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Résumé : Ce travail est consacré à l’étude de différents mécanismes de
relaxation dans des microcavités semi-conductrices.

La réponse optique de ces dispositifs est décrite en termes de modes
mixtes exciton-photon, les polaritons de cavité. En raison de leur relation de
dispersion particulière, et notamment de leur faible masse effective, les pola-
ritons sont un candidat intéressant pour l’observation d’effets de stimulation
bosonique. Cependant, le temps de vie des polaritons, de l’ordre de quelques
ps, ne permet pas d’obtenir une relaxation suffisamment efficace : on observe
un goulet d’étranglement de la relaxation, qui empêche l’observation d’une
stimulation bosonique de la relaxation.

Dans ce travail, nous avons étudié la relaxation des polaritons dans une
cavité contenant un gaz d’électrons de densité contrôlable. Dans un pre-
mier temps, la densité d’électrons a été mesurée par différentes méthodes
spectroscopiques (photoluminescence à basse et forte densité et spectrosco-
pie Raman), et nous avons montré que la densité d’électrons peut être va-
riée, indépendamment de la densité de polaritons, entre 0 et 1011 cm−2. Cet
échantillon nous a ainsi permis d’étudier un nouveau mécanisme de relaxa-
tion : la relaxation par collisions polariton-électron, qui était encore mal
connu auparavant. Ce mécanisme de collisions s’avère très efficace, et per-
met d’augmenter d’un ordre de grandeur les facteurs d’occupation dans les
états de polariton proches de k‖ = 0. La comparaison avec la relaxation par
collisions polariton-polariton montre cependant que les deux mécanismes de
collisions sont aussi efficaces l’un que l’autre, contrairement à ce qui avait été
proposé théoriquement. La différence observée entre théorie et expérience est
discutée dans le manuscrit. Enfin, nous avons étudié la photoluminescence
résolue en temps des polaritons dans cette cavité et montré que les modifi-
cations observées sont en grande partie dues aux mécanismes de formation
des excitons.

Mots clés : Polaritons, Excitons, Microcavités semi-conductrices, Re-
laxation, Collisions polariton- électron.
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parler des dernières bêtises de Jojo-le-sage. Tu es une expérimentatrice hors
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seulement très impressionnant, mais aussi redoutablement efficace pour nous
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J’ai eu beaucoup de plaisir à discuter avec tous les doctorants et post-
doctorants du laboratoire. Je souhaite à Julien Hours une très bonne réus-
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2.2.2 Propriétés attendues d’un laser à polaritons . . . . . . 60
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Introduction

Depuis une vingtaine d’année, les progrès effectués par les méthodes
d’épitaxie permettent de faire varier la composition chimique des cristaux
de semiconducteurs avec une précision spatiale de l’ordre de la monocouche
atomique. Il est ainsi possible de restreindre le mouvement des ondes élec-
troniques à deux (puits quantique), une (fil quantique), voire zéro dimension
(bôıte quantique). La lumière elle aussi peut se voir confinée dans des cavi-
tés de dimensions micrométriques et de formes diverses (microcavités planes,
micropiliers, microdisques, microtores, cavités à cristaux photoniques). Les
facteurs de qualité très élevés atteints actuellement, de l’ordre de 30 000
pour une cavité plane [96] et jusqu’à 600 000 pour les cavités à cristaux
photoniques [114], permettent aux photons d’effectuer plusieurs dizaines de
milliers d’aller-retours dans la cavité. Ensemble, ces progrès techniques ont
ouvert la voie à l’étude de l’interaction matière-rayonnement dans les semi-
conducteurs.

La force du couplage lumière-matière n’est en effet pas une caractéris-
tique intrinsèque déterminée par le matériau utilisé, mais peut dans une
certaine mesure être contrôlée artificiellement. Dès 1946, Purcell propose
d’altérer le taux d’émission spontanée d’un atome en plaçant celui-ci à l’in-
térieur d’une cavité [82]. L’émission spontanée est un processus qui n’est
correctement décrit que par la mécanique quantique : les fluctuations quan-
tiques du champ électromagnétique dans le vide rendent le niveau excité
de l’atome instable et forcent l’atome à relaxer vers son état fondamental.
Selon que l’on construise une cavité résonnante ou désaccordée par rapport
à la transition atomique, les fluctuations du champ sont intensifiées ou di-
minuées, et l’émission spontanée peut être accélérée ou inhibée.

Les idées de Purcell ont été appliquées avec succès à la physique des
semiconducteurs, en particulier au sein du laboratoire de photonique et de
nanostructures. Une augmentation d’un facteur 5 du taux d’émission spon-
tanée a été montrée en 1998 par J.M. Gérard, en utilisant un ensemble
de bôıtes quantiques dans un micropilier [36], puis en 2001 l’effet Purcell
a été démontré sur des bôıtes quantiques uniques [113]. L’accélération de
l’émission spontanée est aujourd’hui employée pour produire des sources de
photons uniques et indiscernables [130], qui sont essentiels dans plusieurs
protocoles d’information quantique [60].
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12 Introduction

Dans certaines configurations expérimentales, l’émission spontanée peut
être tellement modifiée qu’elle en devient réversible : le photon émis est alors
réabsorbé puis réémis plusieurs fois avant de sortir de la cavité. Ce régime
d’interaction, dit de couplage fort, a été observé pour la première fois dans
l’interaction d’un ensemble d’atomes avec une cavité supraconductrice [6].
En insérant un puits quantique dans une cavité optique de haute finesse,
Weisbuch a montré que le régime de couplage fort peut également s’établir
entre l’exciton du puits quantique et le mode de la microcavité [132].

On aboutit alors à la formation de nouveaux états propres, appelés po-

laritons de microcavité et héritant de certaines des propriétés de l’exciton
et du photon. De leur composante excitonique, les polaritons gardent la
possibilité d’interagir entre eux et avec les phonons du réseau cristallin qui
les entourent. De leur composante photonique, les polaritons héritent d’une
faible masse effective, environ quatre ordres de grandeur plus faible que celle
de l’exciton. Associée à la nature bosonique des polaritons, la très faible va-
leur de leur masse effective a très rapidement fait des polaritons un candidat
de choix pour l’étude d’effets bosoniques en physique des semiconducteurs
[52]. L’amplification paramétrique et l’oscillation paramétrique des polari-
tons ont été observées en 2000 [102, 116], démontrant que les polaritons se
comportent effectivement comme des bosons à basse densité. Sous excitation
non résonnante, on s’attend soit à observer la condensation de Bose-Einstein,
dans le cas où l’équilibre thermodynamique du système est atteint, soit à
observer la stimulation de la relaxation des polaritons vers un état particu-
lier. Ce dernier effet a été dénommé effet laser à polaritons en raison de son
analogie avec l’effet laser “classique”.

Le temps de vie des polaritons dans les états proches de k‖ = 0 est
cependant très court, de l’ordre de la picoseconde, soit près de 2 ordres de
grandeur de moins que le temps de relaxation des polaritons par émission
de phonons à partir des états de grand vecteur d’onde. En conséquence,
sous excitation non résonnante, il se forme un goulet d’étranglement de la
relaxation [124, 74] : les polaritons s’accumulent dans les états de grand
vecteur d’onde qui forment un réservoir, et seule une faible fraction de la
population relaxe vers les états proches de k‖ = 0. Pour pouvoir obtenir
un laser à polaritons, il est nécessaire que le facteur d’occupation en k‖ = 0
devienne supérieur à 1, de manière à ce que la stimulation de la relaxation ait
un rôle important. Il n’est pas possible d’obtenir un tel facteur d’occupation
à l’aide de la relaxation par émission de phonons.

Un mécanisme de relaxation concurrent est constitué par les collisions
polariton-polariton. Le taux de relaxation vers les états proches de k‖ = 0
est alors proportionnel à la densité de polaritons, ce qui explique que la
relaxation par collisions polariton-polariton l’emporte sur la relaxation par
émission de phonons lorsque la densité de polaritons dépasse les 108 cm−2,
et devienne le mécanisme prépondérant. Les collisions polariton-polariton
ont été étudiées expérimentalement [105, 106, 107, 122, 120, 121] et théo-
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riquement [125]. Dans les microcavités de semiconducteurs II-VI, ce méca-
nisme est suffisamment efficace pour que la relaxation soit stimulée et que
la structure fonctionne comme un laser à polaritons. Dans les microcavités
de semiconducteurs III-V, en revanche, il a été montré que lorsque l’on aug-
mente la puissance d’excitation, le régime de couplage fort disparâıt avant
que le laser à polaritons ne soit observé [15]. En conséquence, un effet laser
“conventionnel” se développe en régime de couplage faible.

En 2002, une proposition théorique est émise par G. Malpuech et ses
collaborateurs [67]. Ces derniers ont calculé le taux de relaxation des polari-
tons en supposant qu’une faible densité d’électrons est présente dans le puits
quantique. Les collisions polariton-électron sont en effet plus efficaces que les
collisions polariton-polariton pour deux raisons. Tout d’abord, les collisions
polariton-électron font intervenir une particule chargée, et l’élément de ma-
trice d’interaction est donc plus important que pour une collision entre deux
particules neutres. D’autre part, les électrons ont une masse beaucoup plus
faible que celle des excitons, donc la relaxation en énergie des polaritons du
réservoir excitonique jusqu’à l’état k‖ = 0 requiert un moins grand nombre
de collisions. En modélisant ce processus de collision, Malpuech prévoit
que les collisions avec les électrons sont suffisamment efficaces pour que le
facteur d’occupation dépasse 1 et qu’un laser à polaritons se développe.

Au cours de cette thèse, nous nous sommes attachés à tester cette pré-
vision théorique sur un échantillon où la densité d’électrons peut être variée
optiquement. Le plan de la thèse est le suivant.

⊲ Le chapitre 1 est une introduction à la physique des polaritons de mi-
crocavité. Une première partie présente les propriétés des excitons dans un
puits quantique. Nous discutons en particulier la nature quasi-bosonique des
excitons ainsi que le régime de couplage faible des excitons avec le champ
électromagnétique lorsque le puits quantique est inséré dans un semiconduc-
teur homogène. Dans une deuxième partie, nous présentons les propriétés
des microcavités fabriquées à partir d’empilements périodiques de semicon-
ducteurs. La troisième partie est dédiée au régime de couplage fort, lorsque
le puits quantique est placé en un ventre du champ électromagnétique de la
microcavité. Nous décrivons les relations de dispersion des polaritons ainsi
que les propriétés optiques qui nous permettent de créer et de détecter des
polaritons.

⊲ Le deuxième chapitre est conçu comme une brève revue historique
sur la recherche de la stimulation de la relaxation des polaritons. Nous pré-
sentons tout d’abord l’enjeu des recherches sur le laser à polaritons ainsi
que la spécificité de ce dispositif par rapport à un laser “conventionnel”.
Une deuxième partie expose la problématique posée par le goulet d’étran-
glement de la relaxation des polaritons lorsque la relaxation est dominée par
l’émission de phonons acoustiques ou les collisions polariton-polariton. Nous
présentons alors la proposition théorique de Malpuech et de ses collabo-
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rateurs concernant les collisions polariton-électron, ainsi que les premières
expériences réalisées sur une cavité à concentration variable d’électrons.

⊲ Le troisième chapitre détaille la façon dont nous avons mis en évidence
l’injection optique des électrons ainsi que la mesure des densités d’électrons
dans notre échantillon. Les mesures réalisées dans ce chapitre ont été réali-
sées sur une partie gravée de l’échantillon. Ainsi, l’émission de lumière a lieu
en régime de couplage faible et la physique est celle d’un puits quantique
contenant une densité variable d’électrons. À faible densité d’électrons, les
électrons et les trous sont liés entre eux et nous observons une raie exci-
tonique et une raie trionique. Nous avons modélisé les intensités de lumi-
nescence de ces deux raies afin de mesurer la densité d’électrons. À forte
densité d’électrons, le gaz d’électrons est dégénéré et son niveau de Fermi
peut être mesuré. Des mesures de photoluminescence et d’effet Raman élec-
tronique ont été réalisées et donnent le même niveau de Fermi. Ainsi, nous
pouvons connâıtre la densité d’électrons dans l’échantillon gravé, puis dans
la microcavité complète, avec une bonne précision.

⊲ Le chapitre 4 s’intéresse à la relaxation des polaritons sous excita-
tion continue non résonnante. Un dispositif de photoluminescence résolue
en angle permet de mesurer les facteurs d’occupation en régime stationnaire
le long de la branche de polariton de basse énergie. Dans un premier temps,
nous étudions la relaxation en l’absence du gaz d’électrons. En désaccord
négatif, un goulet d’étranglement est observé à basse puissance d’excitation.
Lorsque la puissance d’excitation est augmentée, le goulet d’étranglement de
la relaxation diminue grâce aux collisions polariton-polariton, puis le système
passe en régime de couplage faible. Dans un second temps, nous étudions
l’amplitude du goulet d’étranglement en présence du gaz d’électrons. Nous
démontrons expérimentalement que l’amplitude du goulet d’étranglement
diminue continûment avec la densité d’électrons, et la population dans les
états proches de k‖ = 0 est multipliée par 10 environ à la densité d’élec-
trons maximale (au-delà de laquelle le système passe en régime de couplage
faible). L’efficacité de la relaxation par les collisions polariton-électron est
enfin comparée à celle des collisions polariton-polariton.

⊲ Le dernier chapitre est centré sur la dynamique de relaxation sous
excitation impulsionnelle. Nous étudions d’une part la photoluminescence
résolue en temps du puits quantique situé hors de la cavité et d’autre part
celle de la microcavité complète, ce qui nous permet d’identifier clairement
les effets provenant de la physique des excitons et ceux provenant de la
relaxation des polaritons le long de leur relation de dispersion. Nous mon-
trons notamment qu’en présence d’un gaz d’électrons, le temps de formation
des excitons se raccourcit et que la dynamique est fortement accélérée. Un
modèle basé sur les équations d’évolution du système nous permet de re-
produire la dynamique observée en k‖ = 0 comme dans les états de grand
vecteur d’onde.
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1.1 Introduction

L’interaction entre la lumière et la matière est un domaine qui attise
depuis longtemps la curiosité du monde scientifique. Depuis l’avènement de
l’électrodynamique quantique, nous disposons d’une description très pous-
sée et précise du couplage entre les charges et le champ électromagnétique,
et l’exploration des effets prédits par cette théorie se poursuit de manière
continue depuis plus de 60 ans.

15
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On distingue habituellement deux régimes différents pour l’interaction
lumière-matière. Dans le premier cas, qualifié de couplage faible, le hamilto-
nien de couplage entre les deux systèmes (lumière et matière) est considéré
comme une perturbation par rapport à la somme des hamiltoniens propres
à chacun des systèmes. En conséquence du couplage perturbatif avec la lu-
mière, les niveaux d’énergie électroniques sont instables : un système ma-
tériel placé dans un état excité relaxe spontanément vers son état fonda-
mental en émettant des photons. Le taux d’émission spontanée est alors
donné par la règle d’or de Fermi. En 1946, dans un article aussi court que
célébré, Purcell propose de modifier le taux d’émission spontanée d’un
système matériel en changeant son environnement électromagnétique [82].
L’effet Purcell est confirmé dans les années 80 par des expériences sur les
atomes de Rydberg placés à l’intérieur d’une cavité : l’émission spontanée
peut être soit exaltée [38], soit inhibée [51], selon la densité de modes dispo-
nibles pour accueillir le rayonnement.

A cette époque, l’autre régime, dit de couplage fort, paraissait être à
portée de main. Citons les auteurs de l’article sur l’exaltation de l’émission
spontanée [38] :

“With a tenfold increase in Q, [. . .] the emitted photon would
be stored in the cavity long enough for the atom to be able to
reabsorb it.”

Comme cette citation le souligne, dans le régime de couplage fort l’émission
spontanée est réversible. On ne peut plus distinguer d’un côté la lumière (un
mode du champ électromagnétique) et de l’autre la matière (dans notre cas,

Fig. 1.1 – Schéma d’un système de deux pendules couplés par un fil de
torsion
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une onde de polarisation associée à un exciton) : l’énergie oscille alternati-
vement entre les deux systèmes.

Une analogie peut être faite avec un système mécanique composé de
deux oscillateurs couplés, par exemple deux pendules identiques reliés par
un fil de torsion (Figure 1.1). Dans ce cas également, si l’on excite sélecti-

vement un des deux pendules, le deuxième pendule se met en mouvement,
puis absorbe toute l’énergie mécanique du système, avant que l’énergie mé-
canique du premier pendule n’augmente à nouveau. Ainsi, si l’on excite
sélectivement l’un des deux pendules, l’énergie oscille de l’un à l’autre. Ce-
pendant, il est également possible d’exciter le système selon un autre mode,
par exemple les deux pendules en phase, ou encore en opposition de phase
l’un par rapport à l’autre. Dans ce cas, l’énergie mécanique de chacun des
pendules reste constante au cours du temps (en négligeant l’amortissement
global du système dû aux pertes). Puisque le mouvement des pendules reste
alors identique à lui-même au cours du temps, de tels modes sont appelés
modes stationnaires du système couplé. Dans une microcavité en régime de
couplage fort, l’onde de polarisation et l’onde lumineuse jouent le rôle des
deux pendules, et le couplage dipolaire électrique (couplage lumière-matière)
celui du fil de torsion. En analogie avec le système mécanique, une onde sta-
tionnaire peut également être créée, mixte en ce sens que les deux ondes de
départ sont excitées simultanément.

Le régime de couplage fort pour des atomes en cavité a effectivement été
atteint dans les années 80 [55, 84]. Toutefois, dans ces premières expériences,
le couplage avec le champ électromagnétique était augmenté en plaçant en
moyenne un grand nombre d’atomes simultanément dans la cavité. Le régime
de couplage fort entre un atome unique et une cavité a été obtenu dans le
domaine optique en 1992 [127] (voir également la référence [14] pour une
mesure de la précession de Rabi résolue en temps).

En physique du solide, Hopfield prévoit dès 1959 [47] que les ondes de
polarisation dans les matériaux massifs tridimensionnels sont intrinsèque-
ment en régime de couplage fort avec la lumière et forment donc des parti-
cules mixtes exciton-photon ou phonon optique-photon appelées ”polariton”.
Hopfield participe également en 1965 aux premières mises en évidence ex-
périmentale de ses propres prédictions, dans le cas où l’onde de polarisation
est un exciton (polariton “excitonique” [48]) ainsi que dans le cas où l’onde
de polarisation est un phonon optique (polariton “phononique” [45]). Ce der-
nier cas est plus éloigné de notre sujet et nous ne parlerons par la suite que
des polaritons excitoniques. L’étude expérimentale des polaritons démarre
véritablement dans les années 1970, où la cryogénie et les lasers accordables
deviennent plus couramment disponibles dans les laboratoires. La courbe
de dispersion des polaritons au voisinage de la résonance a été mesurée par
différentes techniques : par l’absorption à 2 photons [33] tout d’abord, puis
par la diffusion Brillouin et Raman [129, 110, 62]. Globalement, ces mesures
ont permis de décrire les courbes de dispersion des polaritons d’exciton lourd



18 Chapitre 1. Couplage fort exciton-photon dans les microcavités

et d’exciton léger sur approximativement 15% de la zone de Brillouin, et de
déterminer les masses des excitons ainsi que leurs forces d’oscillateur.

En 1992, Weisbuch et ses collaborateurs [132] renouvellent le sujet en
montrant que le régime de couplage fort entre les excitons et la lumière
peut également être atteint lorsqu’un puits quantique est inséré dans une
microcavité plane. La technologie nécessaire pour réaliser ce dispositif est
identique à celle utilisée dans un laser à émission par la surface. Elle est donc
suffisamment mature pour que plusieurs groupes reproduisent rapidement
le résultat de Weisbuch et donnent ainsi naissance au domaine de recherche
dans lequel s’inscrit ce travail de thèse.

Très récemment, trois groupes sont parvenu à démontrer le régime de
couplage fort pour une bôıte quantique insérée dans une microcavité 0-D
[88, 134, 77]. Le système est alors l’analogue d’un atome en couplage fort avec
une cavité et semble très prometteur dans le cadre du traitement quantique
de l’information.

L’objectif de ce chapitre est d’introduire une description des polaritons
de microcavité en seconde quantification. Pour cela, nous commençons par
décrire les propriétés des états excitoniques dans un puits quantique (1.2).
Dans un second temps, nous décrivons les microcavités utilisées en souli-
gnant les particularités liées à l’emploi de miroirs interférentiels (1.3). Nous
décrivons enfin les caractéristiques du couplage fort entre excitons et photons
dans ces microcavités (1.4).

1.2 Excitons dans un puits quantique

1.2.1 Fonction d’onde et énergie de l’exciton

Lorsqu’un semiconducteur se trouve dans son état fondamental, tous les
électrons sont dans la bande de valence, et la bande de conduction est vide.
Dans cette section, nous cherchons à décrire le premier état excité de ce
semiconducteur.

Pour fixer les idées, supposons que le matériau a un gap direct situé au
centre de la zone de Brillouin comme le GaAs. Dans l’approximation à un
électron, l’effet de tous les autres porteurs sur l’électron considéré est ap-
proché par un potentiel moyen ayant la périodicité du cristal. Le premier
état excité est alors constitué d’un électron dans l’état k = 0 de la bande
de conduction du cristal et d’un trou en k = 0 dans la bande de valence.
L’électron et le trou sont délocalisés dans tout le cristal de semiconducteur,
et non corrélés l’un à l’autre, c’est à dire que la probabilité de trouver l’élec-
tron à un endroit donné du cristal est indépendante de la probabilité de
trouver le trou à un endroit quelconque. Toutefois, cet état apparâıt comme
le premier état excité uniquement parce que l’approximation à un électron
a “gommé” les interactions individuelles entre porteurs. Si l’on tient compte
de l’interaction coulombienne entre les porteurs, il se forme un état lié de la
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paire électron-trou, l’exciton, d’énergie plus faible que le gap et dans lequel
l’électron et le trou sont proches l’un de l’autre.

Dans cette section, nous donnons une description simplifiée des premiers
états excités d’un semiconducteur. Nous commençons par présenter briè-
vement l’approximation de la fonction enveloppe dans laquelle nous nous
plaçons par la suite. Ce cadre conceptuel permet de traiter les excitations
d’un semiconducteur comme des quasiparticules massives, et s’applique avec
succès au calcul des structures de bandes (au voisinage du centre de zone), à
celui des hétérostructures comme à celui des états excitoniques. Pour plus de
détails sur l’emploi de cette approximation, le lecteur se référera à l’ouvrage
de référence écrit par G. Bastard [5].

Nous décrivons ensuite les excitons de puits quantique à partir d’hypo-
thèses simplificatrices. En particulier, nous supposons que les relations de
dispersion des électrons et des trous sont parfaitement paraboliques, et nous
négligeons les effets dus au spin [1, 3]. A la fin de cette section, nous donnons
une description alternative de l’exciton en termes d’opérateur de création et
de destruction. Cette approche permet de décrire des états où plusieurs ex-
citons sont présents dans le puits quantique ainsi que de justifier la vision
de l’exciton comme une quasiparticule bosonique.

Approximation de la fonction enveloppe

Dans l’approche la plus simple, un semiconducteur massif est décrit dans
l’approximation à un électron, c’est à dire en considérant que le potentiel créé
sur un électron par tous les autres électrons est moyenné très rapidement.
Dans cette approximation, les N électrons du semiconducteur sont supposés
indépendants les uns des autres, et les seules corrélations restant entre eux
sont dues au principe d’antisymétrisation de la fonction d’onde. Si l’on note
Ψl les états propres du hamiltonien à une particule, les états propres du
système des N électrons sont des états antisymétrisés à partir des états Ψl

et s’écrivent sous la forme :

|Ψ1 : n1, Ψ2 : n2, . . . ,Ψl : nl, . . .〉 (1.1)

où nl = 0 ou 1 représente le facteur d’occupation de l’état propre à une
particule Ψl.

