
polariton, et donc altérer le taux d'occupation apparent.

Dans un deuxième temps, nous avons caractérisé l'émission dans le plan réci-
proque sous forte excitation non-résonante. Nous observons directement pour la
première fois la condensation spontanée des polaritons.

Le caractère cohérent de ce condensat est con�rmé de trois manières :
� L'analyse de la �gure de 'speckle' dans le plan de Fourier garantit la cohé-
rence spatiale du condensat.

� La relation de type transformée de Fourier observée entre la tache d'émission
dans le plan réel et l'émission dans le plan de Fourier con�rme ce caractère.

� L'interféromètre de Billet démontre la cohérence du condensat dans le plan
réciproque.

Nous avons constaté que ce phénomène était très sensible au désordre interne
de l'échantillon, et en particulier au désordre lié à la partie photonique de la
microcavité. Cette sensibilité se traduit notamment par une perturbation spatiale
de la fonction d'onde du condensat : ce dernier apparaît localisé sur plusieurs sites
de quelques microns de diamètre contenus dans la grande tache d'émission.

D'autre part, lorsque le condensat se retrouve con�né spatialement par l'em-
ploi d'une surface d'excitation plus petite que la dimension du polariton, ce der-
nier subit l'in�uence du potentiel local sans pouvoir se répartir spatialement selon
son mode naturel. Il en résulte que le condensat apparaît excité par rapport à
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l'état fondamental k‖ = 0 : son émission dans le plan de Fourier est alors dis-
tribuée selon un anneau dont le rayon kc

‖ > 0 est uniquement déterminé par le
désordre local de la partie photonique.

Ce travail de thèse valide donc la possibilité de réaliser un condensat (quasi-
condensat) d'excitons grâce aux propriétés du couplage fort dans les microcavités
à base de CdTe. Ce résultat ouvre la voie à un vaste champ d'investigations :
premièrement, des mesures (imageries) résolues en temps permettraient de mieux
comprendre le processus de condensation sous excitation impulsionnelle.

Deuxièmement, il est essentiel d'approfondir les observations sous excitation
continue initiées dans ce travail : c'est en e�et dans ce régime que le processus de
condensation est le plus lisible [15], et qu'il correspond à un véritable régime sta-
tionnaire dans le temps. L'étude de la polarisation serait notamment intéressante
puisque le condensat doit être par dé�nition complètement polarisé.

En�n, à plus long terme, des expériences à plusieurs faisceaux devraient per-
mettre l'étude des interactions entre condensats de polaritons (interférence, coa-
lescence, répulsion), ou encore la création de vortex au sein du �uide cohérent.
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