Grâce au théorème de Bloch (conséquence de l’invariance par transla-
tion du potentiel cristallin), nous disposons d’informations sur les fonctions
d’ondes à un électron Ψl. Les niveaux d’énergie du semiconducteur sont re-
groupés en bandes électroniques (indexées par le nombre quantique n), à l’in-
térieur desquelles les états sont repérés par leur vecteur d’onde k. La fonction
d’onde à un électron peut s’écrire sous la forme Ψnk(r) = unk(r). exp(ik.r).
La fonction unk est invariante par les translations du cristal et est appelée
la partie rapidement variable, ou atomique de la fonction d’onde de Bloch.
L’exponentielle lentement variable (à l’échelle de la cellule cristalline) est la
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fonction enveloppe. Cette fonction n’est une onde plane que dans le cas d’un
semiconducteur massif, et peut être fortement modifiée dans des nanostruc-
tures de dimensionnalité réduite, telles que des puits, des fils ou des bôıtes
quantiques.

L’approximation de la fonction enveloppe consiste à supposer que la
partie rapidement variable de la fonction d’onde est indépendante de k à
l’ordre 0 : unk = un0, et également que cette fonction dépend peu du ma-
tériau considéré (GaAs, AlAs ou un alliage de ces deux matériaux). Bien
sûr, puisqu’elle est basée sur un développement limité par rapport à k, cette
approximation est d’autant plus valable que l’on est proche du centre de la
zone de Brillouin. Le critère de validité à considérer est que l’énergie Enk

de l’état |Ψnk〉 soit beaucoup plus proche de En0 que de tous les En′0, où
n′ 6= n [5].

Le principal avantage de l’approximation de la fonction enveloppe est de
décrire les excitations d’un semiconducteur comme des quasiparticules libres
de se propager dans ce semiconducteur.

Dans le matériau massif, l’approximation de la fonction enveloppe per-
met de montrer que la relation de dispersion est parabolique au voisinage
de k = 0 : Ee = E0

e + ~
2k2/2me et Et = −E0

t − ~
2k2/2mt. En présence

d’un champ électrique appliqué, un électron dans la bande de conduction
(respectivement un trou dans la bande de valence) se comporte comme une
particule libre de charge −e et de masse me (respectivement +e et mt pour
le trou). Le mouvement de l’électron et du trou sont ceux d’une particule
“libre” dont la fonction d’onde est la fonction enveloppe. La seule “trace”
restante de la partie rapidement variable de la fonction d’onde et du poten-
tiel cristallin se trouve dans les valeurs du gap Eg = E0

e +E0
t et de la masse

effective (me, mh) à considérer.
L’approximation de la fonction enveloppe permet également de calculer

les niveaux d’énergie des hétérostructures. Là aussi, une quasiparticule est
associée à l’électron, mais les paramètres provenant de la partie microsco-
pique de la fonction d’onde de Bloch sont différents dans les deux matériaux :
E0

e (GaAs) 6= E0
e (AlAs). À cause de la différence de gap entre les deux maté-

riaux, l’un agit comme une barrière de potentiel pour les électrons contenus
dans l’autre matériau (la différence de masse effective a également un effet,
mais cet effet est faible, et nous le négligerons par la suite). Dans notre cas,
le GaAs agit comme un puits aussi bien pour les électrons que pour les trous
et l’AlAs agit comme une barrière (voir la Figure 1.2).

Enfin, on montre que les interactions coulombiennes entre électrons et
trous peuvent également se traiter dans l’approximation de la fonction en-
veloppe [1, 61]. Pour justifier l’emploi de l’approximation de la fonction
enveloppe dans ce cas, il est nécessaire de considérer le hamiltonien micro-
scopique en allant au-delà de l’approximation d’états à un électron. Un terme
d’interaction coulombienne, dans lequel l’électron a une charge −e et le trou
une charge +e apparâıt dans le hamiltonien associé à la fonction enveloppe
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Fig. 1.2 – Schéma d’un puits quantique de GaAs entouré de barrières en
AlAs. Voir dans le texte pour la signification des termes. Les lignes tiretées
représentent les énergies de confinement E1 des électrons et HH1 des trous,
et servent également d’origine des ordonnées pour les fonctions χe et χh.

d’une paire électron-trou.

Hamiltonien associé à la fonction enveloppe d’un exciton

Nous pouvons donc décrire le mouvement d’une paire électron trou en
interaction coulombienne dans un puits quantique à l’aide de la fonction
enveloppe. La position de l’électron (resp. du trou) est notée re (resp. rh).
Le schéma du puits quantique est donné sur la figure 1.2. Le hamiltonien de
la fonction enveloppe de la paire électron-trou est donné par :

H = Eg +He +Hh +He−h (1.2)

où Eg désigne le gap du GaAs, et les trois autres hamiltoniens sont :

He = −~
2∇re

2

2me
+Be(ze) , Hh = −~

2∇rt

2

2mt
+Bh(zh) , et He−h =

−e2
4πǫ0ǫr|re − rh|

.

Les fonctions Be et Bh sont les fonctions de confinement de l’électron et du
trou, égales à 0 dans le GaAs et à Be,h = E0

e,h(AlAs) − E0
e,h(GaAs) dans la

barrière en AlAs.

Il est utile de regrouper d’une part les termes correspondant au mouve-
ment selon z et d’autre part ceux correspondant au mouvement dans le plan
des couches. Pour cela, nous introduisons les coordonnées dans le plan ρe et
ρh de l’électron et du trou : re,h = ρe,h+ze,h.ez. En passant dans le système
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de coordonnées du centre de masse et du mouvement relatif (M = me+mh) :

R =
me

M
ρe +

mh

M
ρh , et r = ρe − ρh ,

le hamiltonien s’écrit :

H = Eg +Hc.m. +He
z +Ht

z +Hrel. , (1.3)

He
z = − ~

2

2me

∂2

∂z2
e

+Be , Hc.m. = −~
2∇R

2

2M
,

Hh
z = − ~

2

2mh

∂2

∂z2
h

+Bh , Hrel. = −~
2∇r

2

2µ
− e2

4πǫ0ǫr
√
r2 + (ze − zh)2

,

où µ est la masse réduite du système : µ−1 = m−1
e +m−1

h .

De ces quatre hamiltoniens, le plus simple est celui associé au centre de
masse, Hc.m.. Il correspond au hamiltonien d’une particule bidimensionnelle
de masse M , libre de se déplacer dans le plan des couches. C’est par ailleurs
le seul à faire intervenir la variable R. Il commute donc avec les autres ha-
miltoniens et peut être diagonalisé de manière indépendante (la fonction
enveloppe est séparable par rapport à R). Les fonctions propres de ce ha-
miltonien sont indexées par le vecteur d’onde dans le plan k‖ et s’écrivent

1/
√
S. exp(ik‖.R) où S est la surface de quantification. L’énergie (cinétique)

correspondante est ~
2k2
‖/2M .

Les deux hamiltoniens He
z et Ht

z ne contiennent que des termes en z et
sont équivalents au hamiltonien d’une particule unidimensionnelle confinée
dans un puits de potentiel rectangulaire. Les fonctions propres de ce hamil-
tonien sont sinusöıdales dans le puits et exponentiellement décroissantes à
l’intérieur de la barrière. Sur la Figure 1.2, nous avons représenté les états
fondamentaux χe et χh de ces deux hamiltoniens. Pour tracer ces fonctions,
l’origine des ordonnées a été décalée de façon à correspondre aux énergies
propres de confinement E1 et HH1 associées à χe et à χh.

Notons que le dernier hamiltonien, Hrel., dépend à la fois de r et de
ze et zh. En conséquence, il mélange les différents états propres de He,t

z

et la diagonalisation du hamiltonien total H n’est en général pas faisable
analytiquement. Une approximation de l’état fondamental peut cependant
être trouvée grâce au principe variationnel, en minimisant la fonctionnelle
〈ψ|H|ψ〉 sur une classe de fonctions d’essai ψ “bien choisies” (voir la référence
[5, p.134] pour une discussion des différents choix possibles, et également [1,
p.86] pour le cas limite des puits quantiques larges). Le cas le plus simple
est justement de négliger le mélange des différents états propres de He,t

z et
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de considérer une fonction enveloppe séparable :

ψ(R, r, ze, zh) =
1√
S

exp(ik‖.R).χe(ze).χh(zh).φ(r) , (1.4)

où φ(r) =

√
2

πa2
0

exp

(
−|r|
a0

)
(1.5)

est la fonction d’onde du mouvement interne de l’exciton, et χe et χh sont les
états fondamentaux de He

z et Ht
z, représentés sur la figure 1.2. Le paramètre

a0, appelé rayon de Bohr de l’exciton, est utilisé comme paramètre de la mi-
nimisation de 〈ψ|H|ψ〉. Par rapport à l’état fondamental du semiconducteur,
l’énergie de cet état d’exciton sera :

E(k‖) = Eg + E1 +HH1 +
~

2k2
‖

2M
− Eliais.. (1.6)

Dans notre cas, celui d’un puits quantique de 200 Å de GaAs entouré d’AlAs,
le gap Eg est égal à 1.519 eV, l’énergie de confinement des électrons et des
trous est E1 = 13 meV et HH1 = 3 meV, et l’énergie de liaison de l’exciton,
trouvée par minimisation de 〈ψ|Hrel.|ψ〉, est Eliais. = 8 meV [3]. Dans le cas
particulier d’un exciton parfaitement bidimensionnel, le rayon de Bohr est
a2D

0 = a3D
Bohr/2, et l’énergie de liaison est E2D

liais. = 4E3D
liais..

Notons que l’exciton dont on a donné l’énergie ci-dessus ne correspond
qu’à un état possible parmi d’autres. En effet, si les états excitoniques as-
sociés à différentes valeurs de l’énergie de confinement (E2, HH2, etc. . .) ne
sont pas observés expérimentalement, d’autres états propres sont possibles
pour Hrel.. En particulier, dans le cas limite d’un exciton bidimensionnel,
l’état interne est indexé par le nombre quantique principal n et l’énergie de
l’exciton devient

En(k‖) = Eg + E1 +HH1 +
~

2k2
‖

2M
− Eliais.

4 (n− 1/2)2
. (1.7)

En théorie, il existe donc une infinité d’états entre l’état fondamental et
l’énergie des paires électron-trou libres : E∞ = Eg + E1 + HH1. En pra-
tique, en plus de l’état fondamental (1s), seul le premier état excité (2s)
est observé, les autres étant trop proches les uns des autres pour être dis-
tingués. Enfin, nous avons considéré ici le cas de l’exciton de trou lourd,
mais il est également possible de former des excitons à partir de la bande de
trous légers. Le traitement mathématique est le même que ci-dessus, et la
principale différence vient de l’énergie de confinement des trous. Dans notre
cas, l’énergie de confinement du trou léger est LH1 = 8 meV, résultant en
un décalage de 5 meV entre les deux excitons.
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Opérateur de création d’un exciton

Rappelons que la fonction d’onde ψ(re, rh) = ψ(R, r, ze, zh) proposée
dans l’équation 1.4 n’est que la partie enveloppe de la fonction d’onde totale
associée à l’exciton dans l’état |k‖〉. En tenant compte de la partie rapi-
dement variable, la fonction d’onde totale s’écrit 〈re, rh|k‖〉 = ψ(re, rh) ·
uc(re) · uv(rh). Nous proposons ici une description équivalente de l’exciton
dans le cadre de la seconde quantification qui fait mieux ressortir la notion
de quasiparticule associée à cet état. L’état fondamental du semiconducteur
est alors noté |0〉 et est assimilé au vide. Les états excités à une particule,
correspondant à un électron de vecteur d’onde dans le plan ke et à un trou
de vecteur d’onde dans le plan kh sont notés |ke,kh〉 = a+

ke
b+
kh
|0〉. a+

ke
et

b+
kh

sont les opérateurs de création des électrons et des trous et suivent une
relation de commutation fermionique. L’exciton étant un état corrélé des
paires électron-trou, son opérateur de création s’écrit comme une combinai-
son linéaire des opérateurs de création des électrons et des trous. Pour un
exciton dans l’état |k‖〉, on a ainsi :

B+
k‖

=
∑

k′
e,k′

h

Bk‖
(k′e,k

′
h)a+

k′
e

b+
k′
h

. (1.8)

Notons que la description en seconde quantification de l’exciton nécessiterait
en toute rigueur de parler de mode k‖, et de réserver le terme d’état aux états
contenant 0, 1,. . . n excitons dans ce mode. Au cours de cette thèse, nous
utiliserons néanmoins fréquemment le terme d’état k‖ comme synonyme de
mode k‖.

Les coefficients Bk‖
(k′e,k

′
h
) de la décomposition peuvent être déterminés

à l’aide du produit scalaire suivant :

〈ke,kh|k‖〉 = 〈ke,kh|B+
k‖
|0〉 (1.9)

= 〈ke,kh|
[ ∑

k′
e,k′

h

Bk‖
(k′e,k

′
h)a+

k′
e

b+
k′
h

]
|0〉 (1.10)

=
∑

k′
e,k′

h

Bk‖
(k′e,k

′
h)〈ke,kh|k′e,k′h〉 (1.11)

= Bk‖
(ke,kh) . (1.12)

Nous sommes alors ramenés au problème de décomposer la fonction d’onde
|k‖〉 de l’exciton sur celle des paires électron-trou libres |ke,kh〉. En utilisant

la fonction d’onde de l’électron 〈re|ke〉 = 1/
√
S exp(ike.ρe).χe(ze).uc(re)

(l’expression de 〈rh|kh〉 étant similaire), nous avons :

〈ke,kh|k‖〉 =

∫
d3red

3rh

S3/2
e[−ike.ρe−ikh.ρh+ik‖.R]

× |χe(ze)|2|χh(zh)|2φ(r)|uc(re)|2|uv(rh)|2 (1.13)
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On peut effectuer l’intégration sur la partie rapidement variable de la fonc-
tion d’onde en considérant que les fonctions χe, χh et φ sont quasiment
constantes à l’échelle de la maille atomique (voir [5, p.55]). Il vient :

〈ke,kh|k‖〉 =

∫
d3red

3rh

S3/2
e[−ike.ρe−ikh.ρh+ik‖.R]|χe(ze)|2|χh(zh)|2φ(r)

=

∫
d2

ρed
2
ρh

S3/2
e[−ike.ρe−ikh.ρh+ik‖.R] φ(r)

Parmi les coordonnées ρe, ρh et R, r, seules deux sont linéairement indé-
pendantes. Nous choisissons de tout exprimer en fonction de ρh et r.

〈ke,kh|k‖〉 =

∫
d2

ρhd
2r

S3/2
e[−ike.(r+ρh)−ikh.ρh+ik‖.(me

M
r+ρh)] φ(r)

= δke+kh,k‖

∫
d2r√
S
e[−i(ke−me

M
k‖).r] φ(r)

= δke+kh,k‖
× φ(ke −

me

M
k‖),

où φ(k) est le coefficient de Fourier de la fonction d’onde du mouvement
interne. L’opérateur de création d’un exciton dans l’état |k‖〉 s’écrit alors :

B+
k‖

=
∑

ke

φ(ke −
me

M
k‖) a

+
ke
b+
k‖−ke

, (1.14)

=
∑

k

φ(k) a+
me
M

k‖+k
b+mh

M
k‖−k

. (1.15)

Pour un exciton dans l’état 1s, le coefficient de Fourier φ(k) correspon-
dant à la fonction enveloppe donnée par l’équation 1.5 est donné par :

φ(k) =

√
8πa2

0/S

[1 + (ka0)2]3/2
. (1.16)

Cette fonction forme un pic de largeur 1/a0 centré sur k = 0. Le vecteur
d’onde des électrons participant à la construction de l’exciton sera donc
centré sur k̃e = (me/M) · k‖. Cette relation entre le vecteur d’onde de
l’exciton et le vecteur d’onde moyen des électrons provient du fait que les
paquets d’onde d’électrons et de trous “voyagent” dans le puits quantique
à la même vitesse de groupe que l’exciton : ve = ~k̃e/me = ~k̃h/mh =
~k‖/M = vX. D’autre part, les seules paires électron-trou utilisées dans la
construction de l’exciton sont celles de vecteur d’onde total ke + kh = k‖,
ce qui résulte de l’invariance du système par translation dans le plan des
couches.

Dans la limite où peu d’excitons sont présents dans le système, la décom-
position de l’opérateur de création d’exciton (1.15) permet de comprendre
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pourquoi un exciton, formé à partir de paires électron-trou fermioniques, se
comporte néanmoins comme un boson. Nous voyons en effet que la création
d’un exciton résulte en une occupation infime |φ(k)|2 de chaque état fermio-
nique de paire électron trou. On peut donc créer plusieurs excitons dans le
même état sans que le principe de Pauli ne soit violé.

Une comparaison est possible avec l’atome d’hydrogène, qui est lui aussi
un boson composite réalisé à partir de deux fermions. Le rayon de Bohr
des excitons est d’environ 100 Å, comparé à 0.5 Å pour le rayon de Bohr
atomique. La fonction |φ(k)|2 de l’exciton est donc beaucoup plus piquée
dans l’espace des k que celle de l’atome d’hydrogène et l’on a, pour k =
0, |φ(0)|2exc ∼ 200|φ(0)|2H. En conséquence, le poids de chacun des états
fermioniques intervenant dans la construction de l’exciton est environ 200
fois plus grand que pour ceux intervenant dans la construction de l’atome
d’hydrogène et la nature fermionique sous-jacente des constituants se révèle
à des densités plus faibles lorsque l’on remplit les états excitoniques.

A partir de l’équation 1.15, nous pouvons calculer le commutateur de
Bose des états excitoniques :

[
Bk‖

, B+
k‖

]
=

∑

k,k′

φ ∗(k)φ(k′) ·
[
bfkh−k

afke+k
, a+

fke+k′
b+

fkh−k′

]
, (1.17)

=
∑

k

|φ(k)|2 · (1 − a+
fke+k

a
fke+k

− b+
fkh−k

b
fkh−k

) , (1.18)

= 1 −
∑

k

|φ(k)|2 · (n̂
e,fke+k

+ n̂
h,fkh−k

) , (1.19)

où k̃e = (me/M) · k‖ et k̃h = (mh/M) · k‖ sont les vecteurs d’ondes moyens

des électrons et des trous, et n̂e,k = a+
k
a
k

et n̂h,k = b+
k
b
k

sont les opéra-
teurs nombres associés aux électrons et aux trous. Sur cette expression, nous
voyons que si un électron est présent dans un des états |k〉, alors n̂e,k = 1 et
la valeur du commutateur de Bose des excitons s’éloigne de 1.

Une approximation de la valeur moyenne de ce commutateur dans un
état à n excitons par unité de surface a été effectuée [43] :

〈[
Bk‖

, B+
k‖

]〉
≈ 1 −O(n.a2

2D) , (1.20)

où a2D est le rayon de Bohr des excitons. Cette relation permet d’estimer
l’ordre de grandeur de la densité à partir de laquelle l’exciton ne se comporte
plus comme un boson : nsat ∼ 1/a2

2D. Schmitt-Rink a développé un modèle
théorique basé sur la saturation de la force d’oscillateur donnant nsat =
0.117/πa2

2D [103], mais la valeur de ce préfacteur reste sujet à débats [20,
119].
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1.2.2 Couplage des excitons au champ électromagnétique

Nous décrivons à présent le couplage des excitons au champ électroma-
gnétique, en supposant que le puits quantique est inséré dans un diélectrique
homogène d’indice n.

Force d’oscillateur

En physique classique, on rend compte de l’interaction lumière matière
par une susceptibilité électrique reliant le champ électromagnétique et le
champ de polarisation. Dans le modèle de l’électron élastiquement lié, le
mouvement d’un électron est assimilé à celui d’un oscillateur harmonique
amorti résonnant à la fréquence ω0. Le mouvement d’un électron répond à
l’équation :

m0[̈r + 2γṙ + ω2
0r] = −eE , (1.21)

où E est le champ électrique local agissant sur l’oscillateur et m0 est la
masse de l’électron libre. Pour une onde monochromatique à la fréquence ω,
chaque électron crée un dipôle

d = −e r =
e2

m0

E

ω2
0 − ω2 − 2iγω

. (1.22)

La polarisation macroscopique P du matériau est trouvée en multipliant
le dipôle élémentaire d par le nombre d’oscillateurs par unité de volume,
noté f/V :

P = ǫ0χ(ω)E , (1.23)

χ(ω) =
f

V

e2

m0ǫ0

1

ω2
0 − ω2 − 2iγω

, (1.24)

soit, si ω0 ≫ γ et |ω − ω0| ≪ ω + ω0 :

χ(ω) =
f

V

e2

2m0ǫ0ω0

1

ω0 − ω − iγ
. (1.25)

En mécanique quantique, l’interaction entre les particules et le champ
donne lieu au hamiltonien d.E, où le dipôle d est quantifié et le champ E est
classique (approche dite semi-classique). Dans l’approximation des grandes
longueurs d’onde, la mécanique quantique confirme le modèle phénoménolo-
gique ci-dessus, et permet de préciser les valeurs des différents paramètres :
~ω0 est la différence d’énergie entre deux niveaux électroniques |i〉 et |f〉, γ
est l’élargissement de cette transition, et la force d’oscillateur f pour une
onde polarisée selon ǫ est donnée par [1, 19, 39] :

f =
2

m0~ω0
| 〈f |ǫ.

∑
pk|i〉 |2 =

2m0ω0

~
| 〈f |ǫ.

∑
rk|i〉 |2 , (1.26)
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Fig. 1.3 – Force d’oscillateur par unité de surface en fonction de l’épaisseur
pour un puits quantique de GaAs entouré par des barrières en AlxGa1−xAs.
L’exciton de trou lourd (resp. de trou léger) est noté HH1-CB1 (resp. LH1-
CB1) et la polarisation est supposée être dans le plan des couches. Figure
extraite de [3].

où rk et pk désignent la position et l’impulsion de l’électron k.

Pour un puits quantique, la force d’oscillateur est proportionnelle à la
surface du puits quantique excité par l’onde. La force d’oscillateur de l’ex-
citon 1s par unité de surface vaut [1] :

f

S
=

2

m0~ω0
|ǫ.pcv|2 |φ(0)|2 |

∫
dz χe(z)χh(z)|2 , (1.27)

où pcv = 〈uc|p|uv〉 est l’élément de matrice de Kane caractéristique du ma-
tériau, et les fonctions enveloppes φ, χe et χh ont été définies précédemment.
En vue d’obtenir des valeurs de f/S comparables aux résultats expérimen-
taux, Andreani [3] a réalisé une modélisation de l’exciton bien plus précise
que celle développée ci-dessus. Il a notamment pris en compte l’anisotropie
des masses effectives, la différence des masses effectives et des constantes
diélectriques dans le puits et dans la barrière, le couplage entre trous lourds
et trous légers, ainsi que le couplage coulombien entre les excitons apparte-
nant à différentes bandes. Les forces d’oscillateur résultant de ce calcul sont
reprises sur la figure 1.3.

Si l’on note EX(k‖) la dispersion en énergie de l’exciton du puits quan-
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tique, la constante diélectrique s’écrit :

ǫ(E, k‖) = n2
puits +

f

S Lpuits

~
2e2

2m0ǫ0EX(k‖)
1

EX(k‖) −E − iΓ
, (1.28)

où npuits est l’indice optique dû à toutes les autres transitions très éloignées
en énergie de celle qui nous intéresse et Γ est l’élargissement homogène non
radiatif.

La force d’oscillateur par unité de surface est directement proportionnelle
à la probabilité d’absorption d’un photon lors de la traversée du puits quan-
tique : si l’on note a(E) la probabilité d’absorption d’un photon d’énergie
E, on a : ∫

a(E)dE =
π~ e2

2npuitsm0ǫ0c

f

S
. (1.29)

La résonance excitonique est donc d’autant plus visible sur le spectre d’ab-
sorption que la force d’oscillateur par unité de surface est grande.

Excitons noirs, excitons brillants : les règles de sélection

D’après l’expression 1.27, le couplage de l’exciton au champ électroma-
gnétique est déterminé par l’élément de matrice “atomique” pcv d’une part,
et par l’intégrale de recouvrement entre l’électron et le trou

∫
χe(z)χh(z) dz

d’autre part. Chacun de ces deux termes impose ses propres règles de sélec-
tion. Ainsi, pour un puits quantique symétrique l’intégrale de recouvrement
est nulle lorsque χe et χh sont de parité opposée. Dans la limite de barrières
infinies, il est de plus nécessaire d’avoir χe = χh.

Les règles de sélection provenant de pcv sont dues au moment cinétique
±3/2 des trous et ±1/2 des électrons. Ainsi, l’exciton de trou lourd n’est pas
couplé à la composante de l’onde polarisée selon l’axe de croissance z du puits
quantique. Par ailleurs, il existe des excitons de trou lourd de moment ciné-
tique total J = 2 non couplés à l’onde électromagnétique (le photon ayant
un spin égal à 1). Pour cette raison, les excitons J = 2 sont appelés exci-
tons noirs. En ce qui concerne les trous légers, on a pcv(HH) =

√
3 pcv(LH)

pour une onde polarisée dans le plan. La différence dans les éléments de ma-
trice est d’ailleurs le terme dominant permettant d’expliquer la différence
de force d’oscillateur par unité de surface des excitons de trou lourd et de
trou léger : comme le montre la figure 1.3, le rapport des forces d’oscillateur
f(HH)/f(LH) est compris entre 2 et 3 pour toutes les épaisseurs de puits
quantiques considérées.

Dans un puits quantique parfaitement bidimensionnel, un exciton de
vecteur d’onde dans le plan k‖ se couple avec les photons ayant le même
vecteur d’onde dans le plan, mais avec toutes les valeurs possibles de kz.
L’état |k‖〉 de l’exciton est donc couplé à un continuum d’états photoniques.
Une différence fondamentale apparâıt selon que l’énergie EX(k‖) de l’exci-
ton est située en-dessous ou au-dessus de la ligne de lumière du matériau
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Fig. 1.4 – Relation de dispersion de l’exciton et lignes de lumière de l’air
et du GaAs. Les différentes zones de la relation de dispersion de l’exciton
sont (1) les excitons susceptibles d’émettre spontanément des photons dans
l’air, (2) les excitons susceptibles d’émettre spontanément des photons dans
le substrat de GaAs, et (3) les excitons non radiants.

Elum(k‖) = (~c/npuits)k‖. En effet, pour EX(k‖) > Elum(k‖), les modes du
champ électromagnétique sont propagatifs et l’exciton peut être radiatif. En
revanche, si EX(k‖) < Elum(k‖), les modes du champ électromagnétique
sont évanescents dans toutes les directions, et l’exciton est non radiant (le
seul effet du couplage à ces modes non radiants est une faible modification
de l’énergie des excitons [1, p.96]). Ces excitons sont appelés excitons non
radiants.

La Figure 1.4 compare la relation de dispersion EX(k‖) des excitons et
la ligne de lumière dans l’air et le GaAs. Les excitons non radiants sont
caractérisés par leur vecteur d’onde k‖ > krad, où

krad =
npuits

~c
EX(krad) ≈ npuits

~c
EX(0) . (1.30)

En effet, la différence Erad = EX(krad)−EX(0) = ~
2k2

rad/2mX est de l’ordre
de 0.2 meV, et donc négligeable devant EX(k‖).

Temps de vie radiatif

Le taux de déclin radiatif pour les excitons en k‖ = 0 est donné par la
règle d’or de Fermi. Le résultat est le suivant :

Γ0 =
e2

2npuitsm0ǫ0c

f

S
. (1.31)
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Pour un puits quantique de 200 Å (f/S = 30 × 10−5 Å−2), cette formule
donne un temps de vie radiatif de 1/Γ0 ≈ 22 ps pour les excitons en k‖ = 0.

Cependant, puisque seuls les états excitoniques Jz = ±1 d’énergie ciné-
tique inférieure à Erad ≈ 0.2 meV sont radiants, le temps de vie observé peut
être beaucoup plus long que 1/Γ0. Ainsi pour un gaz d’excitons thermalisé à
une température T ≫ Erad/kB = 2 K, la majeure partie de la population est
non radiante. En supposant que les 4 états de spin sont peuplés de manière
égale, le temps de déclin de la population totale est [1] :

τ(T ) =
3

2

kBT

Erad

1

Γ0
. (1.32)

Le temps de déclin est donc proportionnel à la température, ce qui peut être
relié au caractère bidimensionnel du puits quantique.

1.3 Photons en microcavité

Afin d’obtenir le régime de couplage fort, il est nécessaire d’augmenter
l’intensité du couplage entre l’exciton et le champ. Pour cela, nous devons
utiliser des cavités présentant à la fois un faible volume effectif de façon à
ce que le champ électrique créé par un seul photon soit plus intense, et un
grand temps de vie, afin de diminuer les pertes par couplage de la lumière
hors de la cavité. Les microcavités diélectriques présentent à cet égard de
nombreux avantages sur les microcavités à base de miroirs métalliques, tout
d’abord parce que l’on peut les fabriquer lors de la même étape d’épitaxie que
le puits quantique, mais également parce que les miroirs de Bragg utilisés
pour confiner la lumière ont des pertes par absorption négligeables et un
coefficient de réflectivité supérieur à 99.9%.

Beaucoup de propriétés de ces microcavités (résonance, finesse, disper-
sion angulaire, . . .) peuvent être comprises à partir de celles d’une cavité
Fabry-Pérot à miroirs métalliques. Dans un premier temps, nous rappelons
donc brièvement les caractéristiques d’une telle cavité (1.3.1).

À cause de la faible différence d’indices, le dioptre situé à l’interface de
deux semiconducteurs différents a un coefficient de réflectivité de l’ordre
de 1%. En utilisant les effets d’interférences constructives entre les ondes
réfléchies par plusieurs dioptres, il est possible d’obtenir des coefficients de
réflectivité proches de 100% en empilant de nombreuses couches de semicon-
ducteur les unes sur les autres. L’empilement qui en résulte est alors appelé
miroir de Bragg, et ses propriétés sont décrites au § 1.3.2. Une microcavité
peut également être construite en plaçant deux miroirs de Bragg autour d’un
espaceur. Les microcavités sont décrites au § 1.3.3 et le dernier paragraphe
est consacré aux facteurs d’élargissement du mode de la cavité.
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Fig. 1.5 – Schéma de principe d’un interféromètre de Fabry-Pérot à miroirs
métalliques.

1.3.1 Principe d’une cavité Fabry-Pérot

La Figure 1.5 présente le schéma de principe du résonateur Fabry-Pérot.
Nous considérons deux miroirs parallèles décrits par leur réflectivité (resp.
transmission) r1, r2 (resp. t1, t2). Ils entourent une cavité d’épaisseur Lcav,
d’indice ncav. Les grandeurs r1, r2, t1, t2 sont prises réelles et positives, et
comme ncav > nair, l’onde n’est pas déphasée lors d’une réflexion à l’intérieur
de la cavité et est déphasée de π lors d’une réflexion à l’extérieur.

Une onde progressive plane monochromatique est incidente sur la ca-
vité avec un angle α tel que nair sinα = ncav sin θ (θ est l’angle de l’onde
avec la normale à l’intérieur de la cavité). Pour simplifier, nous supposons
que l’onde a une polarisation transverse électrique (TE), c’est-à-dire que le
champ électrique est perpendiculaire au plan de la feuille sur la figure 1.5.
Après un aller simple à l’intérieur de la cavité, l’onde a accumulé un dé-
phasage φ = 2π · (ncavLcav cos θ)/λ. L’onde transmise s’écrit alors comme
une somme de toutes les ondes réfléchies et transmises par les miroirs. En
notation complexe, si l’on note Ei le champ électrique de l’onde incidente et
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Fig. 1.6 – Coefficient de réflectivité d’une cavité Fabry-Pérot en fonction
du déphasage total lors d’un aller-retour (loi d’Airy). L’un des miroirs a
un coefficient de réflectivité en énergie R1 = 90% et l’on a considéré deux
coefficients de réflectivité pour le second miroir : R2 = 50% (ligne tiretée)
et R2 = 90% (ligne continue).

Et celui de l’onde transmise, nous avons :

Et = Ei.t1.e
iφ.t2 + Ei.t1.e

iφ.

1 aller-retour︷ ︸︸ ︷(
r2e

iφr1e
iφ

)
.t2 + . . .

+Ei.t1.e
iφ.

(
r2e

iφr1e
iφ

)n
.t2 + . . . (1.33)

=⇒ Et = Ei.t1.t2.e
iφ ·

(
1

1 − r1r2e2iφ

)
. (1.34)

En notant φtot = 2φ le déphasage lors d’un aller-retour, le coefficient de
transmission de l’interféromètre suit une loi d’Airy :

T =

∣∣∣∣
Et

Ei

∣∣∣∣
2

=
(t1t2)2

1 + (r1r2)2 − 2r1r2 cos(φtot)
, (1.35)

φtot = 2φ = 2
E

~c
ncavLcav cos θ . (1.36)

Comme nous n’avons pas introduit de pertes dans le système (absorption
des miroirs ou de la cavité, diffusion sur les interfaces, . . .), le coefficient de
réflectivité R de la cavité se déduit de T à partir de la formule R + T = 1.
La Figure 1.6 représente R en fonction de φtot pour R1 = (r1)2 = 0.9 et
deux valeurs de R2. À partir de la formule 1.35 et de la figure 1.6, on peut
montrer les caractéristiques suivantes de la cavité Fabry-Pérot :
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� Le coefficient de réflectivité décrôıt jusqu’à une valeur Rmin proche de 0
pour des valeurs périodiques de φtot : φtot = p × 2π. Chaque valeur
entière de p définit donc un mode particulier du Fabry-Pérot. En inci-
dence normale, les modes sont donnés par ncavLcav = p λ/2. En parti-
culier, une cavité vérifiant ncavLcav = λres/2 pour une longueur d’onde
fixée λres est appelée “cavité λ/2” à la longueur d’onde λres. C’est la
plus petite cavité que l’on puisse construire et qui soit résonnante à
cette longueur d’onde.

� De manière plus générale, si l’on tient compte d’un déphasage lors de la
réflexion sur les miroirs (r1 → r1e

iφ1(E), r2 → r2e
iφ2(E)), les modes

sont définis par :

φtot(E) = 2φ(E) + φ1(E) + φ2(E) = p× 2π. (1.37)

Cette équation nous sera utile par la suite dans le cas des miroirs de
Bragg, pour lesquels la phase à la réflexion φ1(E) n’est pas constante.

� La réflectivité est maximale entre les modes (φtot = π) et minimale au
creux des modes. Nous avons :

Rmin =

[
r1 − r2
1 − r1r2

]2

et Rmax =

[
r1 + r2
1 + r1r2

]2

. (1.38)

Les modes sont donc plus contrastés (Rmin = 0) lorsque les miroirs sont
identiques : r1 = r2. Par ailleurs, des miroirs fortement réfléchissants
(r1, r2 ≈ 1) sont nécessaires si l’on veut éviter que le champ ne pénètre
dans la cavité à une énergie autre que celle des modes.

� En incidence normale, l’intervalle spectral libre ∆E (écart entre deux
modes) et la largeur de raie à mi-hauteur δE sont donnés respective-
ment par :

∆φtot = 2π =⇒ ∆E =
π~c

ncavLcav
(1.39)

δφtot = 2
1 − r1r2√
r1r2

=⇒ δE =
~c

ncavLcav
· 1 − r1r2√

r1r2
, (1.40)

en supposant que les pertes lors d’un aller-retour à l’intérieur de la
cavité sont faibles (r1r2 = 1 − ǫ).

À partir de ces deux grandeurs, on peut définir deux facteurs numériques,
appelés respectivement la finesse de la cavité et le facteur de qualité du mode
considéré :

F =
∆E

δE
=

∆φtot

δφtot
=

π
√
r1r2

1 − r1r2
, (1.41)

Q =
E

δE
=

φtot

δφtot
= p×F =

p π
√
r1r2

1 − r1r2
. (1.42)
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Leur signification physique est liée au temps d’échappement de l’énergie hors
de la cavité, plus simplement appelé temps de vie de la cavité, par τcav =
~Q/E. La finesse de la cavité correspond au nombre de fois qu’un photon
peut être réfléchi par les miroirs avant de sortir de la cavité. Il est uniquement
lié aux caractéristiques des miroirs. Le facteur de qualité est également lié
aux caractéristiques des miroirs mais il est de plus proportionnel à la taille
du mode de la cavité, par l’intermédiaire du nombre p. Pour un jeu de miroirs
donné, permettant au photon de faire F aller-retour, celui-ci restera dans
le mode de la cavité durant un temps caractéristique correspondant à Q/2π
périodes optiques.

Considérons maintenant la relation de dispersion des modes de la cavité.
Pour une onde incidente avec le vecteur d’onde kair = (k‖, k

air
z ), le vecteur

d’onde dans la cavité s’écrit kcav = (k‖, k
cav
z ) (k‖ est conservé à cause de

l’invariance du système par translation plane). Par ailleurs, kcav = ncavkair =
ncavE/~c. Le mode p vérifie donc :

φtot = p× 2π , (1.43)

2.kcav
z .Lcav = p× 2π , (1.44)

Lcav ·

√(
ncavE

~c

)2

− k2
‖ = pπ , (1.45)

⇒ E(k‖) =

√

E2
p +

(
~c

ncav
k‖

)2

, (1.46)

≈ Ep +
~

2k2
‖

2mph
, (1.47)

où Ep est l’énergie du mode p en incidence normale, et mph = n2
cavEp/c

2

est la masse effective du photon en cavité, qui est correctement définie tant
que la relation de dispersion est parabolique. En pratique, si l’énergie Ep =
E(k‖ = 0) est proche d’une résonance excitonique, la relation de dispersion
du mode p dévie de cette parabole de moins de 5% tant que k‖ < krad, où
krad = ncavEX/~c a été défini au § 1.2.2 comme le vecteur d’onde à partir
duquel l’exciton n’est plus radiatif.

1.3.2 Miroirs de Bragg

Un miroir de Bragg est un cristal photonique unidimensionnel, c’est-à-
dire un empilement périodique de couches diélectriques d’indice nL et nH

comme représenté sur la Figure 1.7. Dans notre cas, les deux diélectriques
sont des semiconducteurs que l’on utilise à une énergie inférieure au gap.
Les épaisseurs des couches LL et LH sont choisies pour que les épaisseurs
optiques soient égales à λ/4 : nLLL = nHLH = λBragg/4 à une longueur
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Fig. 1.7 – Représentation schématique d’un miroir de Bragg comportant 7
paires, et indice optique correspondant.

d’onde λBragg déterminée. Pour une onde incidente sur la structure à la
longueur d’onde λBragg, les ondes réfléchies par chacun des dioptres sont en

phase les unes avec les autres. À l’inverse, les ondes transmises interfèrent
destructivement, et la structure se comporte globalement comme un miroir.

Les résultats numériques que nous reportons ici sont obtenus à l’aide
d’une méthode de matrices de transfert. Une présentation détaillée de cette
méthode peut être trouvée dans de nombreux ouvrages [133, 73, 12, 101] et
ne sera pas reprise ici. Mentionnons simplement que l’essence de la méthode
des matrices de transfert est de réécrire la loi de Fresnel de la réfraction sous
une forme matricielle, reliant les champs [E+, E−]z2

en un point particulier
de l’axe z à leur valeur en un point z1 < z2 (E+ et E− sont les composantes
propagatives de E : E = E+ e−ikzz +E− e+ikzz). La matrice Mz2←z1

qui fait
passer de l’interface z1 à l’interface z2,

[
E+

E−

]

z2

= Mz2←z1

[
E+

E−

]

z1

, (1.48)

présente la propriété de pouvoir être multipliée :Mz2←z0
= Mz2←z1

×Mz1←z0
.

En combinant un certain nombre de matrices élémentaires, on peut alors
calculer la matrice de transfert d’un empilement de diélectriques.

La Figure 1.8 présente la réflectivité du miroir de Bragg en fonction du
nombre de périodes Npaires de l’empilement (chaque période contenant une
couche de type 1 et une couche de type 2). Nous avons considéré nL =
nAlAs = 2.96 et nH = nGaAs = 3.54, la longueur d’onde λBragg étant choisie
pour correspondre à une énergie EBragg = 1.53 eV. Le miroir de Bragg est
au contact de l’air (nair = 1) du côté de l’onde incidente, et du GaAs du
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côté du substrat (nsub = nGaAs). Dans le cas où l’onde incidente provient du
substrat, ou du milieu intracavité, il est nécessaire d’intervertir nair et nsub

dans les expressions que nous donnons.

Lorsque l’on augmente le nombre de paires, nous voyons sur la Figure 1.8
qu’une bande interdite se développe de part et d’autre de EBragg : le coef-
ficient de réflectivité de la structure tend exponentiellement vers 1 sur une
plage d’énergie de largeur ∆E. Plus précisément, on peut montrer que si
nL < nH , (nH − nL) ≪ (nH + nL) et 1 ≪ Npaires, on a

R(EBragg) ≈ 1−4
nsub

nair

(
nL

nH

)2Npaires

et
∆E

EBragg
≈ 4(nH − nL)

π(nH + nL)
. (1.49)

Nous comprenons alors tout l’intérêt qu’il y a à choisir des matériaux ayant
un fort contraste d’indice, c’est-à-dire nH aussi différent de nL que possible.
En effet, pour un nombre de paires fixé, le comportement du miroir de Bragg
s’approche de celui d’un miroir parfait (R = 1 sur une plage ∆E maximale)
lorsque nH ≫ nL. Cependant, à la différence d’un miroir métallique, la
lumière réfléchie par le miroir de Bragg subit un déphasage dépendant de
l’énergie :

φref(E) =
nairLBragg

~c
(E − EBragg) , où (1.50)

LBragg =
p0

2

λBragg

nair
et p0 =

nL

nH − nL
= 5.1 . (1.51)

Rappelons que l’indice nair, arbitraire dans cette formule, est celui du mi-
lieu de l’onde incidente, et doit être remplacé par ncav dans le cas d’une
onde provenant de l’intérieur d’une cavité. En comparant cette expression
avec celle obtenue pour le déphasage lors d’un aller simple au travers d’une
cavité Fabry-Pérot : φ(E) = ncavLcavE/~c, nous voyons que le déphasage
obtenu lors d’une réflexion correspond à une propagation du champ sur une
épaisseur totale LBragg à l’intérieur du miroir. Avec cette définition, LBragg

correspond à un aller-retour à l’intérieur du miroir, de sorte que le champ
pénètre dans le miroir de Bragg jusqu’à LBragg/2 = (p0/4)(λ/n) ≈ 1.26λ/n.

1.3.3 Microcavités à miroirs interférentiels

Venons en maintenant aux microcavités constituées par deux miroirs de
Bragg entourant une couche d’épaisseur Lcav (cf. Figure 1.9(a)). Puisque
les miroirs de Bragg sont réfléchissants à la longueur d’onde λBragg, nous
pouvons former une cavité à partir du moment où ncavLcav = pλBragg/2 (p
entier). Sur la figure 1.9(b), nous traçons le coefficient de réflectivité de trois
microcavités λ de GaAs (n = 3.54) en incidence normale, les épaisseurs étant
calculées pour EBragg = 1530 meV. On remarque que la largeur de raie dimi-
nue lorsque le nombre de paires augmente. Comme pour un interféromètre
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Fig. 1.8 – (a) Spectre de réflectivité calculé en incidence normale d’un miroir
de Bragg pour trois nombres de paires différents : Npaires = 1, 10, 30. La
figure du bas (b) -montre l’évolution des spectres de réflectivité en fonction
du nombre de paires. Le coefficient de réflectivité est montré par une échelle
de gris sur la droite de la figure. Les flèches indiquent les trois cas représentés
sur la partie (a).
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Fig. 1.10 – Mode longitudinal d’une microcavité λ. La courbe (a) repré-
sente l’indice optique le long de l’axe de croissance, et la courbe (b) est
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de Fabry-Pérot, la cavité devient de plus en plus sélective spectralement et
angulairement lorsque la réflectivité des miroirs tend vers 1.

La Figure 1.10 montre le profil du mode lorsque la microcavité est éclairée
en incidence normale par une onde d’amplitude 1 et à la longueur d’onde de
résonance. La densité d’énergie du champ électromagnétique est augmentée
d’un facteur 2000 à l’intérieur de la cavité par rapport à sa valeur à l’ex-
térieur. Pour une cavité λ telle que celle-ci, le mode présente trois ventres
principaux : l’un au milieu de la cavité et deux sur les bords. Par ailleurs,
le champ décrôıt exponentiellement à l’intérieur des miroirs, en marquant
des maxima à chaque période du miroir de Bragg. Cette décroissance expo-
nentielle permet de comprendre l’origine de la longueur LBragg intervenant
dans l’équation 1.50 : la lumière n’est pas complètement réfléchie à l’inter-
face cavité/miroir de Bragg. Au lieu de cela, une onde exponentiellement
décroissante pénètre dans le miroir sur une distance LBragg/2 nécessaire à
l’établissement des interférences destructives.

Jusque là, seule la réflectivité en incidence normale (k‖ = 0) a été présen-
tée. Pour des vecteur d’ondes k‖ non nuls mais faibles devant EC(k‖ = 0)/~c,
où EC(k‖) désigne l’énergie de résonance de la cavité, le mode de la cavité
est séparable vis à vis de z et de la coordonnée dans le plan des couches
r : E(r, z, t) = E0ϕ(z)ei[k‖.r−ωt]. La dispersion du mode de la cavité est la
même que celle d’une cavité Fabry-Pérot :

EC(k‖) =

√

EC(k‖ = 0)2 +

(
~c

neff
k‖

)2

, où (1.52)

(neff)2 =

∫
ε(z)ϕ(z)2 . (1.53)

ε(z) est la constante diélectrique variable de la structure, et sa valeur moyenne
pondérée par la forme du mode donne l’indice effectif neff de la structure.
Pour les faibles valeurs de k‖, le mode longitudinal ϕ(z) est indépendant de
k‖ et on choisit la fonction ϕ normalisée par

∫
ϕ(z)2 = 1.

1.3.4 Largeur de raie du mode de cavité

Puisque nous connaissons le coefficient de réflectivité en énergie R ≈ 1
des miroirs de Bragg, supposés identiques, nous pouvons traiter la microca-
vité comme un Fabry-Pérot et en déduire la largeur à mi-hauteur du mode
optique. Pour cela, rappelons que la largeur du mode est définie à partir de
la fonction d’Airy :

T (φtot) =
(1 −R)2

1 +R2 − 2R cos(φtot)
, (1.54)

par δφtot ≈ 2 (1 −R). Cependant, à l’expression du déphasage sur un aller-
retour dans la cavité,

φcav = 2
E

~c
ncavLcav , (1.55)
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il faut ajouter le déphasage du à la propagation dans chacun des deux mi-
roirs. Nous avons donc :

φtot = 2
E

~c
ncavLcav + 2

E − EBragg

~c
ncavLBragg . (1.56)

La figure 1.11 montre une méthode graphique permettant d’obtenir la lar-
geur à mi-hauteur du mode de la cavité :

δE = (1 −R) · ~c

ncav(Lcav + LBragg)
. (1.57)

À réflectivité égale, le mode de la cavité diélectrique est donc spectralement
plus fin que celui d’un Fabry-Pérot constitué de miroirs métalliques. Nous
voyons sur l’expression 1.57 que la taille de la cavité est augmentée à cause de
la propagation dans les miroirs. Ainsi, l’augmentation du facteur de qualité
se paie au prix d’une augmentation de la taille effective du mode, qui passe
de ncavLcav = λ à ncav(Lcav + LBragg) = 3.5λ.

En présence d’une absorption résiduelle dans le milieu intracavité, le
coefficient R de l’expression 1.57 doit être remplacé par Re−αL, où α est le
coefficient d’absorption par unité de longueur et L = Lcav + LBragg est la
taille effective du mode de la cavité. En supposant les pertes faibles (R = 1−ε
et e−αL = 1 − αL), on obtient δE = (ε + αL)~c/ncavL. La limitation de la
largeur de raie imposée par l’absorption résiduelle est donc δE = ~cα/ncav.
Pour le GaAs non dopé (α ∼ 1 cm−1 à basse température et en dessous du
gap), ceci correspond à δE = 5.5 µeV, soit un temps de vie de cavité maximal
τcav = (ncav/c).(1/α) de 120 ps. Notons qu’une expression identique de τcav
est obtenue si l’on suppose que les photons se propagent en ligne droite à la
vitesse c/n sur une longueur 1/α avant de disparâıtre.

Enfin, les fluctuations de taille de la cavité sont également un facteur
d’élargissement spectral. Sur la figure 1.12, nous reportons les calculs du
coefficient de réflectivité faits respectivement sur une cavité λ idéale et sur
un ensemble statistique de 1000 cavités. La taille des cavités de cet ensemble
statistique suit une loi gaussienne, centrée sur la valeur de la cavité idéale
et dont l’écart-type est de 0.2 monocouches atomiques. Le calcul réalisé sur
un ensemble statistique permet de rendre compte d’une cavité réelle présen-
tant des fluctuation d’épaisseur Lcav = Lcav(x, y). Cependant, puisque nous
avons simplement moyenné les coefficients de réflectivité de toutes les cavités
de l’ensemble statistique, ce modèle n’est réaliste que lorsque la longueur de
corrélation de la fonction Lcav(x, y) est grande devant la longueur d’onde.
Sous cette condition, la cavité présentant des fluctuations d’épaisseur peut
être découpée en un ensemble de cavités microscopiques indépendantes. À
l’inverse, si Lcav(x, y) varie plus rapidement que la longueur d’onde, l’onde
lumineuse verra une épaisseur moyenne. À partir de mesures de réflecti-
vité résolues à l’échelle microscopique [76], il a été montré que la réalité est
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Fig. 1.11 – Méthode graphique permettant d’expliquer la différence entre
miroirs métalliques et miroirs diélectriques. Les coefficients de réflectivité
utilisés pour les deux miroirs correspondent à des miroirs de Bragg de 16 et
20.5 paires respectivement (équation 1.49). La fonction d’Airy (1.35) pour
ce jeu de miroirs est tracée en (a). En (b) et (c) est représenté le cas où les
miroirs sont métalliques : la phase à la réflexion est indépendante de l’énergie.
En (d) et (e), le déphasage dû à la pénétration du champ dans les miroirs
de Bragg est pris en compte. Le résultat de la simulation complète par les
matrices de transfert (courbe pointillée de (e)) est difficilement distinguable.
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Fig. 1.12 – Coefficient de réflectivité pour une microcavité nominale Lcav =
λ/ncav et coefficient de réflectivité moyenné sur un ensemble statistique de
1000 cavités Lcav = λ/ncav ± 0.2 monocouches.

intermédiaire entre ces deux situation : des fluctuations brusques de l’épais-
seur sont observées, mais l’amplitude de ces fluctuations est inférieure à une
monocouche.

Expérimentalement, un record de finesse a été établi par Stanley et
ses collaborateurs [115] qui sont parvenus à mesurer une largeur de raie de
120 µeV sur une microcavité λ plane, correspondant à un facteur de qualité
de 11000. Des largeurs de raie similaires (190 µeV) ont été démontrées pour
une microcavité contenant un puits quantique en régime de couplage fort
[54, 13]. Le facteur de qualité observé est cependant plus de deux fois plus
faible que le facteur de qualité attendu théoriquement : Q = 23000. En exa-
minant les sources possibles d’élargissement, Stanley montre que la largeur
de raie expérimentale est limitée par l’effet conjoint des fluctuations d’épais-
seur à grande échelle et de la diffraction. En effet, pour avoir une épaisseur
constante de la cavité, on serait tenté de limiter la taille latérale d du spot de
mesure. À cause de la diffraction, ceci nécessite d’explorer des angles com-
pris entre 0 et θ ≈ 1.22λ/d, soit quelques degrés. Sur cette plage angulaire,
la cavité est résonnante à différentes longueurs d’onde, résultant en un élar-
gissement du mode lors de la mesure. En gravant la microcavité plane, la
relation de dispersion est discrétisée et le problème disparâıt. Sanvitto et
ses collaborateurs ont ainsi démontré un facteur de qualité Q = 30000 (soit
une largeur de raie de 43 µeV) [96] sur des micropiliers de 5 à 10 µm. Ce
facteur de qualité est le même que celui prévu théoriquement pour la mi-
crocavité plane qui a été gravée. Là aussi, des largeurs de raies comparables
(70 µeV) ont été obtenues très récemment sur des cavités gravées pour des
modes 0D en régime de couplage fort avec l’exciton d’un puits quantique
[21].
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cav due à toutes les autres
résonances du système.

1.4 Couplage fort exciton-photon : les polaritons

de microcavité

Après avoir présenté les états excitoniques du puits quantique (§ 1.2)
ainsi que les modes confinés de la microcavité (§ 1.3), nous décrivons dans
cette partie le régime de couplage fort entre excitons et photons.

Il existe plusieurs modèles équivalents permettant de décrire le régime
de couplage fort. Il a en particulier été montré [99, 1, 101, 135, 46] que le
régime de couplage fort dans les microcavités pouvait être traité de manière
semiclassique, c’est-à-dire en calculant la constante diélectrique du puits
quantique à l’aide de la mécanique quantique et en injectant le résultat dans
le calcul des modes de la microcavité. Avant d’aborder un calcul entièrement
quantique, nous esquissons ce calcul semiclassique, en ne considérant dans
un premier temps que le déphasage induit par la partie réelle de la constante
diélectrique du puits quantique, et en supposant que la transition excitonique
est résonnante avec le mode de la cavité (δ = 0). L’expression de la constante
diélectrique ǫ = ǫ1 + iǫ2 en fonction de la force d’oscillateur est donnée par
l’équation 1.28 p.29, et nous avons tracé ǫ1 et ǫ2 sur la Figure 1.13.

À cause des fortes variations de ǫ1 au voisinage de la résonance, l’épais-
seur optique

√
ǫ1Lpuits du puits quantique varie fortement avec l’énergie de

l’onde incidente. La Figure 1.14(b) montre le déphasage φtot lors d’un aller-
retour dans la cavité dans deux situations différentes. Dans le cas d’une
cavité “vide”, φtot varie linéairement et nous trouvons un mode unique, qui
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Fig. 1.14 – (a) Fonction d’Airy T (φtot). (b) Déphasage φtot(E) lors d’un
aller-retour dans la cavité, soit lorsque la cavité est vide (courbe pointillée),
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Courbes de transmission correspondantes T (E) = T ◦φtot(E). La courbe en
traits fins est la simulation complète à l’aide des matrices de transfert.
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a été étudié au § 1.3. Dans le cas où la force d’oscillateur du puits quantique
est importante, l’épaisseur optique de la cavité est suffisamment modifiée
au voisinage de la résonance pour que trois maxima apparaissent dans la
transmission du système total {cavité + puits}. Les énergies de résonance
sont repérées par des points sur la Figure 1.14(b).

En ne prenant en compte que le déphasage induit par le puits quan-
tique, la présentation ci-dessus explique pourquoi plusieurs résonances sont
observées en présence d’un pic d’absorption. Elle souffre cependant de sa
trop grande simplicité. En particulier, l’absorption est maximale à l’énergie
du pic central de la cavité. Le deuxième maximum de la figure 1.14(c) est
donc un artefact et n’existe que si l’on néglige l’absorption. Un autre effet
de l’absorption est de diminuer l’intensité des deux pics restants.

Enfin, le déphasage induit par la traversée du puits quantique est indé-
pendant de la position de ce puits quantique, notamment parce que nous
avons négligé la réflexion de l’onde lumineuse à l’interface du puits quan-
tique. Pour calculer de manière complète les spectres de transmission, il
suffit d’insérer dans la méthode des matrices de transfert la constante di-
électrique complexe de la résonance excitonique (courbe en trait fin de la
figure 1.14(c)). L’écart en énergie Ω entre les deux raies devient dépendant
de la position zpuits du puits quantique : Ω ∝

√
|E(zpuits)|2. Dans le cas

particulier où le puits quantique est placé au centre de la cavité, il en résulte
une augmentation de Ω d’un facteur

√
2 par rapport au modèle simple décrit

ci-dessus [99].

1.4.1 Description quantique du couplage exciton-photon

Un modèle semiclassique permet donc de comprendre pourquoi un ma-
tériau présentant un pic d’absorption modifie les résonances de la cavité.
Cependant, ce modèle est essentiellement phénoménologique : les processus
quantiques élémentaires du couplage lumière matière ont été “cachés” dans
la constante diélectrique utilisée pour le puits quantique. Si l’on veut avoir
une compréhension microscopique des mécanismes de relaxation, ou encore
des mécanismes à l’origine des non-linéarités optiques du système, une des-
cription en termes de quasi-particules est nécessaire. Pour cela, nous nous
plaçons dans le formalisme de la seconde quantification où a+

k‖
et B+

k‖
repré-

sentent les opérateurs de création d’un exciton et d’un photon de vecteur
d’onde k‖. En ne retenant qu’un seul mode longitudinal de la cavité et qu’une
seule branche d’exciton, le hamiltonien décrivant le système non couplé est :

Hn.c. =
∑

k‖

EX(k‖)B
+
k‖
Bk‖

+
∑

k‖

EC(k‖)a
+
k‖
ak‖

, (1.58)
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où les relations de dispersion des modes d’exciton et de photon sont :

EX(k‖) = E0
X +

~
2k2

2mX
et EC(k‖) =

√
(
E0

C

)2
+

(
~c

ncav
k‖

)2

. (1.59)

Le désaccord exciton-photon en k‖ = 0 est un paramètre important du
système et est noté δ = E0

C − E0
X .

En seconde quantification, le hamiltonien de couplage entre un électron
et le champ est donné dans la jauge de Coulomb par :

Hcouplage = −e
~A · ~p
m0

+
e2 ~A2

2m0
, (1.60)

où ~p et ~A sont des opérateurs représentant respectivement l’impulsion de
l’électron et le potentiel vecteur. En négligeant les termes non résonnants de
type ak‖

Bk‖
provenant du hamiltonien en “ ~A · ~p ” ainsi que tous les termes,

de type ak‖
ak‖

, a+
k‖
ak‖

, etc. . . provenant du hamiltonien en ~A2, le couplage

entre exciton et photon donne lieu au hamiltonien

Hcouplage =
∑

k‖

V a+
k‖
Bk‖

+ h.c. . (1.61)

Dans le cas d’un puits quantique d’épaisseur faible devant la longueur d’onde
et placé à un ventre du mode de la cavité, V est indépendant de k‖ au premier
ordre et s’écrit [101, 100, 99, 98] :

V ≈

√
E0

X~Γ0

2π

λ

ncavLeff
∝

√
f/S

Leff
, (1.62)

où Γ0 est le taux radiatif des excitons en k‖ = 0 et en l’absence de la cavité
(1.31) et Leff = Lcav +LBragg est la longueur effective du mode de la cavité.

Il est alors possible de réécrire le hamiltonien H = Hn.c. +Hcouplage sous
la forme d’un hamiltonien décrivant un système de 2 quasiparticules libres.
Pour cela, nous introduisons les opérateurs de création suivants :

p+
1 = α1a

+ + β1B
+ , (1.63)

p+
2 = α2a

+ + β2B
+ , (1.64)

où il est sous-entendu que α, β et p+ dépendent de k‖. Les particules créées

par les opérateurs p+
1 et p+

2 sont des particules mixtes, superposition linéaire
d’un exciton et d’un photon. Ces deux particules sont appelées les polaritons.

Les coefficients αj et βj , j = 1, 2 sont trouvés en imposant que le hamil-
tonien H soit diagonal vis à vis des opérateurs p+

j , ce que l’on peut écrire

[H, p+
j ] = Ejp

+
j , où Ej est l’énergie de la quasiparticule j [98]. Ce problème
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s’avère être séparable en k‖ et équivalent, pour chaque k‖, à la diagonalisa-
tion de la matrice symétrique

Hk‖
=

(
EC(k‖) V

V EX(k‖)

)
. (1.65)

Les deux valeurs propres de Hk‖
sont les énergies

E1 =
EX +EC

2
− ∆

2
et E2 =

EX +EC

2
+

∆

2
, (1.66)

où la dépendance en k‖ est sous entendue et où l’on a introduit la quantité

∆ =
√

4V 2 + δ(k)2, δ(k‖) = EC(k‖) −EX(k‖). Les vecteurs propres de Hk‖

ont pour coordonnées (αj , βj), avec :

α1 =

√
∆ + δ(k‖)

2∆
α2 = −β1 , (1.67)

β1 = −
√

∆ − δ(k‖)

2∆
β2 = α1 . (1.68)

Le hamiltonien du système s’écrit alors H =
∑

k E1p
+
1 p1 + E2p

+
2 p2. Les

polaritons créés par p+
1 sont les polaritons de basse énergie et ceux créés

par p+
2 sont les polaritons de haute énergie. Les coefficients αj (j = 1, 2)

sont les composantes photoniques des deux polaritons et les βj sont leurs
composantes excitoniques. Les coefficients (αj , βj) sont également appelés
coefficients de Hopfield en hommage au physicien qui les a introduits dans
le cadre des polaritons du matériau massif [47]. Nous appelons enfin poids

photon (resp. poids exciton) la quantité α2
j (resp. β2

j ). À la résonance (δ(k) =
0) les poids excitoniques et photoniques des deux branches sont égaux à 1/2
et les polaritons basse et haute énergie sont moitié-exciton et moitié-photon.
Les polaritons sont alors séparés par une énergie Ω = ∆min = 2V appelée
dédoublement de Rabi du système.

La Figure 1.15 présente les relations de dispersions des états de polari-
tons pour différents désaccords δ ≡ δ(0). Pour chaque désaccord, nous avons
également tracé la dispersion des modes d’exciton et de photon non couplés.
En désaccord négatif ou nul, le couplage fort se caractérise par un anticroi-
sement des relations de dispersion. Nous avons par ailleurs tracé en insert le
poids exciton et le poids photon de la branche basse de polariton en fonction
de k‖.

Nous voyons par exemple en désaccord négatif [Figure 1.15(c)] que la
dispersion des polaritons est fortement modifiée par rapport à celle de l’ex-
citon. En centre de zone, elle s’approche de la parabole décrivant les états
de photons de petit vecteur d’onde. Pour les grands k‖, au contraire, elle
rejoint la parabole décrivant les états excitoniques (bien que la dispersion de
l’exciton soit parabolique, ceci n’est pas apparent à l’échelle de la figure1.15,
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Fig. 1.15 – Relation de dispersion de l’exciton et du mode de la cavité
(lignes tiretées) ainsi que des deux branches de polariton (lignes continues).
Le dédoublement de Rabi est Ω = 4.3 meV et les désaccords sont (a) δ =
+4.5 meV, (b) δ = 0 et (c) δ = −4.5 meV. L’insert de chaque figure montre
le poids exciton et le poids photon de la branche de polaritons basse énergie.
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qui ne couvre que 0.1% de la zone de Brillouin). Ainsi, le polariton de basse
énergie est de type “photon” (α1 ∼ 1) en k‖ = 0, et change de nature pour
devenir exciton aux grands vecteurs d’onde dans le plan. La différence entre
la relation de dispersion des polaritons et celle des excitons signifie d’autre
part que la densité en énergie d’états varie fortement le long de la relation
de dispersion. En centre de zone, elle est ainsi entre trois et quatre ordres
de grandeur plus faible que dans la région des grands vecteurs d’onde.

La description des polaritons par l’intermédiaire de la seconde quantifica-
tion est particulièrement adaptée à la modélisation de la relaxation. En effet,
les processus de relaxation par phonon acoustique, par collisions polaritons-
polaritons ou par collisions polaritons-électrons concernent la composante
excitonique βj du polariton et varient donc fortement le long de la relation
de dispersion. D’autre part, ces processus dépendent de la densité d’état
final qui, elle aussi, varie fortement avec k‖. Ces propriétés particulières aux
polaritons vont jouer un rôle essentiel dans leur relaxation comme nous le
verrons au chapitre 2.

1.4.2 Transition couplage fort - couplage faible

Dans le hamiltonien que nous avons considéré ci-dessus, seul le couplage
des excitons avec les photons du mode de la microcavité est pris en compte,
et l’on a négligé le couplage avec des continuums, comme par exemple le
couplage du champ à l’intérieur de la cavité avec le continuum de modes à
l’extérieur de la cavité. En conséquence, pour chaque valeur de k‖ nous avons
un couplage un pour un des états d’énergie – un état d’exciton couplé avec
un état de photon – les états propres du système sont des états mixtes, et
le système est toujours en régime de couplage fort. Si l’on veut comprendre
la transition vers le régime de couplage faible, il est nécessaire d’introduire
de la dissipation dans notre modèle.

Pour cela, nous utilisons l’analogie introduite au début de ce chapitre
entre le couplage exciton-photon d’une part et le couplage entre deux pen-
dules d’autre part. Dans cette analogie, le premier pendule représente l’ex-
citon et a une fréquence propre EX/~, le deuxième pendule a une fréquence
EC/~ et le fil de torsion qui relie les deux pendules fait osciller l’énergie
de l’un à l’autre avec une fréquence Ω/~. Nous modélisons la dissipation en
introduisant un amortissement exponentiel avec un temps caractéristique τC
pour le deuxième pendule. Si les pendules sont fortement découplés de leur
environnement (1/τC ≪ Ω/~), les modes propres du système sont toujours
des modes mixtes et le système est en régime de couplage fort. À l’inverse, le
régime de couplage faible correspond au cas où la dissipation est plus rapide
que le couplage entre les deux systèmes (1/τC ≫ Ω/~). Chacun des deux
pendules peut alors être excité indépendamment de l’autre et la dynamique
de chacun des pendules correspond à une oscillation amortie. La principale
conséquence du couplage avec la cavité en régime de couplage faible est de
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donner une durée de vie finie à l’exciton : l’exciton émet un photon dans la
cavité et ce dernier disparâıt avant d’avoir eu le temps d’être réabsorbé par
le puits quantique.

Savona a modélisé le couplage du mode de la cavité avec les modes exté-
rieurs qui donne une largeur de raie γc (approximation du quasimode [101])
ainsi que l’élargissement homogène de l’exciton (largeur de raie γe). Il montre
que l’on n’a pas moins de 5 expressions différentes pour l’écart entre les deux
raies [99], selon que l’on considère les spectres d’absorption, de transmission,
de réflectivité, de photoluminescence, ou encore la self énergie des polaritons.
Il n’est donc pas aisé de définir précisément une frontière entre le régime de
couplage fort et celui de couplage faible. Ainsi, on pourrait définir le régime
de couplage fort par la présence d’oscillations de Rabi (les oscillations de
Rabi correspondent à une oscillation – amortie – de la probabilité Pexc(t)
d’être dans l’état d’exciton à un instant t en partant de Pexc(0) = 1). Cepen-
dant, ce critère retient comme couplage fort des situations où les oscillations
sont très fortement amorties, dans le cas où Ω ≪ γe = γc [99], et qui sont ex-
périmentalement indistinguables du régime de couplage faible (décroissance
exponentielle de Pexc(t)). Le critère habituellement retenu pour être en ré-
gime de couplage fort est que le dédoublement de Rabi soit plus grand que
la largeur des raies à résonance : Ω > (γc + γe)/2.

Pour une microcavité donnée, la largeur de raie γc et la longueur effective
du mode Leff intervenant dans l’expression de Ω sont faiblement dépendantes
des conditions expérimentales. À l’inverse, la raie excitonique peut être for-
tement modifiée par l’interaction de l’exciton avec son environnement. Dès
lors, tout facteur d’élargissement de la raie excitonique (élargissement inho-
mogène, température, densité de porteurs, etc. . .), ainsi que toute diminution
de la force d’oscillateur de l’exciton est susceptible de faire passer le système
en régime de couplage faible.

En 1995, Houdré et ses collaborateurs ont étudié l’influence de la densité
d’excitation sur le régime de couplage fort. La figure 1.16, issue de leur
article [49], montre deux spectres de photoluminescence. Le premier (a) est
pris à faible densité d’excitation et à la résonance entre le mode de la cavité
et l’exciton. Les deux raies de polaritons sont observée, alors que sur le
second spectre (b), mesuré pour une plus grande densité d’excitation, une
seule raie est observée. Le système est passé en régime de couplage faible,
correspondant à la luminescence de l’exciton filtré par la cavité.

En extrayant la force d’oscillateur de l’exciton en fonction de la densité
de porteurs créés, Houdré estime la densité de saturation à nsat = 4 ×
1010 cm−2 par puits quantique, c’est à dire sensiblement la même densité
que celle donnée par le modèle de Schmitt-Rink [103], ou encore que les
densités trouvées plus récemment par Butté et ses collaborateurs (nsat =
7×1010 cm−2 [15]). Bien que de Houdré et de Butté aient utilisé des puits
peu profonds d’InGaAs, les résultats, et notamment les valeurs des densités
critiques, sont identiques dans le cas de la cavité en GaAs que nous utilisons.
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Fig. 1.16 – Saturation du couplage fort observée en photoluminescence sous
excitation non résonnante. Deux raies sont observées à faible puissance (a),
et une seule à forte puissance (b). Figure extraite de [49].

Dans cette première étude, Houdré et ses collaborateurs attribuent en-
tièrement la saturation du couplage fort à la baisse de force d’oscillateur de
l’exciton. Une étude plus récente [53], théorique et expérimentale, a éclairci
le rôle respectif de l’élargissement de la transition excitonique et de la baisse
de la force d’oscillateur. Un modèle à N corps est utilisé pour rendre compte
de la réponse non linéaire du matériau au champ électromagnétique en pré-
sence d’une forte densité de porteurs. Les équations donnant la polarisation
du matériau sont résolues simultanément aux équations de Maxwell afin de
calculer le spectre de transmission de la structure. Les spectres théoriques is-
sus de ce modèle se comparent qualitativement aux résultats expérimentaux,
et montrent que pour de faibles densités d’excitation, les raies de polaritons
s’élargissent avec la puissance, puis dans un deuxième temps, le système
passe en régime de couplage faible à cause de la réduction de la force d’os-
cillateur.

1.4.3 Photoluminescence des polaritons

Nous avons vu en § 1.2.2 dans le cas d’un puits quantique “nu” (c’est-
à-dire non inséré dans une microcavité) qu’un exciton de vecteur d’onde
k < krad pouvait se désexciter par émission spontanée. La lumière est alors
émise dans le continuum des modes radiatifs du champ électromagnétique.
Inversement, pour un puits quantique inséré une microcavité idéale, dont les
miroirs auraient une réflectivité égale à 1, il est clair que l’émission spontanée
n’est plus possible : les modes du champ électromagnétique sont discrets et le
couplage de l’exciton à ces modes donne lieu à des états de polariton station-
naires. En réalité, si l’on prend en compte la transmission finie des miroirs
de la cavité, les polaritons peuvent émettre de la lumière par l’échappement
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Fig. 1.17 – Première expérience de photoluminescence résolue en angle. (a)
Spectres de photoluminescence à différents angles. (b) Énergie des pics de
luminescence reportés en fonction du vecteur d’onde k‖. Figure extraite de
[50].

de leur partie photon hors de la cavité.

Houdré et ses collaborateurs ont ainsi mesuré la photoluminescence
des polaritons sous excitation non résonnante [50] (figure 1.17(a)). Lors de
l’échappement des polaritons hors de la cavité, le vecteur d’onde k = (k‖, kz)
du photon émis doit vérifier la conservation simultanée (i) du vecteur d’onde
dans le plan k‖ et (ii) de l’énergie. Expérimentalement, k‖ peut être mesuré
à partir de l’angle d’émission : k‖ = ~cE sin θ, où θ est l’angle d’émission de
la lumière et E est l’énergie du pic de luminescence à l’angle θ. Dans l’article
de Houdré, une sélection angulaire est utilisée et permet de remonter à la
relation de dispersion E(k‖) des polaritons.

Savona et ses collaborateurs [100] ont calculé l’élargissement radiatif des
polaritons dû au couplage de la microcavité avec les modes extérieurs. Nous
avons reporté sur la figure 1.18 le taux de déclin radiatif le long de la branche
basse de polaritons pour une structure typique de semiconducteurs III-V. On
distingue 3 zones distinctes pour le couplage au champ électromagnétique.

En premier lieu, pour k < 0.35krad, on peut négliger le couplage de l’ex-
citon avec les modes autres que le mode central de la microcavité. L’exciton
est donc couplé fortement au mode confiné de la microcavité et le taux de
déclin reporté est celui des polaritons. Dans cette zone, une bonne approxi-
mation pour le taux de déclin est donnée par Γk = α2

kγcav, où α2
k est le
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Fig. 1.18 – Taux de déclin radiatif des polaritons le long de la branche basse
énergie. Figure extraite de [124].

poids photon des polaritons et γcav est la largeur de raie du mode de la
microcavité.

Une deuxième zone est constituée par les états k situés entre 0.35krad et
krad. En raison de la dispersion des modes, l’exciton entre alors en couplage
faible avec les modes de fuite des miroirs. L’exciton acquiert donc un temps
de vie fini, et d’autant plus grand que la densité de modes est grande. La
densité de modes présente quant à elle des résonances lorsque le champ
électromagnétique extérieur peut traverser la cavité. Les pics de la figure 1.18
proviennent donc du passage de chacun des modes de fuite en résonance avec
l’exciton. Tassone a de plus calculé [123] que le temps de vie moyen des
excitons dans cette zone est le même que pour un puits quantique “nu”.
Ainsi, la microcavité modifie localement (dans l’espace des k) le temps de
vie des excitons, mais le temps de déclin de la population d’exciton totale
reste sensiblement le même. Notons toutefois que le couplage avec les modes
de fuite n’est pas nécessairement faible : dans les semiconducteurs II-VI, où
le dipôle est plus important, le régime de couplage fort a été démontré entre
l’exciton et les modes de fuite de la cavité [92].

Enfin, la troisième zone est constituée par les excitons non radiants de
vecteur d’onde k > krad. Dans le cas où le gaz d’excitons est thermalisé,
comme pour un puits quantique “nu”, la majeure partie de la population se
trouve dans ces états non radiants de grand vecteur d’onde, et sur une plage
d’énergie de l’ordre de kBT au dessus de l’énergie E0

X .
Les expériences de photoluminescence résolue en angle, telle que celle

de Houdré décrite ci-dessus, permettent de sonder la première de ces trois
zones, où le temps de vie varie comme τk = Γ−1

k = 1/(α2
kγcav). À partir de la

relation de dispersion, nous pouvons calculer les poids photons de chacun des
états de polariton et, connaissant la valeur de γcav, en déduire leur temps de
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vie radiatif. Le temps de vie radiatif nous permet de relier deux grandeurs,
d’une part l’intensité de luminescence résolue en k : I(k), et d’autre part le
facteur d’occupation de l’état k : f(k). En régime continu, on a

I(k) ∝ f(k)

τk
. (1.69)

Le coefficient de proportionnalité entre les deux grandeurs dépend des détails
du dispositif expérimental (taille du spot, efficacité de détection, . . .) et sera
déterminé au chapitre 4. Notons que le temps de vie radiatif τk varie comme
α−2

k , et augmente exponentiellement avec k dès lors que δ(k) > 0. C’est donc
un élément important à prendre en compte pour la mesure de la distribution
de population.

1.5 Conclusion

Pour un puits quantique “nu” inséré dans une matrice de semiconduc-
teur homogène, c’est-à-dire autour duquel les modes du champ électroma-
gnétiques sont les mêmes que dans l’espace libre, l’exciton est en couplage
faible avec le rayonnement. Il en résulte une instabilité de l’exciton qui se
recombine en émettant spontanément de la lumière. À l’inverse, en plaçant
ce puits quantique en résonance et au maximum d’intensité du mode d’une
microcavité, le confinement de la lumière permet d’atteindre le régime de
couplage fort entre l’exciton et le mode. L’émission de lumière est alors un
processus réversible conduisant à un échange continu d’énergie entre l’exci-
ton et le mode. Le système couplé formé par l’exciton et le mode de la cavité
peut être décrit par ses états propres qui sont les polaritons.

Si l’on s’intéresse aux propriétés du système dans l’espace réciproque,
on remarque que les états de grand vecteur d’onde sont très peu modifiés
par le couplage fort. La dispersion en énergie du mode est beaucoup plus
importante que celle de l’exciton et ce dernier est en couplage faible avec
les modes de fuite des miroirs. Le polariton de basse énergie est alors très
similaire à l’exciton et le polariton de haute énergie au photon. En revanche,
une modification importante a lieu au centre de la zone de Brillouin. Le
couplage induit alors un anticroisement des relations de dispersion, et les
polaritons ont une nature mixte exciton-photon.

Du fait de leur nature mixe, les polaritons acquièrent certaines des pro-
priétés de leurs deux éléments constitutifs. De par leur nature excitonique
ils interagissent entre eux et avec leur environnement. Une première consé-
quence en est la perte du couplage fort lorsque la densité d’excitation est
augmentée ; une deuxième est que les polaritons ont la possibilité de relaxer
le long de leur relation de dispersion. De par leur nature photonique, les pola-
ritons de la branche basse ont une très faible masse effective en k‖ = 0. Nous
verrons au chapitre suivant tout l’intérêt que cette propriété présente dans
le cadre de l’obtention d’une phase cohérente macroscopique de polaritons.
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2.3.3 Conclusion : différences entre microcavités II-VI
et microcavités III-V . . . . . . . . . . . . . . . . . 71

2.4 Relaxation des polaritons par collisions polariton-
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électron . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 73

2.4.2 Premières expériences réalisées sur une cavité à
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Fig. 2.1 – (a) Relation de dispersion des excitons (trait épais) et des po-
laritons (trait fin). (b) Densité d’états en énergie des polaritons de basse
énergie.

2.1 Introduction

Quelques années après la mise en évidence expérimentale du régime de
couplage fort dans les microcavités [132], les polaritons sont apparus comme
un candidat intéressant pour l’observation d’effets bosoniques dans les semi-
conducteurs [52] pour deux raisons : d’une part les polaritons obéissent à une
statistique de Bose, tout au moins à basse densité, et d’autre part la densité
d’états en centre de zone est faible. Nous avons tracé sur la figure 2.1(b) la
densité d’états en énergie des polaritons. Une différence considérable appa-
râıt entre les états de grand vecteur d’onde, où la densité d’états est celle de
l’exciton : 1018 états par eV et par cm2, et les états proches de k‖ = 0, où
la densité d’états est ∼ 104 fois plus faible. Si l’on suppose la population de
polaritons thermalisée à la température T et que l’on augmente la densité
de polaritons, les états devraient se remplir progressivement par une dis-
tribution de Bose-Einstein des polaritons. Nous obtenons alors des facteurs
d’occupation de l’ordre de 1 en k‖ = 0 à une densité 10 000 fois plus faible
que si la même expérience avait été réalisée avec un gaz d’excitons. Lorsque
le facteur d’occupation d’un état dépasse 1, un effet de stimulation boso-
nique devrait apparâıtre : de même que dans un laser, l’émission de lumière
est stimulée lorsque le nombre de photons dans le mode optique dépasse 1,
la relaxation des polaritons est stimulée par l’occupation de l’état final. Il
en résulte un effet d’avalanche dans la relaxation des polaritons qui devient
non linéaire.

À de plus fortes densités de polaritons, il est même prévu théoriquement
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l’apparition d’une population macroscopique de polaritons dans un état co-
hérent, similaire à un condensat de Bose-Einstein. Bien qu’un condensat de
Bose-Einstein désigne en toute rigueur un état d’équilibre thermodynamique
ayant une cohérence spatiale à longue distance, dans ce travail de thèse nous
utiliserons le terme de condensat pour désigner la population (partiellement)
cohérente de polaritons, que le système soit ou non à l’équilibre thermody-
namique, ainsi que le terme de laser à polaritons pour souligner le caractère
hors équilibre du fonctionnement de la structure.

Ce chapitre est conçu comme une brève revue historique sur la recherche
de la stimulation de la relaxation des polaritons. Nous présentons tout
d’abord (section 2.2) les prévisions théoriques concernant le laser à polari-
tons, ainsi que sa spécificité par rapport à un laser “conventionnel”. Dans la
section 2.3, la problématique posée par le goulet d’étranglement de la relaxa-
tion des polaritons est exposée. Les études présentées dans cette partie ont
montré que la population de polaritons n’atteint pas un équilibre thermody-
namique. En conséquence, le système passe en couplage faible à des densités
plus faibles que la densité critique de condensation. La condensation n’est
donc pas possible lorsque la relaxation est dominée par les interactions des
polaritons avec les phonons ou par les interactions polariton-polariton. Au
début de ce travail de thèse, une proposition théorique montre que la re-
laxation par interactions polariton-électron est très efficace, et pourrait être
suffisamment efficace pour permettre une condensation des polaritons. Ces
résultats, à l’initiative de ce travail de thèse, ainsi que l’état de l’art des
expériences réalisées au début de la thèse font l’objet de la section 2.4.

2.2 Laser à polaritons et condensation de Bose-

Einstein des polaritons

2.2.1 Principe et intérêt d’un laser à polaritons

L’idée sous-tendant le laser à polaritons est d’utiliser le caractère boso-
nique des polaritons pour obtenir une population macroscopique dans un
état cohérent. Si Wk→k′ désigne le taux de diffusion de l’état k vers l’état
k′ de polariton, on peut écrire Wk→k′ = W 0

k→k′(1 + fk′), où fk′ désigne le
facteur d’occupation de l’état final et W 0 est le taux de diffusion spontanée,
observé lorsque l’état k′ est faiblement occupé. Dès que fk′ dépasse 1, le
taux de diffusion augmente, “attirant” de plus en plus de polaritons dans
l’état k′. Grâce à cette stimulation, la population dans l’état k′ augmente
exponentiellement avec la densité d’excitation. Plusieurs états k′ différents
peuvent entrer en compétition pour la stimulation de la relaxation. Ainsi, le
laser à polaritons fonctionne sur un principe différent de la condensation de
Bose qui se développe uniquement sur l’état de plus basse énergie, et il est
possible de l’observer hors d’équilibre thermodynamique.
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En 1996, dans la première étude théorique réalisée sur le laser à polari-
tons [52], Imamoḡlu montre que celui-ci a les propriétés d’un laser à bas
seuil. D’une part, la lumière émise par un condensat cohérent est elle-même
cohérente, comme dans le cas d’un laser “conventionnel”, et d’autre part,
le seuil est suffisamment bas pour que le laser à polaritons fonctionne sans
inversion de population. En effet, pour obtenir l’effet laser dans un semicon-
ducteur en régime de couplage faible, il est nécessaire que le niveau de Fermi
des électrons et des trous pénètre à l’intérieur des bandes respectives (inver-
sion de population), alors que pour produire un laser à polaritons, il “suffit”
d’avoir un facteur d’occupation grand devant 1 des états en centre de zone.
En écrivant l’occupation des états de paires électron-trou correspondant à un
laser à polaritons, Imamoḡlu montre que la population électronique n’est
pas inversée [52].

Par ailleurs, un laser à polaritons implique l’occupation grande devant
1 d’un état partiellement excitonique. Le laser à polaritons fournit donc un
système additionnel dans le cadre plus vaste de l’étude des condensats. À
cause de leur forte relation de dispersion, les polaritons de microcavité pré-
sentent même un intérêt particulier pour l’étude des condensats. En effet,
si nous supposons que la population est à l’équilibre thermique, la condi-
tion de dégénérescence quantique (condition pour que la nature ondulatoire
des particules soit apparente à l’échelle de la distance inter-particules) est
obtenue lorsque nλ2

dB & 1, où n est la densité surfacique et λdB est la lon-
gueur d’onde de De Broglie thermique des particules. On peut réécrire cette
condition sous la forme n & D(E)kBT . Elle est donc d’autant plus facile
à réaliser que la densité d’états D(E) est faible. La figure 2.1 montre que
cette densité d’états est 104 fois plus faible dans le cas des polaritons que
dans celui des excitons. Pour cette raison, l’apparition d’un condensat est
attendue à des températures plus élevées que pour les excitons, voire à tem-
pérature ambiante pour des matériaux à grande force d’oscillateur tels que
le GaN [69]. Nous verrons cependant par la suite que l’équilibre thermique
supposé lors de l’établissement de cette relation est difficile à atteindre pour
une cavité à base de GaAs.

2.2.2 Propriétés attendues d’un laser à polaritons

Les premiers travaux de Imamoḡlu négligeaient de nombreuses carac-
téristiques propres aux polaritons, et notamment la relation de dispersion
particulière de la branche de basse énergie. Un travail théorique intense a par
la suite permis de préciser les propriétés attendues lorsque le laser à polari-
tons commence à fonctionner et qu’un condensat se forme. Nous détaillons
ici certaines des propriétés attendues théoriquement d’un laser à polaritons.

Dans un laser à polaritons, la relaxation devient stimulée par l’occupa-
tion de l’état final. On s’attend en conséquence à une forte non linéarité de
l’intensité d’émission avec la puissance d’excitation lorsque l’on franchit le
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seuil de la stimulation [126, 80]. Le facteur d’occupation dans l’état où la
relaxation est stimulée augmente d’un facteur 100 à 1000 au franchissement
du seuil, puis la non-linéarité s’atténue une fois le seuil franchi, et l’émission
devient linéaire avec la puissance d’excitation.

La présence de la stimulation bosonique devrait aussi être visible dans
la largeur de raie de l’émission. Dans un laser “conventionnel”, la largeur
de raie est donnée par la formule de Schawlow-Townes : au delà du seuil,
la largeur de raie diminue comme δE = δE(0)/(1 + 〈N0〉), où δE(0) est la
largeur de raie en dessous du seuil et 〈N0〉 est le nombre moyen de photons
présents dans la cavité. Pour un laser à polaritons, on s’attend à ce que la
largeur de raie diminue dans un premier temps avec la même formule que
ci-dessus, puis augmente lorsque 〈N0〉 dépasse une valeur de l’ordre de 100
[126, 81]. En effet, en raison des interactions coulombiennes à l’intérieur du
condensat (interactions d’échange essentiellement), l’énergie de la raie de po-
lariton est décalée vers le bleu d’une valeur V N0 proportionnelle au nombre
de polaritons dans le condensat [18, 125]. Or N0 fluctue au cours du temps
en suivant une statistique poissonnienne. Il en résulte un élargissement de la
raie proportionnel à 〈N0〉, qui finit par l’emporter lorsque 〈N0〉 augmente. Ce
comportement particulier de la largeur de raie, composé d’une diminution
puis d’une augmentation, est caractéristique des condensats en interaction
et n’est pas observé dans un laser.

Le groupe de G. Malpuech et A. Kavokin s’est intéressé à l’évolution
de la distribution statistique des polaritons lorsque le seuil est franchi. Un
premier modèle néglige les fluctuations des facteurs d’occupation dans les
états autres que le condensat [95], puis un deuxième modèle tient compte
des fluctuations dans tous les états de la branche basse de polaritons [64].
Ces auteurs montrent que la cohérence temporelle d’ordre 2 augmente une
fois le seuil de la stimulation franchi, puisque le coefficient g(2)(τ = 0) passe
progressivement de 2 à 1. La statistique des polaritons, thermique en dessous
du seuil, devient poissonienne au delà.

La dynamique du spin du condensat a également été abordée [65]. Dans
le cas où deux condensats non corrélés sont produits, l’un dans l’état de
spin σ+ et l’autre dans l’état de spin σ−, la lumière produite présente des
propriétés de polarisation particulières en fonction du nombre de polaritons
dans chacun des condensats. Si les deux condensats contiennent exactement
le même nombre de polaritons, la lumière émise est la somme de deux ondes
polarisées circulairement et oscillant à la même fréquence. La lumière émise
est donc polarisée linéairement, et sa direction de polarisation montre la
différence de phase entre les deux condensats. Elle devrait donc varier pour
chaque réalisation de l’expérience, lorsqu’une nouvelle impulsion laser crée
deux nouveaux condensats avec des phases différentes. Dans le cas général,
soit parce que l’un des deux condensats est plus intense que l’autre, soit à
cause des fluctuations statistiques du nombre de particules dans chacun des
deux condensats, la lumière est polarisée elliptiquement et l’axe de cette el-
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Fig. 2.2 – Diagramme de phase pour des microcavités à base de GaAs (a),
de CdTe (b), de GaN (c) et de ZnO (d), lorsque la population de polaritons
est à l’équilibre thermodynamique. Les frontières horizontale et verticale
correspondent respectivement à la perte du couplage fort et à la dissocia-
tion thermique des excitons. Les frontières entre la diode à polaritons et le
condensat correspondent soit à la transition de Kosterlitz-Thouless (ligne
en traits pleins), soit à la condensation d’un système de taille latérale finie :
100 µm (ligne pointillée) et 1 m (ligne tiretée). Figure extraite de [56] et de
[68].

lipse est donné par la différence de phase entre les deux condensats. Lorsque
l’un des deux condensats est plus intense que l’autre, la dégénérescence de
spin est levée et les deux condensats ont des fréquences légèrement diffé-
rentes. En conséquence, ils se déphasent l’un par rapport à l’autre, et l’axe
de l’ellipse tourne au cours du temps avec une période de l’ordre de la dizaine
de picoseconde. Enfin, le temps de déclin de la polarisation est très sensible
à la cohérence temporelle d’ordre deux du système : alors que le taux de
polarisation décrôıt en moins de 40 ps lorsque g(2)(0) est compris entre 2 et
1.1, il devient égal à 1 ns lorsque g(2)(0) = 1.

Nous avons souligné que la stimulation de la relaxation est un effet boso-
nique dynamique qui n’implique pas forcément que le système soit à l’équi-
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libre thermodynamique. G. Malpuech a calculé le diagramme de phase du
système dans le cas limite où l’équilibre est réalisé [68, 56]. Il est à noter que
dans un système bidimensionnel tel que les polaritons de microcavité il ne
peut exister de véritable condensation de Bose-Einstein. Plus précisément,
la température de condensation devient nulle à la limite thermodynamique
où le nombre de particules N → ∞, la surface de l’échantillon S → ∞ avec
N/S constant. Cependant, une quasi transition de phase est réalisable dans
un système de taille finie, dans le sens où la population de l’état k‖ = 0
augmente brusquement (mais sans discontinuité) en dessous d’une certaine
température. La température critique de cette quasi-condensation dépend
de la surface comme 1/ log(S), de sorte que même si Tc tend vers 0 dans la
limite thermodynamique, elle reste non nulle dans le cas où S est finie. Enfin,
si la condensation de Bose ne peut être réalisée dans la limite thermodyna-
mique, il existe néanmoins une transition de phase possible entre un état
normal et un état superfluide, appelée transition de Kosterlitz-Thouless.

Le diagramme de phase repris sur la figure 2.2 montre la frontière entre
la phase normale, nommée polariton diode et la phase condensée, notée
BEC, pour quatre matériaux différents. Les frontières horizontale et verticale
correspondent à la perte du couplage fort et à la dissociation thermique des
excitons respectivement, et les trois frontières représentées correspondent
soit à la transition de Kosterlitz-Thouless (ligne en traits pleins), soit à la
condensation d’un système de taille latérale finie : 100µm (ligne pointillée)
et 1 m (ligne tiretée). Nous voyons que la température maximale à laquelle
un condensat de Bose peut être obtenu est environ 7 ordres de grandeur
plus importante que dans les condensats atomiques, et peut même atteindre
la température ambiante dans le cas du GaN et du ZnO. La température
critique très élevée attendue pour ces deux matériaux est due à la forte
énergie de liaison de l’exciton. Un autre modèle montre que la température
critique est proportionnelle au dédoublement de Rabi de la structure [58].

À cause des interactions entre particules, les relations de dispersion sont
fortement modifiées en présence du condensat. Sur la figure 2.3, nous mon-
trons le coefficient d’absorption de la cavité le long des branches de dis-
persion, calculé par Keeling à δ = 0 en supposant l’équilibre thermique
[57]. À basse densité, le potentiel chimique est inférieur au niveau d’énergie
fondamental de la structure et la relation de dispersion est celle des pola-
ritons (la bande large présente entre les deux branches est due à la prise
en compte d’un élargissement inhomogène des excitons). Lorsqu’un conden-
sat est présent à une énergie ω = µ en bas de la branche de polaritons, les
interactions entre polaritons jouent un rôle important et doivent être correc-
tement prises en compte lors du calcul des relations de dispersion (théorie
de Bogoliubov). Tout d’abord, il apparâıt deux nouvelles branches, symé-
triques des premières par rapport au condensat. Comme le montre la figure,
ces deux nouvelles branches se manifestent par du gain sur un faisceau laser
incident. Les branches supérieures sont également modifiées par les interac-
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Fig. 2.3 – Relation de dispersion de la microcavité en l’absence et en présence
d’un condensat. Les niveaux de gris représentent le coefficient d’absorption
de la cavité, ramené artificiellement entre -1 et 1. Les valeurs négatives re-
présentent une amplification de l’onde incidente. Figure extraite de [57].

tions : en bas de la branche basse, la relation de dispersion devient linéaire

alors qu’elle était parabolique en l’absence du condensat. Les excitations élé-
mentaires du système ne sont alors plus les polaritons, mais correspondent
à la propagation d’ondes de densité collectives — ondes sonores — à l’inté-
rieur du condensat. À plus grande énergie, la relation de dispersion redevient
identique à celle des polaritons.

Afin de mettre en évidence la superfluidité du condensat, Carusotto

et Ciuti [16] proposent d’étudier la diffusion Rayleigh résonnante d’une
microcavité. Dans l’expérience proposée, le condensat est créé par un la-
ser quasi-résonnant avec la branche basse de polaritons et la superfluidité
du condensat est observée par l’intermédiaire de la diffusion Rayleigh ré-
sonnante. En l’absence de condensat, les polaritons peuvent être diffusés
élastiquement par le potentiel aléatoire dû au désordre, soit à l’intérieur du
puits quantique (rugosité aux interfaces, désordre d’alliage, . . .), soit à l’in-
térieur de la cavité (fluctuations d’épaisseur de la cavité). La diffusion des
polaritons par le désordre est élastique, donc le vecteur d’onde dans le plan
des polaritons change de direction sans changer de norme. On peut donc
observer la diffusion lors d’une expérience en réflexion ou en transmission
par une diffusion de la lumière laser sur un cercle, appelé cercle élastique de
diffusion Rayleigh. Lorsque la vitesse du condensat créé est inférieure à la
vitesse du son dans le condensat, le condensat devient superfluide et n’est
plus diffusé par le potentiel de désordre, ce qui donne lieu à la suppression
de la diffusion Rayleigh du laser. Soulignons que dans ce cas, la cohérence du
condensat provient de celle du laser et ne se développe pas spontanément.
Cette étude a toutefois été récemment étendue au cas d’un condensat se
développant spontanément [71].

Comme nous pouvons le voir dans les études discutées ci-dessus, une
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compréhension de la nature et des propriétés spécifiques attendues d’un
condensat de polaritons commence à se développer dans la communauté
scientifique.

2.3 Goulet d’étranglement de la relaxation des po-

laritons

Nous venons de présenter l’intérêt d’un laser à polaritons ainsi que cer-
taines des particularités attendues des condensats de polaritons. Le laser à
polaritons fonctionne cependant sur un principe dynamique, et il est donc
nécessaire que la relaxation des polaritons soit plus efficace que les pertes
radiatives hors de la cavité. Ces pertes sont plus fortes pour les états proches
de k‖ = 0 et tendent à dépléter les états de basse énergie. Nous rappelons ici
les résultats obtenus ces dernières années dans l’étude de la relaxation des
polaritons.

2.3.1 Relaxation des polaritons par émission de phonons

Dans le cas des polaritons du matériau massif, il a été établi dans les an-
nées 1970 que la population de polaritons ne parvient pas à atteindre un état
d’équilibre thermodynamique. Lorsque l’on excite le système de manière non
résonnante, les polaritons s’accumulent dans les états de type excitonique de
la relation de dispersion et ne “peuplent” pas les états de plus basse énergie
ayant un poids photonique important. Le fait que la relaxation soit moins
efficace pour les polaritons que pour les excitons était alors connue sous le
nom de goulet d’étranglement de la relaxation [128, 44]. En 1997, Tassone

[124] étend ce concept aux polaritons de microcavité. Il étudie théorique-
ment la relaxation et la luminescence des polaritons sous excitation non
résonnante en prenant en compte les mécanismes suivants : la formation des
excitons, la relaxation le long des branches de polariton, et le déclin radiatif
des polaritons, traités dans le cadre d’un modèle semiclassique.

Dans cette première étude, le seul processus de relaxation pris en compte
est l’émission de phonons acoustiques, représentée schématiquement sur la
figure 2.4(a). Lors de l’émission d’un phonon, une partie de l’énergie et
du vecteur d’onde du polariton est cédée au phonon. L’énergie totale et le
vecteur d’onde dans le plan étant conservés au cours de l’interaction, on a :

Eph(qph) = Epol(k
ini
‖ ) − Epol(k

fin
‖ ) , (2.1)

q‖ = kini
‖ − kfin

‖ , (2.2)

lorsqu’un polariton dans l’état kini
‖ relaxe vers l’état kfin

‖ en émettant un

phonon de vecteur d’onde qph = (q‖, qz). La composante qz n’est pas une
quantité conservée, ce qui permet à un polariton dans un état initial donné
d’émettre un phonon vers un continuum d’états finaux.
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Fig. 2.4 – (a) Représentation schématique de la relaxation des polaritons
par émission de phonons et de la recombinaison radiative des polaritons.
(b) Distribution de population en régime stationnaire calculée par Tassone

pour un désaccord δ = 0 et une température de 30 K. L’origine des énergies
correspond à l’énergie de l’exciton en k‖ = 0. Figure extraite de [124].

Sur la figure 2.4(b), nous voyons la distribution de population calculée
numériquement par Tassone pour une excitation continue. La référence
des énergies correspond à l’énergie de l’exciton non couplé en k‖ = 0. Ce
modèle montre que la population de polaritons se décompose en deux sous-
ensembles. Le premier ensemble correspond à une population excitonique
dans les états de grand vecteur d’onde (E > 0), dont la dynamique est
la même que celle des excitons dans un puits quantique hors de la cavité.
Mis à part une dépletion de la population autour de E ≈ 0, c’est-à-dire
pour les états de l’exciton en couplage faible avec les modes de fuite de
la microcavité, ce premier sous-ensemble est à l’équilibre thermique avec le
réseau. Le deuxième ensemble est constitué des états proches de k‖ = 0,
où la relation de dispersion est fortement modifiée par rapport à celle de
l’exciton (correspondant à −1.8 meV < E < 0 sur la figure). Si le gaz de
polaritons était thermalisé, on s’attendrait à ce que le facteur d’occupation
des polaritons soit plus important dans les états proches de k‖ = 0, mais
c’est en réalité l’inverse qui se produit : en régime stationnaire, le facteur
d’occupation des états proches de k‖ = 0 est beaucoup plus faible que celui
des états de grand vecteur d’onde. Pour cette raison, les états de grand
vecteur d’onde forment le réservoir excitonique, dans lequel la population
s’accumule et le goulet d’étranglement de la relaxation est la zone de la
relation de dispersion située à l’interface entre le réservoir excitonique et les
états faiblement peuplés autour de k‖ = 0.

En fait, la population en centre de zone est fixée par la compétition entre
la relaxation par émission de phonons d’une part, et les pertes radiatives du
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système d’autre part : plus la relaxation vers un état k‖ donné est rapide et
plus la population atteinte par cet état en régime stationnaire sera proche de
la population d’équilibre thermique. La comparaison des états du réservoir
excitonique et des états proches de k‖ = 0 montre que la thermalisation du
système est influencée par une combinaison de plusieurs facteurs :

– Le taux de relaxation vers un état k‖ donné est proportionnel au poids
excitonique de cet état. Le poids excitonique des polaritons diminue
lorsque l’on se rapproche de l’état k‖ = 0, donc le temps caractéristique
de relaxation vers les états proches de k‖ = 0 est plus long que les
temps caractéristiques de relaxation dans le réservoir.

– Le temps de vie des états proches de k‖ = 0 est de l’ordre du temps
de vie du photon en cavité (de l’ordre de 1 ps), alors que le temps
de vie des états de grand k‖ est de l’ordre de 100 ps. La population
contenue dans les états de grand k‖ disposera donc de “plus de temps”
pour atteindre l’équilibre thermique avec le réseau cristallin.

– Lorsqu’un polariton passe de l’état k‖ d’énergie ELP (k‖) à l’état k‖ =
0, il y a émission d’un phonon de vecteur d’onde q = (q‖, qz) et d’éner-
gie Eph(q) = ~csq. L’émission de ce phonon est gouvernée par les équa-
tions 2.1 et 2.2. Cependant, puisque la dispersion des phonons est plate
à l’échelle de celle des polaritons, presque toute l’énergie perdue par
le polariton lors de la relaxation est cédée à la composante selon z du
phonon : ~csqz = ELP (k‖) − ELP (0). Or il existe une coupure dans le
vecteur d’onde qz échangé lors d’une émission de phonons, au delà de
laquelle le taux de relaxation diminue exponentiellement. Cette limite
est donnée par qmax

z = 2π/L, où L est l’épaisseur du puits quantique
et correspond à une énergie du phonon émis de l’ordre de 1 à 2 meV.
Donc la relaxation par émission de phonon est peu efficace lorsque
l’état k‖ = 0 est situé à plus de 2 meV en dessous du réservoir. Dans
ce cas, plusieurs phonons doivent être émis à la suite l’un de l’autre
pour que les polaritons relaxent vers l’état k‖ = 0.

Tous ces éléments vont dans le sens d’une moins bonne thermalisation des
états proches de k‖ = 0 par rapport aux états du réservoir excitonique. Les
facteurs d’occupations diminuent exponentiellement dans les états proches
de k‖ = 0. Pour cette raison, le facteur d’occupation ne dépasse pas la valeur
1 et le seuil du laser à polaritons n’est pas atteint.

Outre la prédiction du goulet d’étranglement de la relaxation, Tassone

montre que la photoluminescence résolue en angle permet de l’étudier expé-
rimentalement. En effet, l’angle θ de luminescence détermine de façon unique
l’état k‖ des polaritons émettant la lumière, car on a sin θ = ~ck‖/ELP (k‖).
Connaissant le temps de vie radiatif des polaritons dans l’état k‖, nous pou-
vons mesurer le facteur d’occupation de l’état k‖ à partir de l’intensité de
luminescence de cet état. La photoluminescence résolue en angle est à la
base de toutes les études expérimentales de la relaxation des polaritons, no-
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tamment de ce travail de thèse et sera exposée plus en détail au chapitre 4.

Les prédictions de Tassone concernant le goulet d’étranglement de la
relaxation ont été confirmées expérimentalement dans les années 1999-2000
[105, 106, 120, 74]. Parmi les différents groupes ayant étudié la relaxation
des polaritons, Müller et ses collaborateurs se sont plus particulièrement
intéressés à la relaxation par émission de phonons [74] dans les microcavités
à base de semiconducteurs II-VI. D’après ces expériences, le facteur d’occu-
pation des états varie fortement lorsque l’on parcourt la branche basse de
polaritons. Plus que du vecteur d’onde, le facteur d’occupation d’un état
dépend de l’énergie de l’état concerné, et surtout de l’écart entre cet état et
le réservoir excitonique. Le facteur d’occupation est maximal pour des pola-
ritons situés à moins de 4 meV du réservoir, puis baisse exponentiellement
lorsque l’énergie des polaritons s’écarte de celle des excitons. L’observation
du goulet d’étranglement de la relaxation, lorsque l’émission de phonons est
le processus de relaxation prédominant fait l’objet du § 4.4.1 de cette thèse.

2.3.2 Relaxation par les collisions polariton-polariton

En 1999, Pascale Senellart, alors en thèse dans notre groupe, rapporte
l’observation d’une non linéarité dans la photoluminescence de la branche
basse, lorsque l’échantillon est excité par un faisceau laser non résonnant
[105]. La non linéarité de la luminescence est initialement attribuée à la sti-
mulation de la relaxation des polaritons par effet Boser. La non-linéarité
est observée la même année que l’étude théorique des collisions polariton-
polariton par Tassone [125], et dans un deuxième article, P. Senellart

l’attribue à ce mécanisme de relaxation nouvellement étudié. Par ailleurs, elle
montre expérimentalement que les collisions polariton-polariton permettent
de réduire efficacement le goulet d’étranglement de la relaxation. Les spectres
de photoluminescence résolue en angle issus de cette étude et repris sur la
figure 2.5(a) et (b) changent de manière caractéristique lorsque la puissance
est augmentée : à faible puissance, l’intensité de luminescence est maximale
à un angle fini (16.5̊ dans l’échantillon étudié), alors que le maximum de
luminescence se déplace vers un angle de 0̊ correspondant à l’état k‖ = 0,
lorsque la puissance est augmentée. Sur la figure 2.5(f), les intensités de pho-
toluminescence ont été transformées en facteur d’occupation. Nous voyons
que les polaritons “descendent en énergie” vers les états proches de k‖ = 0
lorsque l’on augmente la puissance — dans le sens où l’énergie moyenne de
la population de polaritons est de plus en plus faible.

L’évolution du facteur d’occupation de l’état k‖ = 0 avec la puissance
d’excitation est montrée sur la figure 2.5(e). Il y a un changement de régime à
une puissance Pseuil d’environ 0.5 W.cm−2 : pour des puissances plus faibles,
la population de l’état k‖ = 0 évolue linéairement avec la puissance, alors
que pour des puissances plus fortes, l’évolution est quadratique. La puissance
Pseuil correspond au seuil au-delà duquel les collisions polariton-polariton
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Fig. 2.5 – Photoluminescence résolue en angle à basse puissance (a) et à
forte puissance (b). Le panneau (f) montre les facteurs d’occupation de la
branche basse déduits des mesures de photoluminescence, et le panneau (e)
montre le facteur d’occupation dans l’état k‖ = 0. Figure extraite de [106].

jouent un rôle important. À basse densité de polaritons (pour P < Pseuil),
les états proches de k‖ = 0 sont peuplés par émission de phonons à par-
tir du réservoir. Un mécanisme concurrent correspond à la collision entre
deux polaritons du réservoir dans lequel un polariton passe de l’état k1 à
l’état k′1 ≈ 0, alors qu’un polariton passe de l’état k2 à l’état k′2 situé à plus
grande énergie dans le réservoir. Ce deuxième mécanisme est quadratique
vis à vis de la puissance d’excitation et finit par l’emporter sur la relaxation
par émission de phonons.

Grâce aux collisions polaritons-polaritons, le goulet d’étranglement de la
relaxation est fortement diminué [106, 120], et l’on parvient, à forte puis-
sance d’excitation, à un facteur d’occupation en k‖ = 0 supérieur à celui du
réservoir. Cependant, à la plus forte densité de polaritons admise par le sys-
tème (c’est-à-dire à la densité d’écrantage du couplage fort), la population
n’est pas thermalisée et le facteur d’occupation est de l’ordre de l’unité. En
conséquence, dans les semiconducteurs III-V, ni la condensation de Bose ni
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Fig. 2.6 – Comparaison entre la distribution de population le long de la
branche basse mesurée expérimentalement pour différentes puissances d’ex-
citation (a) et celle attendue théoriquement (b). La figure (b) montre les
facteurs d’occupation absolus, alors que dans la figure (a), les facteurs d’oc-
cupation sont divisés par la puissance incidente. δ = −8.7 meV. Figures
extraites de [15].

le laser à polaritons ne sont observés. En 2002, dans une étude expérimen-
tale détaillée sur plusieurs désaccords, Butté [15] montre que lorsque l’on
augmente la densité de polaritons, le système passe en couplage faible et l’on
observe un effet laser “conventionnel” avant l’effet de laser à polaritons.

Dans l’article de Butté, les expériences sont comparées à un modèle de
la dynamique de relaxation. La figure 2.6(a) montre les mesures du facteur
d’occupation le long de la branche basse de polaritons obtenues pour diffé-
rentes puissances d’excitation. Notons qu’à la plus forte puissance étudiée,
une raie fine et intense se développe, laquelle a été attribuée à un effet la-
ser “conventionnel”. Pour des puissances plus faibles (P < 200 W.cm−2),
lorsque le système est en couplage fort, le modèle de relaxation des po-
laritons s’applique et est en bon accord avec les mesures. La figure 2.6(b)
montre les facteurs d’occupation calculés dans le cas particulier du désaccord
δ = −8.7 meV. Dans ce cas, comme pour les autres désaccords étudiés dans
l’article, les courbes obtenues sont très proches des courbes expérimentales.
Ainsi, la modélisation et les expériences convergent sur le résultat suivant :
les facteurs d’occupation restent inférieurs à 1 dans toute la gamme de den-
sité où le système est en régime de couplage fort. Par ordre de puissance
croissante, les différents seuils rencontrés sont donc :

1. le seuil des collisions polariton-polariton,

2. le seuil de la transition couplage fort-couplage faible,

3. le seuil laser “conventionnel”.
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Cependant, même si la relaxation par interactions polariton-polariton
ne permet pas d’atteindre un régime de relaxation stimulée, les facteurs
d’occupation obtenus sont de l’ordre de 1, indiquant que l’on est proche
d’un régime de stimulation de la relaxation.

2.3.3 Conclusion : différences entre microcavités II-VI et mi-

crocavités III-V

À l’heure actuelle, l’observation d’un laser à polaritons dans les microca-
vités de semiconducteurs III-V a été annoncée mais reste toujours contestée.
Une forte non linéarité de l’intensité de photoluminescence a en effet été
observée en 2002 dans le groupe de Yamamoto [26, 131], et montre un effet
de stimulation avec un seuil de 300 W.cm−2. Cependant, il reste à démontrer
que la structure soit bien en couplage fort au delà du seuil de la stimulation :
la puissance d’excitation au seuil est similaire à la puissance de saturation
des cavités GaAs et la raie non linéaire se développe à une énergie proche de
l’exciton, n’écartant pas la possibilité d’un effet laser “conventionnel”. Les
expériences de Yamamoto présentent deux particularités importantes par
rapport aux expériences précédentes : d’une part l’échantillon comporte un
nombre important de puits quantiques (12), ce qui permet d’atteindre un
dédoublement de Rabi de 15 meV, et d’autre part l’excitation optique est ré-
sonnante avec le réservoir excitonique (on parle alors d’excitation froide). Il
est possible que ces deux différences par rapport aux expériences précédentes
permettent d’obtenir un laser à polaritons. Avant de conclure définitivement,
les expériences du groupe de Yamamoto ont donc besoin d’être confirmées,
si possible par un groupe indépendant.

La situation est différente dans le domaine des semiconducteurs II-VI.
Dans ces microcavités, en effet, une forte non linéarité dans la luminescence
de l’état k‖ = 0 a été observée dès 1998 [23]. Depuis cette date, plusieurs
expériences montrent qu’une émission cohérente se développe spontanément
au-delà du seuil. Sur la figure 2.7, nous reproduisons les spectres de photolu-
minescence résolue en temps effectuée dans notre groupe sur un échantillon
réalisé à Grenoble [10]. Trois modifications importantes de l’émission sont
observées lorsque le seuil est franchi : tout d’abord l’intensité de lumines-
cence est multipliée par 100, alors que la puissance est multipliée par 3
seulement, ensuite la dynamique du système est fortement accélérée, et en-
fin la largeur de raie passe de 3 meV à 0.2 meV, montrant que l’émission
acquiert une cohérence temporelle d’ordre 1 [23, 10]. Sur un échantillon si-
milaire, M. Richard a observé que selon les conditions expérimentales, la
stimulation de la relaxation apparâıt soit en k‖ = 0, soit sur un ensemble
d’états k‖ 6= 0 ayant tous la même énergie. Dans ce deuxième cas, la lumière

émise par un état k
(1)
‖ peut être superposée à celle émise par un état k

(2)
‖ afin

de créer des interférences. Les expériences de M. Richard montrent que le
contraste des franges d’interférences augmente brusquement au-dessus du
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Fig. 2.7 – Spectres de photoluminescence résolue en temps de l’état k‖ =
0 dans une microcavité de semiconducteurs II-VI, en dessous du seuil de
stimulation (a) et au dessus du seuil (b). Figure extraite de [10].

seuil de la stimulation, montrant que l’émission acquiert une cohérence dans
le plan transverse [90, 91].

Enfin, d’autres expériences ont montré que la stimulation observée dans
les semiconducteurs II-VI avait bien lieu en régime de couplage fort. D’une
part, à l’inverse d’un laser “conventionnel”, le seuil de la non-linéarité ne
dépend pas du nombre de puits quantiques dans le système [11]. La relation
de dispersion a d’autre part été mesurée à un délai de 20 ps par rapport
à l’impulsion laser [10]. On pourrait en effet penser que le régime de cou-
plage change au cours du temps, et passe d’un couplage faible au couplage
fort lorsque la densité de polaritons a suffisamment diminué. Ces mesures
montrent que le système est bien en couplage fort dès le début de l’émis-
sion, lorsque la population de porteurs est la plus importante. L’apparition
d’une cohérence n’est donc pas due à une émission stimulée de photons en
régime de couplage faible (effet laser “conventionnel”), mais bien à un laser
à polaritons.

À ce jour, il n’existe pas d’explication simple permettant de comprendre
la différence de comportement entre les microcavités à base de semicon-
ducteurs II-VI et celles à base de semiconducteurs III-V. Une différence
importante concerne le rayon de Bohr des excitons, qui est plus de deux fois
plus faible dans le CdTe que dans le GaAs. En conséquence, la densité de
saturation du couplage fort sera plus de quatre fois plus élevée, autorisant
l’exploration d’une gamme de densité plus importante. Cependant, d’autres
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Fig. 2.8 – Représentation schématique des collisions polariton-électron : un
polariton du réservoir est diffusé en k′ ≈ 0, alors qu’un électron “absorbe”
l’énergie de recul. La population électronique est maintenue à l’équilibre
thermique par interaction avec les phonons (flèche pointillée de la figure).
Figure extraite de [67].

paramètres essentiels pour l’étude de la relaxation, tels que le dédouble-
ment de Rabi, l’énergie des phonons optiques ou le temps de vie de la cavité
sont également très différents d’une famille de semiconducteurs à l’autre et
rentrent en ligne de compte. Sur le plan théorique, les simulations de l’article
de Butté comme ceux de Tassone montrent effectivement que le laser à
polaritons ne fonctionne pas dans les semiconducteurs III-V. À l’inverse, en
utilisant les paramètres des matériaux II-VI, Porras prédit une condensa-
tion possible dans les semiconducteurs II-VI [80], mais sans expliciter le rôle
respectif de chacun des paramètres.

2.4 Relaxation des polaritons par collisions polariton-

électron

2.4.1 Modélisation de la relaxation par les collisions polariton-

électron

D’après les études précédentes, dans les microcavités de semiconduc-
teurs III-V, les collisions polariton-polariton permettent d’obtenir des fac-
teurs d’occupations de l’ordre de 1 lorsque le couplage fort disparâıt. Le
système semble donc être très proche d’un régime de relaxation stimulée.
Ainsi, si l’on réussit à trouver un mécanisme de relaxation plus efficace que
les collisions polariton-polariton, le système fonctionnera comme un laser à
polaritons.

En 2002, Guillaume Malpuech et ses collaborateurs proposent d’injec-
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Fig. 2.9 – Distribution de population atteinte en régime permanent pour
une puissance de pompe constante. La distribution de population est cal-
culée en prenant en compte (a) seulement la relaxation par interaction
avec les phonons, (b) en ajoutant les collisions polariton-polariton (npol =
5 × 1010 cm−2), et (c) en ajoutant les collisions avec un gaz d’électrons
(npol = 1.3× 109 cm−2 et ne = 5× 1010 cm−2). Figure extraite de [56] et de
[67].

ter un gaz d’électrons de faible densité dans la zone active et d’accélérer la
relaxation des polaritons grâce aux collisions polariton-électron [67, 56]. La
figure 2.8 montre le processus élémentaire d’une collision polariton-électron.
Au cours de cette collision, un polariton du réservoir relaxe vers l’état k‖ = 0,
tandis qu’un électron absorbe la différence d’énergie et de vecteur d’onde
entre les deux états de polariton. D’après Malpuech, ce mécanisme serait
plus efficace que les collisions polariton-polariton. D’une part, les collisions
polariton-électron font intervenir une espèce chargée, et l’élément de ma-
trice d’interaction est donc plus important que pour une collision entre deux
espèces neutres. D’autre part, les électrons ont une masse beaucoup plus
faible que celle des excitons, donc la relaxation en énergie des polaritons du
réservoir excitonique jusqu’à l’état k‖ = 0 requiert un moins grand nombre
de collisions.

Malpuech et al. ont calculé les taux de diffusion associés aux collisions
polariton-électron et modélisé la dynamique de relaxation des populations à
partir d’équations d’évolution des populations. La figure 2.9 montre la distri-
bution de population atteinte en régime stationnaire lorsque l’on inclut suc-
cessivement (a) l’émission de phonons, (b) les collisions polariton-polariton,
et (c) les collisions polariton-électron avec une densité ne = 1010 cm−2

d’électrons. D’après ces calculs, seule la relaxation par collisions avec un
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gaz d’électrons libres est suffisamment efficace pour faire franchir le seuil
de 1 polariton par état. La relaxation est alors stimulée et la distribution
de population se rapproche d’une distribution thermalisée, donnée par la
ligne pointillée de la figure. L’étude de la relaxation par collisions polariton-
électron parait donc particulièrement intéressante, puisque non seulement
l’effet laser à polaritons, mais également la condensation de Bose-Einstein
sont attendus.

2.4.2 Premières expériences réalisées sur une cavité à concen-

tration variable d’électrons

Sur le plan expérimental, une microcavité dans laquelle une concentra-
tion variable d’électrons peut être injectée optiquement a été réalisée par
Loren Pfeiffer et étudiée par le groupe Israélien d’E. Cohen [86, 87],
avant même que Malpuech ne propose d’utiliser les collisions polariton-
électron (l’objectif initial de ces expériences était d’observer un déplacement
des polaritons chargés sous l’action d’un champ électrique).

Dans cet échantillon, la zone active de la cavité est constituée par un puits
quantique dit de type mixte, c’est à dire qu’un puits quantique de type II
pour les électrons est placé juste à côté d’un puits quantique de type I.
Deux faisceaux lasers sont alors utilisés. Le premier (L1), de basse énergie,
est absorbé uniquement dans le puits quantique de type I, dont l’exciton est
en couplage fort avec le mode de la microcavité. Ce premier faisceau laser
permet de créer une population de polaritons. Le deuxième faisceau, L2, a
une énergie suffisante pour être absorbé dans le puits quantique de type II.
Les électrons et les trous créés lors de l’absorption de ce faisceau sont alors
spatialement séparés : les trous restent dans le puits quantique de type II,
alors que les électrons relaxent dans le puits quantique de type I. Le principe
de fonctionnement des puits quantiques de type mixte est présenté plus en
détail dans le chapitre 3, chapitre dans lequel la zone active de notre propre
cavité est étudiée. En conclusion, dans cette structure, une concentration
variable d’électrons, proportionnelle à la puissance du faisceau laser de haute
énergie peut être injectée optiquement dans le puits quantique de type I.

Dans un premier temps, le groupe d’E. Cohen a montré que les électrons
ont un effet important sur les relations de dispersion [86, 87]. En effet, en
présence d’un gaz d’électrons, l’exciton chargé X−, également appelé trion,
acquiert une force d’oscillateur suffisante pour passer en régime de couplage
fort. Une nouvelle branche de polaritons apparâıt, qui est une superposition
d’état du photon, de l’exciton, et du trion.

L’étude des collisions polariton-électron commence en 2002 avec un ar-
ticle de Ramon [85]. À partir de mesures de réflectivité, ce dernier montre
que les raies de polaritons sont élargies en présence d’un gaz d’électrons,
et peuvent être décrites en supposant un exciton élargi par les collisions
exciton-électron, puis en considérant le couplage de cet exciton au mode de



76 Chapitre 2. Recherche d’une stimulation de la relaxation des polaritons

la microcavité. Dans ce travail, les interactions polariton-électron sont mises
en évidence par leur effet sur les largeurs de raies, et leur importance sur la
relaxation des polaritons n’est pas abordée.

Qarry est la première à rapporter, en 2003, une augmentation de la
relaxation des polaritons en présence d’un gaz d’électrons [83]. Sur la figure
2.10(c) est tracée la relation de dispersion des polaritons. Les 4 branches ob-
servées proviennent du couplage fort entre 1 mode de cavité et 3 résonances
excitoniques : l’exciton de trou lourd, neutre et chargé, et l’exciton de trou
léger.

Les spectres expérimentaux obtenus font l’objet de la figure 2.10(a). L’ex-
citation lumineuse est résonnante avec la branche notée P4, et la lumines-
cence des branches P1 et P2 est intégrée sur une plage angulaire de 28̊ ,
marquée en gris sur la figure, le paramètre IL2 reporté étant proportion-
nel à la densité ne d’électrons injectés. Plus cette densité est importante,
plus l’intensité de luminescence de la zone observée est forte, augmentant
d’un facteur de l’ordre de 10 entre la plus faible et la plus forte densité
observée. Qarry établit que l’augmentation de la luminescence provient
d’une meilleure relaxation des polaritons en présence du gaz d’électrons.
Les différents canaux de relaxation envisageables entre l’état dans lequel les
polaritons sont créés et l’ensemble des états détectés sont marqués par des
flèches sur la figure 2.10(c). Ces différents canaux de relaxation sont uti-
lisés pour construire un modèle reproduisant qualitativement les spectres
observés (Figure 2.10(b)).

Des constatations similaires sont faites à d’autres désaccords. L’inten-
sité de photoluminescence dans la zone sélectionnée augmente d’un ordre
de grandeur en présence du gaz d’électrons, puis sature lorsque la densité
d’électrons s’approche de la densité d’écrantage du couplage fort.

Dans l’étude de Qarry, la luminescence est intégrée sur une large plage
angulaire et il n’est pas possible de déterminer la contribution de chacun
des états à la raie de luminescence observée. Dans un travail ultérieur,
Lagoudakis [63] étudie spécifiquement l’augmentation de la luminescence
dans l’état k‖ = 0, en sélectionnant angulairement l’émission de la cavité.
L’influence des électrons sur la relaxation est mesurée par le facteur d’am-
plification de la luminescence η, défini comme le rapport

η =
PL(L1 + L2) − PL(L2)

PL(L1) + PL(L2)
, (2.3)

où PL(L1), PL(L2) et PL(L1 + L2) désignent les intensités de photolumi-
nescence en présence du faisceau laser L1 seulement, du faisceau laser L2

seulement ou des deux faisceaux simultanément. Lagoudakis montre que
η dépend du désaccord exciton-photon, comme nous pouvons le voir sur la
figure 2.11 : alors que l’on a η = 0 pour δ = 0, η augmente vers les désaccords
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Fig. 2.10 – (a) Spectres de photoluminescence observés à δ = −4 meV.
(b) Spectres de photoluminescence calculés pour différentes densités ne. (c)
Relations de dispersion résultant du couplage fort du photon avec les trions
(X−), les excitons de trou lourd (X) et les excitons de trou léger (Xlh). La
zone de détection est marquée par une bande grise. Figure extraite de [83].
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Fig. 2.11 – Amplification de la photoluminescence en k‖ = 0 en fonction du
désaccord exciton-photon. Figure extraite de [63].

négatifs, jusqu’à une valeur maximale de η ≈ 40% à un désaccord optimal
de δ = −15 meV.

La valeur obtenue semble en contradiction avec l’augmentation d’un fac-
teur 10 observée par Qarry sur le même échantillon. Pour estimer l’aug-
mentation maximale de la luminescence, il est nécessaire d’estimer la densité
maximale d’électrons, c’est à dire celle au delà de laquelle l’exciton est en ré-
gime de couplage faible. Pour estimer cette densité maximale, Lagoudakis

s’est placé en δ = −15.5 meV, et a pris comme critère le décalage vers le
rouge de la raie excitonique. Ce décalage vers les basses énergies est in-
terprété comme la signature du passage en couplage faible, alors que nous
pensons qu’il s’agit de l’apparition du trion dans les spectres de photolumi-
nescence. Ainsi, les mesures de Lagoudakis sont probablement effectuées
à relativement basse densité d’électrons, ce qui permettrait de comprendre
la différence entre les deux expériences.

Lagoudakis observe de plus qu’en présence d’une intensité constante du
laser L2 injectant les électrons, la largeur de raie de l’exciton diminue avec
la température. Nous verrons que cette baisse s’explique plus probablement
par la baisse de la densité d’électrons elle-même lorsque l’on augmente la
température que par une baisse de l’efficacité des collisions polariton-électron
dans la relaxation.

2.5 Conclusion

Au début de cette thèse, le problème du goulet d’étranglement de la
relaxation est clairement identifié. Les interactions des polaritons avec les
phonons comme les interactions polariton-polariton sont trop peu efficaces
pour permettre une condensation de Bose-Einstein des polaritons [15]. Une
proposition de G. Malpuech [67] est à l’origine d’un renouveau du sujet :
il prédit en effet que les collisions polariton-électron sont suffisamment effi-
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caces pour stimuler la relaxation et permettre à la population de polaritons
d’atteindre l’équilibre thermique.

Les premières expériences réalisées sur une microcavité contenant un
gaz d’électrons [83, 63] montrent qu’effectivement, une forte augmentation
de l’intensité de luminescence est observée en présence du gaz d’électrons,
mais sans montrer quantitativement comment le goulet d’étranglement de
la relaxation est réduit, ni si l’équilibre thermique est effectivement atteint.

Dans ce travail de thèse, nous poursuivons ces premières études de la re-
laxation des polaritons. Nous nous sommes en particulier attachés à quanti-
fier la redistribution de la population de polaritons en présence du gaz d’élec-
trons (Chapitre 4), ainsi qu’à étudier la dynamique de relaxation des pola-
ritons (Chapitre 5). Avant de s’intéresser aux collisions polariton-électron
proprement dites, il nous est apparu nécessaire de vérifier que l’on injecte
effectivement des électrons dans la structure et de quantifier la densité d’élec-
trons en fonction de la puissance du laser HeNe. Cette étude est présentée
en détails dans le prochain chapitre.



80 Chapitre 2. Recherche d’une stimulation de la relaxation des polaritons



Chapitre 3

Photoinjection d’un gaz
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3.1 Introduction

En vue de contrôler la densité d’électrons injectés dans une microcavité
en régime de couplage fort, nous avons réalisé et étudié des puits quan-
tiques dits puits quantiques de type mixte type-I type-II, dans lesquels les

81
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électrons sont injectés optiquement. Ces structures ont été choisies en rai-
son des avantages pratiques qu’elles possèdent comparées à des structures à
dopage chimique :

1. Les puits quantiques de type mixte permettent d’avoir accès à de
faibles densités d’électrons (∼ 108 cm−2), de sorte que l’exciton ne
soit pas écranté. Le régime de faible dopage est en revanche beau-
coup plus difficile à contrôler dans le cas de puits quantiques à dopage
chimique.

2. Dans un puits quantique à dopage chimique, la densité d’électrons peut
être contrôlée grâce au champ électrique créé par une grille métallique,
lequel modifie les fonctions d’ondes des électrons et des trous. Une
première conséquence est que l’énergie de l’exciton et donc le désaccord
exciton-cavité sont modifiés. Simultanément, le couplage de l’exciton
avec le mode de la cavité est diminué. Ce sont donc les deux paramètres
clés du couplage fort exciton-photon qui sont modifiés lorsque l’on
change la densité d’électrons.

Nous avons donc opté pour une méthode entièrement optique de contrôle
de la densité d’électrons. Cette méthode a été présentée pour la première
fois par le groupe de P. Dawson [24, 34], et celui de E. Cohen [86] a été
le premier à l’utiliser dans une microcavité en régime de couplage fort.

Une des problématiques de ces structures est la mesure des faibles den-
sités d’électrons mises en jeu. Différents effets ont été utilisés à cette fin :
Manassen et ses collaborateurs [70] et Esser et ses collaborateurs [30]
supposent l’équilibre entre les populations d’excitons et d’excitons chargés :
X + e− ⇋ X−. Conformément à la loi d’action de masse, cet équilibre est
déplacé vers la droite lorsque l’on augmente la densité d’électrons. On peut
alors déduire la densité du gaz d’électrons à partir du rapport nX/nX− .
Une autre possibilité est d’exploiter la polarisation du gaz d’électrons sous
champ magnétique [4], qui atteint 100% lorsque le champ magnétique dé-
passe la valeur critique Efermi/gµB (voir la Figure 3.1). La polarisation du
gaz d’électrons peut être “lue” à partir de l’émission du trion et sa mesure
en fonction du champ magnétique permet d’extraire l’énergie de Fermi et
donc la densité d’électrons. Nous avons pour notre part utilisé deux autres
méthodes, la modélisation des raies de luminescence [40] et l’effet Raman
électronique qui permettent également de mesurer l’énergie de Fermi à forte
densité. En extrapolant linéairement ces mesures vers les basses densités,
nous avons comparé ces méthodes à celle basée sur l’équilibre entre X et
X−.

Le présent chapitre détaille la façon dont nous avons mis en évidence
l’injection optique des électrons ainsi que la mesure des densités d’électrons
dans notre échantillon. Notons que pour obtenir les résultats expérimentaux
présentés ici, nous avons isolé la zone active de la microcavité 32A21 étudiée
tout au long de cette thèse et décrite dans l’annexe A. Le miroir supérieur
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Fig. 3.1 – Polarisation d’un gaz d’électrons soumis à un champ magnétique.
Les relations de dispersion sont tracées pour les deux niveaux de spin, notés
|↑〉 et |↓〉. Sur la figure de gauche, le champ magnétique est suffisamment
faible pour que les deux niveaux soient peuplés. Sur la figure de droite, seul
le niveau |↓〉 est peuplé et la polarisation atteint 100 %. La mesure du taux
de polarisation du gaz d’électrons en fonction du champ permet donc de
mesurer l’énergie de Fermi de la structure [4].

de la cavité a été gravé sur une partie de l’échantillon, ce qui nous permet
d’étudier exactement l’échantillon dans lequel a lieu le couplage fort lumière
matière tout en s’affranchissant des effets de cavité. La section 3.2 présente
le principe de l’injection optique d’électrons ainsi que les différents niveaux
d’énergie d’électrons et de trous présents dans notre structure. Dans la sec-
tion 3.3, nous montrons la caractérisation de l’échantillon à faible densité
d’électrons, lorsque les spectres de luminescence sont dominés par les effets
excitoniques et nous évaluons la densité d’électrons. A plus forte densité
d’électrons, le gaz d’électrons est dégénéré et les spectres de luminescence
sont ceux d’un plasma de paires électrons-trous. La section 3.4 détaille la
modélisation des spectres de luminescence dans ce régime de plus forte den-
sité, ce qui nous permet d’extraire l’énergie de Fermi du gaz d’électrons. La
comparaison de ce modèle avec des mesures par effet Raman électronique
réalisée par B. Jusserand sur le même échantillon montre un excellent ac-
cord entre les deux méthodes. Puis nous quantifions l’efficacité de l’injection
des électrons lorsque la zone active est en cavité et lorsque la température
est variée (section 3.5). Pour finir, nous comparons les différentes méthodes
de mesure de la densité.

3.2 Transfert d’électrons entre puits quantiques

Grâce à une utilisation “subtile” des bandes de conduction de l’AlAs et
du GaAs, il est possible de transférer des électrons d’un puits quantique
étroit à un puits quantique large. La figure 3.2 montre les bandes de valence
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Fig. 3.2 – Bandes de valence et de conduction de l’AlAs et du GaAs le
long de l’axe (ΓX). L’énergie nulle correspond à un électron dans le vide.
Les lignes horizontales montrent l’énergie des niveaux d’électrons et de trous
confinés en Γ dans le puits quantique étroit (26 Å) de notre structure.

et de conduction des deux matériaux massifs le long de l’axe (ΓX) de la
zone de Brillouin. Comme on peut le voir sur cette figure, l’état Γc

AlAs a une
énergie plus élevée que le niveau correspondant dans le GaAs : Γc

GaAs. Ainsi,
dans une hétérostructure GaAs/AlAs, au point Γ de la zone de Brillouin,
le GaAs est un puits pour les électrons et l’AlAs est une barrière. Mais ce

rôle est inversé dans la vallée X, comme le montre la figure 3.2. C’est alors
l’AlAs qui est un puits quantique pour les électrons et le GaAs qui est une
barrière.

Tant que le niveau Γc
GaAs reste le niveau le plus bas dans toute la struc-

ture, les électrons relaxent préférentiellement vers celui-ci et sont donc confi-
nés dans la couche de GaAs. La situation est en revanche très différente
lorsque l’on considère un puits quantique AlAs/GaAs/AlAs. Dans ce cas,
l’énergie de confinement du puits quantique s’ajoute à l’énergie du matériau
massif et, si le puits quantique est suffisamment étroit, le niveau Γc

GaAs forte-
ment confiné peut passer au-dessus du niveau Xc

AlAs. Lors de leur relaxation,
les électrons ne restent donc pas confinés dans le GaAs, qui ne se comporte
comme un puits quantique que pour les trous.
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Fig. 3.3 – Structure de bande de la couche active de la microcavité 32A21 le
long de l’axe de croissance. Deux puits quantiques étroits (26 Å) encadrent
le puits quantique large (200 Å). Les traits plus épais montrent les niveaux
confinés calculés par une méthode de masse effective. Une cascade de niveaux
permet à un électron créé dans le puits quantique étroit de relaxer efficace-
ment (par émission de phonons optiques) vers le puits quantique large.

La structure de bande de la zone active de notre microcavité 32A21 est
représentée sur la Figure 3.3. La figure 3.4 montre la relation de dispersion
de la structure calculée par J. M. Jancu par une méthode de liaisons fortes.
D’après ce calcul, le niveau Γ du puits quantique étroit se trouve 50 meV
au-dessus des niveaux X de la barrière, qui eux-mêmes se trouvent 220 meV
au dessus du niveau Γc du puits quantique large. Le transfert d’un électron
de l’un des deux puits quantiques étroits vers le puits quantique large peut
donc se faire simplement par émission de phonons optiques, ce qui est un
mécanisme très efficace. Il est en effet mentionné dans la littérature des
temps subpicoseconde [34] pour le transfert Γ → X, et de l’ordre de 30 ps
[31] pour le transfert suivant X → Γ. Un tel transfert rapide n’existe pas
pour les trous, et la seule possibilité de relaxation des trous dans le puits
quantique large est par effet tunnel à travers la barrière d’AlAs. Lorsque des
paires électron-trou sont créées optiquement, un gaz d’électrons se forme
dans le puits quantique large et un gaz de trous dans les puits quantiques
étroits. Le temps de vie de ces gaz de porteurs est très long et gouverné par
le temps tunnel des trous.

Voyons par exemple quel est l’effet d’un faisceau laser Hélium-Néon,
qui est d’énergie suffisante (EHeNe = 1.96 eV) pour être absorbé dans les
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puits quantiques étroits. Notons A le coefficient d’absorption de ces puits
quantiques et PHeNe la densité de puissance du laser HeNe, et analysons
l’ordre de grandeur de la densité ne d’électrons transférés. Sous excitation
continue, le flux de photons absorbé : A PHeNe/EHeNe est égal au flux de
trous traversant la barrière par effet tunnel, pour se recombiner avec les
électrons contenus dans le puits large. La densité de trous dans le puits
étroit est égale à ne et le temps caractéristique du transfert, noté τtunnel, est
de l’ordre de 10−4 s [34, 25, 66]. L’égalité entre le flux de photons absorbés et
le flux de trous traversant la barrière par effet tunnel nous donne la densité
d’électrons :

A
PHeNe

EHeNe
=

ne

τtunnel
(3.1)

⇒ ne =
A PHeNe τtunnel

EHeNe
. (3.2)

D’autre part, une partie du faisceau laser est également absorbée dans
le puits quantique large où il crée une densité nX d’excitons. Le coefficient
d’absorption du puits large est du même ordre de grandeur que A, et pour
simplifier notre analyse, nous supposerons que ces coefficients d’absorption
sont égaux. De la même façon que précédemment, on a :

A
PHeNe

EHeNe
=
nX

τX
(3.3)

⇒ nX

ne
=

τX
τtunnel

, (3.4)

où τX est le temps de vie des excitons dans le puits large. Comme τX est de
l’ordre de la centaine de picoseconde, soit environ 6 ordres de grandeurs infé-
rieur à τtunnel, la densité d’excitons créée par le laser HeNe sera négligeable
devant la densité d’électrons.

En revanche, si l’on ajoute un faisceau laser Titane-Saphir d’énergie plus
faible que la bande interdite des puits quantiques étroits, celui-ci ne crée que
des excitons et le rapport précédent devient

nX

ne
=

τX
τtunnel

PT iSa

PHeNe
. (3.5)

Cette structure nous permet donc de faire très simplement varier les densités
d’électrons et d’excitons dans le puits large : un laser HeNe de faible intensité
injecte des électrons et un laser TiSa injecte des excitons.

3.3 Estimation de ne à faible densité

3.3.1 Description des spectres de luminescence

La Figure 3.5 montre l’évolution des spectres de photoluminescence de
la zone active de notre microcavité 32A21 à T = 15 K en présence des deux
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ET iSa = 1.64 eV. Dans l’insert, la puissance du laser HeNe est variée jusqu’à
PHeNe = 10 W.cm−2.
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Fig. 3.6 – Intensité des raies d’exciton (X) et de trion (X−) en fonction de la
puissance du laser HeNe. T = 15 K et PT iSa = 30W.cm−2. Les deux courbes
sont des ajustements correspondant au modèle développé au § 3.3.3.

faisceaux lasers. Le laser TiSa, de puissance PT iSa = 30 W.cm−2 permet
d’augmenter la luminescence de la zone active, tandis que la puissance du
laser HeNe est variée afin d’injecter plus ou moins d’électrons.

Les spectres à basse puissance montrent deux raies fines, notées X et
X− et attribuées respectivement à la recombinaison de l’exciton et du trion,
comme nous allons le voir au § 3.3.2. Nous trouvons une énergie de liaison
du trion de 1.4 meV, en accord avec la littérature sur le sujet (1 meV pour
un puits quantique de 250 Å [29], 1.2 à 1.3 meV pour des puits quantiques
de 200 Å [37, 70]). Les largeurs de raies du trion et de l’exciton sont de 0.6
et 0.5 meV respectivement, montrant la très grande qualité de l’échantillon.

Lorsque l’on augmente la puissance du laser HeNe, l’intensité de la raie
de trion augmente et celle de la raie d’exciton diminue (Figure 3.6), montrant
que l’on a de plus en plus de trions dans notre système. Lorsque l’on continue
d’augmenter l’intensité de ce laser, la raie haute énergie disparâıt complè-
tement, puis la raie basse énergie s’élargit fortement. A cette puissance, la
densité d’électrons devient suffisamment forte pour que les interactions entre
électrons et trous soient écrantées, et l’on voit alors la recombinaison d’un
plasma de paires électron-trou. Ce régime est exploré plus en détails dans la
partie suivante (§ 3.4).
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Fig. 3.7 – Photoluminescence (traits fins) et excitation de la photolumi-
nescence (traits larges) en présence des deux faisceaux. Le spectre de lu-
minescence correspondant à PHeNe = 0 a été divisé par 4. T = 4 K. Pour
l’excitation de la photoluminescence, l’énergie de détection est Edetect =
1525.5 meV.

3.3.2 Excitation de la photoluminescence

L’identification des raies est réalisée en comparant les spectres de pho-
toluminescence à ceux d’excitation de la photoluminescence (PLE). Les
spectres de PLE sont montrés sur la Figure 3.7. En l’absence du laser HeNe la
raie X se retrouve sur les spectres de PLE, accompagnée des autres traits ca-
ractéristiques d’une raie excitonique, notamment l’exciton de trou léger qui
forme une résonance à 5 meV de l’exciton de trou lourd. A plus haute éner-
gie, l’absorption augmente progressivement, correspondant au continuum
d’absorption du puits quantique. La raie X est donc attribuée à l’exciton.

En présence du laser HeNe, la raie notée X− dans les spectres de lu-
minescence se retrouve à la même énergie dans les spectres de PLE. Peu
visible lorsque la puissance du laser HeNe est faible, l’intensité de la raie X−

augmente avec la puissance du laser HeNe. Sur la figure 3.8 nous montrons
que l’intensité normalisée de cette raie est proportionnelle à PHeNe. La force
d’oscillateur de la raie X− est donc proportionnelle à PHeNe.

Ce résultat est compatible avec l’attribution de cette raie au trion. En
effet, on peut montrer que la force d’oscillateur du trion est linéaire avec la
densité d’électrons [28]. Ceci peut se comprendre par le raisonnement simple
suivant. La création d’un trion par absorption du faisceau laser correspond à
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Fig. 3.8 – Dans les spectres d’excitation de photoluminescence de la fi-
gure 3.7, l’aire intégrée de la raie de trion est normalisée par l’aire totale du
spectre. Le résultat, tracé ici, est proportionnel à la force d’oscillateur du
trion.

la transition, notée (e, k‖) → (X−, k‖), entre l’état où un électron de vecteur
d’onde k‖ est présent dans le puits quantique et l’état où l’électron a été rem-
placé par un trion de même vecteur d’onde. Lorsque le puits quantique ne
contient pas d’électrons, l’état initial est vide et l’absorption à l’énergie de la
transition trionique est nulle. Si l’on tient compte des facteurs d’occupation
dans les états (e, k‖) et (X–, k‖), la probabilité d’absorption devient propor-
tionnelle à fe,k‖

· (1 − fX–,k‖
). Le terme (1 − fX–,k‖

) provient du principe de
Pauli pour le trion : si l’état (X–, k‖) contient déjà un trion, l’absorption sera
nulle car il est impossible d’en créer un deuxième dans le même état. Dans
les conditions expérimentales étudiées ici, la densité de trions reste faible,
de sorte que l’on peut raisonnablement faire l’approximation fX–,k‖

≪ 1. La
probabilité d’absorption et la force d’oscillateur de la transition sont donc
proportionnelles à fe,k‖

∝ ne. Le calcul du coefficient de proportionnalité
entre la force d’oscillateur du trion et la densité d’électrons a été réalisé à
partir des équations de Bloch des semiconducteurs dans le cas d’un fil quan-
tique [28], mais n’est malheureusement pas disponible à l’heure actuelle pour
un puits quantique. Pour conclure, la variation en intensité de la raie X−

avec PHeNe, ainsi que sa position en énergie permettent de l’attribuer au
trion.

Il est étonnant de voir apparâıtre la raie X− même en l’absence du laser
HeNe, et ce comportement a déjà été observé sur des puits quantiques de
type mixte par d’autres groupes [70]. L’échantillon étant nominalement non
dopé, la formation de trions est en effet très peu probable. Une étude en
fonction de la puissance du laser TiSa (voir la Figure 3.9 (a), où nous varions
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PT iSa en gardant PHeNe = 0) montre que la raie X− disparâıt totalement
lorsque l’on diminue la puissance. Cette raie a donc un comportement non
linéaire avec la puissance du laser TiSa.

Nous avons envisagé deux possibilités pour expliquer le comportement
de cette raie : soit elle est due à des biexcitons formés dans le puits quan-
tique large (dans cette hypothèse, l’énergie de liaison des biexcitons est la
même que celle des trions et les deux raies sont confondues), soit le laser
TiSa injecte lui aussi des électrons. Les spectres d’excitation de la photo-
luminescence de la Figure 3.9 (b), réalisés en maintenant PHeNe = 0, nous
permettent d’éliminer la première hypothèse. Si la formation d’un biexciton
était possible, on devrait en effet observer une résonance lorsque le laser est
exactement entre le pic de luminescence de l’exciton et celui du biexciton,
et correspondant à la situation où deux photons sont absorbés pour former
un biexciton. Or nous voyons sur ces spectres deux résonances séparées par
1.4 meV, soit exactement la même énergie que l’énergie de liaison du trion.
D’autre part, dans un autre échantillon contenant un puits quantique large
mais pas de puits quantique étroit, et de la même quantité que celui étudié
ici, nous n’observons pas de raie à l’énergie du trion. Il existe donc bien une
injection d’électrons par le laser TiSa.
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La quantité d’électrons injectée par le laser TiSa reste toutefois très
faible en comparaison avec celle injectée par le laser HeNe. Si l’on regarde
par exemple à quelle puissance les intensités des raies X et X− sont égales, on
obtient PHeNe ≈ 0.5 mW.cm−2 lorsque les électrons sont injectés par le laser
HeNe et PT iSa ≈ 3 W.cm−2 lorsqu’ils sont injectés par le laser TiSa, soit une
efficacité 6000 fois plus faible du laser TiSa pour injecter des électrons. On
est donc amené à penser à une absorption à deux photons de ce laser dans
le puits quantique étroit. À cause de l’injection d’électrons par le faisceau
du laser TiSa, la densité d’électrons et celle d’excitons ne peuvent plus être
réglées de manière indépendante. Nous verrons par la suite que ce problème
peut être résolu en travaillant à suffisamment haute température (15 K).

3.3.3 Modélisation des intensités de trion et d’exciton

Nous modélisons les spectres de luminescence à basse densité des fi-
gures 3.5 et 3.6 en supposant l’équilibre thermodynamique entre excitons et
trions donné par la loi d’action de masse [30, 70, 111] :

X + e− ⇋ X−

nXne

nX−
= K(T ) = 4

Λ2
X−

Λ2
XΛ2

e

exp(−BX−/kBT ) . (3.6)

Les différents Λ entrant dans cette équation sont les longueurs d’onde ther-
miques dépendant de la masse des particules : Λ = ~

√
2π/mkBT , et le

facteur 4 provient de la prise en compte des états de spin du système. La
constante d’équilibre est représentée sur la figure 3.11 et vaut :

K(T ) =
2kBT

π~2

memX

mX−
exp(−BX−/kBT ) , (3.7)

où l’énergie BX− = 1.4 meV est l’énergie de liaison du trion.
En régime stationnaire, les densités de trions et d’excitons sont reliées

aux intensités de photoluminescence IX− et IX par :

IX =
nX

τX
, IX− =

nX−

τX−

, (3.8)

où τX et τX− sont les temps de vie radiatif de l’exciton et du trion. Ces
temps de vie ont été mesurés grâce à la caméra à balayage de fente, et valent
τX = 700 ps et τX− = 300 ps (la mesure est présentée dans le chapitre 5).
À l’aide des équations 3.6 et 3.8, nous pouvons alors mesurer la densité
d’électrons :

ne = K(T )
nX−

nX
= K(T )

τX−

τX

IX−

IX
. (3.9)

La figure 3.10 montre le rapport des intensités de luminescence déduit
des spectres expérimentaux à T = 15 K, ainsi que la mesure de la densité
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Fig. 3.10 – Rapport des intensités des raies X et X− en fonction de la
puissance du laser HeNe. T = 15 K et PT iSa = 30 W.cm−2.

d’électrons en fonction de PHeNe. Nous voyons que, au-dessus de PHeNe =
50 mW.cm−2, ne est proportionnelle à la puissance du laser HeNe et vaut :

ne(cm−2) = 1.4 × 108 PHeNe(mW.cm−2) . (3.10)

La proportionnalité entre ces deux grandeurs signifie que dans cette gamme
de puissance :

– l’injection d’électrons par le laser TiSa est négligeable,
– nX− est négligeable devant ne. En effet, la formation de X− nécessite

un électron supplémentaire par rapport à celle de X, et tend à diminuer
ne.

Comme nous le voyons sur la figure 3.10, ces propriétés sont d’autant mieux
vérifiées que la puissance du laser HeNe est importante.

À T = 4 K, la constante d’équilibre K(T ) vaut K = 2.8 × 108 cm−2.
Toutefois à cette température, K varie beaucoup avec T : à 6 K, la constante
K est déjà 6 fois plus importante et vaut K = 1.6×109 cm−2 (cf. figure 3.11).
En conséquence, les mesures de densité électronique sont beaucoup plus
incertaines et varient entre

ne(cm−2) = 8 × 108PHeNe(mW.cm−2) , (3.11)

et ne(cm−2) = 5 × 109PHeNe(mW.cm−2) . (3.12)

L’analyse des raies de photoluminescence X/X− ne permet donc de mesurer
la densité d’électrons de manière fiable que lorsque la température est suffi-
samment élevée.
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Fig. 3.11 – Variation avec la température de la constante d’équilibre entre
excitons et trions.

Pour aller plus loin dans l’analyse des intensités de photoluminescence,
nous supposons que l’intensité totale, Itot = IX +IX− est une constante fixée
par la puissance du laser TiSa. Nous négligeons donc toutes les variations
de l’intensité totale qui pourraient provenir de la présence du faisceau laser
HeNe. À partir des relations 3.9 et 3.10, nous trouvons que

nX =
τX

1 + x
Itot , IX =

1

1 + x
Itot , (3.13)

nX− =
x τX−

1 + x
Itot , IX− =

x

1 + x
Itot , (3.14)

où
x =

τX
τX−

ne

K(T )
= 1.5 × 10−2 PHeNe(mW.cm−2) . (3.15)

Nous avons représenté nX et nX− sur la figure 3.12(a), et IX et IX− sur la
figure 3.12(b). Nous voyons que ce modèle est en bon accord avec les mesures
expérimentales de IX et de IX− issues des spectres de photoluminescence.
Pour conclure sur les apports de notre modélisation des intensités des raies,
notons que celle-ci nous permet d’une part de vérifier qu’excitons et trions
sont bien en équilibre, et d’autre part de mesurer la densité d’électrons tout
en vérifiant que celle-ci est bien proportionnelle à PHeNe.

3.4 Estimation de ne à forte densité

Nous passons maintenant à l’étude de la photoluminescence lorsque le
gaz d’électrons est dégénéré.
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3.4.1 Description des spectres de luminescence

La Figure 3.13 montre l’évolution des spectres de photoluminescence à
T = 2 K en fonction de PHeNe. Ces spectres ont été obtenus en collaboration
avec B. Jusserand, qui a également analysé le signal Raman provenant de
la diffusion du faisceau laser TiSa. Cette analyse est présentée plus loin
dans le chapitre et comparée à une analyse des raies de luminescence. Sur la
figure, les spectres de photoluminescence sont tracés en échelle logarithmique
de manière à faire ressortir leur forme particulière : un flanc basse énergie
caractérisé par une pente et un flanc haute énergie caractérisé par deux
pentes. La valeur de ces trois pentes reste sensiblement inchangée lorsque
l’on varie la puissance du laser HeNe, et c’est essentiellement la largeur de
la raie qui augmente avec PHeNe.

La photoluminescence des puits quantiques en présence d’un gaz d’élec-
trons de forte densité a été étudiée de manière extensive à la fin des années
1980 sur des échantillons à dopage chimique. Les trois pentes que nous obser-
vons sont donc aujourd’hui bien comprises. Pour les expliquer, la Figure 3.14
représente schématiquement la structure de bande du puits large et montre
la recombinaison verticale d’un électron d’énergie Ee et d’un trou d’énergie
Et en un photon d’énergie E = Eg+Ee+Et et de vecteur d’onde négligeable.
Dans le régime que nous considérons, la densité d’électrons injectés dans le
puits quantique large est suffisante pour que les excitons soient écrantés.
Le régime de recombinaison bande à bande est donc établi et le niveau de
Fermi des électrons Ef est à l’intérieur de la bande de conduction. Le flanc
basse énergie de la raie de photoluminescence correspond à une énergie de
transition E telle que E ≃ Eg. On a alors Ee ≃ Et ≃ 0. Le flanc n’est pas
abrupt à cause de l’élargissement inhomogène du puits quantique. Tant que
Ee reste inférieure à Ef , les facteurs d’occupation des niveaux électroniques
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sont quasiment égaux à 1, et la variation du signal avec l’énergie correspond
à la baisse du nombre de trous disponibles pour la recombinaison (la den-
sité de trous est trop faible pour faire ressortir leur caractère fermionique
et la distribution de leur population est boltzmanienne). Enfin, la troisième
pente survient lorsque l’on a dépassé le niveau de Fermi. La population des
électrons ainsi que le signal diminuent alors rapidement. On peut dès lors
interpréter la largeur de plus en plus grande de ces spectres par une aug-
mentation similaire de l’énergie de Fermi.

3.4.2 Modélisation des formes de raie à forte densité

Description du modèle

Nous modélisons donc la forme des spectres de photoluminescence selon
un modèle issu de la référence [17] : le signal de luminescence à l’énergie
E provient de la recombinaison d’électrons et de trous de vecteurs d’onde
opposés k et −k, où k est tel que

~
2k2

2mc
+ Eg +

~
2k2

2mv
= E (3.16)

où mc et mv sont les masses effectives des électrons et des trous respective-
ment.
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Le calcul de la structure de bande par un modèle de liaisons fortes, réalisé
par J. M. Jancu, (voir Figure 3.15) permet de valider notre hypothèse de
bande parabolique pour les trous lourds au voisinage de k‖ = 0. Les masses
effectives considérées sont alors : mc = 0.067m0 et mv = 0.2m0, où m0 est
la masse de l’électron libre. Nous avons cependant constaté que les spectres
de luminescence ne pouvaient être ajustés que si l’on considère une masse
du trou lourd plus importante que celle calculée théoriquement. Pour cette
raison, on note mv = α × 0.2m0, où α est un paramètre ajustable qui sera
déterminé par l’ajustement des spectres. α sera toujours trouvé supérieur
à 1, ce que nous interprétons en terme de localisation des trous à basse
température (tant que kBT est inférieur au potentiel de localisation des
trous).

En résolvant l’équation 3.16 par rapport à k, on trouve qu’une transition
à l’énergie E fait intervenir des électrons et des trous aux énergies suivantes :

Ee =
~2k2

2mc
=

mv

mc +mv
(E − Eg) , (3.17)

Et =
~

2k2

2mv
=

mc

mc +mv
(E − Eg) . (3.18)

Pour les faibles valeurs de k considérées ici, l’élément de matrice de l’in-
teraction dipolaire électrique ne dépend pas de k, et le taux de recombinaison
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donnant lieu à un élargissement inhomogène σE.

par émission spontanée est proportionnel à :

I(E) ∝ ρjointe(E)fe(Ee)ft(Et) (3.19)

Ici, ρjointe(E) désigne la densité d’états jointe, c’est à dire le nombre de
transitions optiques par unité d’énergie et de surface du puits quantique, et
fe et ft sont les facteurs d’occupation des états d’électrons et de trous. En
l’absence de désordre d’interface ou d’alliage, le puits quantique est véritable-
ment invariant sous l’action des translations dans le plan du puits quantique
et la densité d’états jointe ρjointe(E) est proportionnelle à Θ(E − Eg), Θ
désignant la fonction de Heaviside.

Si en revanche les interfaces sont rugueuses, le gap peut être modélisé par
une variable aléatoire suivant une loi de probabilité gaussienne, d’écart-type
2σE et dont la moyenne est notée Eg. La densité d’états jointe ρjointe(E)
sera alors donnée par la convolution de la fonction Θ valable pour un puits
parfaitement lisse avec cette loi de probabilité gaussienne. Le résultat est
proportionnel à 1 + erf(

E−Eg

2
√

2σE
) qui est une primitive de la gaussienne (voir

Figure 3.16 et Ref [17]). Nous supposons qu’un équilibre thermodynamique
s’est établi entre les différents points de l’échantillon correspondant à diffé-
rentes valeurs du gap. Autrement dit, nous supposons que le potentiel chi-
mique est constant dans la structure. La population d’électrons peut alors
être décrite par une distribution de Fermi-Dirac, de température T et de
potentiel chimique µ, tandis que la faible densité de trous est décrite par
une distribution de Boltzmann de même température. Finalement, la forme
des spectres de luminescence peut être décrite avec la fonction suivante [40] :

I(E) = A

[
1 + erf(

E −Eg

2
√

2σE

)

]
1

exp( mc

mc+mv

E−Eg

kBT )

1

1 + exp(
mv

mc+mv
(E−Eg)−µ

kBT )

(3.20)
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Fig. 3.17 – Spectres simulés pour différentes valeurs des paramètres de
l’équation 3.20. (a) Variation du potentiel chimique des électrons de 0 à
6 meV. Les spectres en traits fins et en tiretés sont translatés à partir du
spectre correspondant à un potentiel chimique nul. (b) Variation de σE de
0.35 à 0.75 meV par pas de 0.1 meV. (c) Variation de T de 2 à 8 K. (d)
Variation de α de 0.5 à 2.

Notons que l’on pourrait envisager une autre approche du désordre aux
interfaces, qui serait de calculer le spectre correspondant à un puits quan-
tique parfaitement lisse de gap Eg, puis de convoluer ce spectre par la loi
de probabilité gaussienne de Eg. Cette approche correspondrait au cas où
l’on n’a pas d’équilibre thermodynamique entre les régions d’épaisseurs dif-
férentes du puits quantique. A l’inverse, notre approche suppose implicite-
ment un parfait équilibre entre ces régions, puisque c’est la densité d’états

que nous convoluons avec la loi de probabilité, avant de prendre un potentiel
chimique et une température identiques dans tout le puits quantique. Étant
donné la bonne qualité de notre échantillon, la localisation des porteurs est
faible et il est tout à fait raisonnable de supposer que ceux-ci s’équilibrent
rapidement dans le plan des couches.
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Simulation de différentes conditions

Afin de comprendre qualitativement l’effet des différents paramètres de
l’expression 3.20 avec laquelle nous modélisons les spectres de photolumi-
nescence, nous envisageons ici l’effet d’une variation de chacun d’entre eux.
Notons qu’il est nécessaire de garder le gap Eg comme paramètre variable
afin de rendre compte de la renormalisation du gap en présence d’électrons.
Expérimentalement, on trouve que Eg ≃ E0

g − 0.6µ.

A Eg µ σE T α

10000 1.525 meV 4 meV 0.45 meV 6 K 2

Tab. 3.1 – Valeurs “par défaut” des paramètres du modèle, correspondant à
la courbe de référence de la Figure 3.17.

L’effet des autres paramètres est détaillé sur la Figure 3.17. En par-
tant d’une même courbe de base, correspondant aux valeurs résumées dans
le Tableau 3.1, nous avons fait varier les paramètres un par un. Sur la Fi-
gure 3.17(a), le potentiel chimique µ est varié de 0 à 6 meV par pas de 1 meV.
Comme pour les spectres expérimentaux de la Figure 3.13, une rupture de
pente est observée, indiquée par une flèche sur la figure. Cette rupture de
pente survient lorsque l’énergie Ee des électrons est égale à µ. En effet,
lorsque Ee dépasse µ, les facteurs d’occupation décroissent exponentielle-
ment de 1 à 0 comme e−Ee/kBT , donnant au spectre de photoluminescence
une pente plus forte que dans le cas Ee < µ.

L’effet de σE est montré sur la Figure 3.17(b). Ce paramètre rend compte
du désordre d’alliage et du désordre aux interfaces du puits quantique et
permet de donner une largeur finie au flanc basse énergie de la raie de pho-
toluminescence : plus σE est important, plus le flanc basse énergie sera large.

La température T contrôle la netteté de la rupture de pente au niveau de
Fermi (Figure 3.17(c)) : plus elle est élevée, moins la rupture de pente sera
nette. Ce comportement est dû au fait que la distribution de Fermi-Dirac
ne se distingue d’une distribution de Boltzmann que lorsque µ ≫ kBT .
Ainsi, si l’on garde µ constant et que l’on augmente la température, la dis-
tribution de population des électrons évolue progressivement vers une dis-
tribution de Boltzmann qui n’a pas le comportement en “marche d’escalier”
de la distribution de Fermi autour de Ee = µ, et la rupture de pente dis-
parâıt progressivement. Ce comportement est très général et se retrouvera
dans toute mesure de la densité d’électrons basée sur le potentiel chimique
(Moss-Burstein shift en absorption, effet Raman électronique, polarisation
du gaz d’électrons sous champ magnétique [4], etc. . .). Ainsi, la température
des porteurs impose une limite fondamentale à toute mesure du potentiel
chimique des électrons. En pratique, nous n’avons retenu que les valeurs
µ > 2 kBT , soit 1 meV dans les conditions de la Figure 3.17(a), sur laquelle
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PHeNe A Eg µ σE T α

3 µW 800000 1525.8 meV 2.1 meV 0.4 meV 4.2 K 2.15

15 µW 470000 1524.5 meV 4 meV 0.4 meV 4.3 K 2.10

100 µW 340000 1523.6 meV 5.5 meV 0.4 meV 4.3 K 2.15

Tab. 3.2 – Valeurs des paramètre de l’ajustement pour des puissances faible,
moyenne et forte du laser HeNe.

on peut vérifier que cette valeur correspond bien à la valeur minimale de µ
que l’on peut distinguer de µ = 0.

Enfin, α représente l’écart entre la valeur de la masse effective des trous
considérée dans l’expression 3.20 et la valeur théorique égale à 0.2m0. Dans
les spectres de photoluminescence, la masse effective et la relation de dis-
persion des trous affecte principalement la deuxième pente. En effet, celle-
ci provient de la baisse en exp(−Et/kBT ) du nombre de trous disponibles
pour la recombinaison radiative. Or pour une énergie de transition E don-
née, l’énergie Et des trous impliqués dans la transition dépend de la masse
comme le montre l’équation 3.18. On observe finalement sur la figure 3.17(d)
l’effet suivant du paramètre α : la deuxième pente s’approche de plus en plus
d’une droite horizontale lorsque α augmente.

3.4.3 Ajustement des spectres expérimentaux

La Figure 3.18 montre les spectres de photoluminescence mesurés à une
température T = 2 K pour différentes valeurs de la densité d’électrons,
ainsi que les ajustements correspondant au modèle développé précédem-
ment. L’accord entre simulation et expérience est excellent. Les valeurs des
paramètres utilisés sont résumées dans le tableau 3.2 pour trois densités
d’électrons. Dans ces ajustements, σE est constant car le désordre du puits
quantique ne change pas avec PHeNe. La température des porteurs est trou-
vée quasiment constante et le seul paramètre variant significativement avec
PHeNe est le potentiel chimique µ, qui est tracé sur la Figure 3.21, page 108
en fonction de PHeNe.

Nous remarquons que l’on a toujours α ∼ 2. Ceci est dû à la localisation
des trous dans le potentiel de désordre induit par les fluctuations d’épaisseur
du puits quantique ou le désordre d’alliage aux interfaces : une fluctuation
de ce potentiel de taille latérale L rompt la symétrie de translation dans
le système. Le vecteur d’onde n’est plus un bon nombre quantique et le
potentiel de désordre couple des états de différents vecteurs d’onde sur un
intervalle de l’ordre de 1/L. Ce mélange augmente la masse effective comme
on peut le voir dans la limite L → 0, où l’on tend vers un niveau d’énergie
constante, correspondant à une masse infinie. La localisation affecte moins
les électrons que les trous car ces derniers sont trois fois plus lourds.
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Finalement, malgré cette légère incertitude sur la structure de bande
posée par la localisation latérale des trous, notre modèle permet d’extraire
avec fiabilité les caractéristiques du gaz d’électrons : son niveau de Fermi et
sa température.

Connaissant le potentiel chimique des électrons dans notre structure,
nous pouvons alors en déduire la densité d’électrons ne. Les deux grandeurs
sont en effet liées par la condition

ne =

∫ ∞

0
ρc(E)fµ,T (E) dE , (3.21)

où fµ,T (E) est la distribution de Fermi-Dirac de température T et de po-
tentiel chimique µ. Nous avons vérifié numériquement qu’il est équivalent
de prendre dans cette expression une densité d’états constante (σE = 0) ou
de considérer la densité d’états issue de notre modèle du désordre d’alliage
(σE 6= 0). Nous écrivons donc ρc(E) = mc/π~

2. Le lien entre µ et ne est
alors donné par l’équation suivante :

ne = kBT
mc

π~2
ln

[
1 + e

µ

kBT

]
. (3.22)

Cette relation se simplifie à basse température, lorsque µ ≈ EFermi ≫ kBT :

ne ≈
mc

π~2
µ , soit (3.23)

ne(cm−2) ≈ 2.8 × 1010 µ(meV) . (3.24)

Afin de préciser la limite de validité de cette approximation, nous pou-
vons calculer la densité ne pour laquelle la valeur exacte donnée par l’équa-
tion 3.22 différera de plus de 10% de la valeur calculée par 3.23. La résolution
de cette équation : ne = 1.1mcµ/π~

2 donne µ ≈ 1.8 kBT . Puisque nos ajus-
tements ne sont sensibles au potentiel chimique que lorsque µ > 2kBT , nous
sommes donc toujours dans les conditions de la linéarité exprimée en 3.23.

Lorsque la puissance est augmentée, il apparâıt une saturation de la den-
sité d’électrons, qui ne peut dépasser ne = 1.7 × 1011cm−2, correspondant
à Ef = 6 meV. Nous avons réalisé deux autres échantillons de puits quan-
tiques de type mixte ayant la même structure nominale que l’échantillon
étudié ici. Ces échantillons ont montré que la valeur de l’énergie de Fermi à
la saturation varie d’un échantillon à l’autre : sur ces deux échantillons, l’un
sature à Ef = 18 meV et l’autre à Ef = 30 meV. L’origine de la saturation
n’est pas comprise à ce jour.

Nous avons vu qu’à basse température, il est possible d’ajuster les spectres
de photoluminescence en supposant une relation de dispersion parabolique
des trous lourds seulement. À plus forte température, nous allons voir que
la bande de trous légers est également peuplée, et qu’il est nécessaire de
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considérer le détail de la bande de valence pour rendre compte des spectres
de photoluminescence.

Sur la figure 3.20(a), nous montrons le spectre de photoluminescence du
puits quantique à T = 30 K pour PHeNe = 1 W.cm−2. Une augmentation
de l’intensité de luminescence est observée autour de 1530 meV, soit 5 meV
au dessus du pic principal. On serait tenté dans un premier temps d’attri-
buer cette caractéristique spectrale au niveau de Fermi des électrons. La
courbe (1) représente un ajustement de ce spectre par le modèle présenté
précédemment en considérant une température de 30 K et un potentiel chi-
mique µ = 5 meV. À l’évidence, cet ajustement ne parvient pas à décrire
le spectre de photoluminescence, montrant que la caractéristique observée
à 1530 meV ne provient pas de la recombinaison au niveau de Fermi. La
courbe (2) montre un ajustement considérant une distribution de Boltz-
mann des électrons et des trous lourds (µ → −∞) ainsi qu’une relation
de dispersion parabolique pour les trous. Cet ajustement parvient à rendre
compte du spectre jusqu’à E = 1529 meV. Nous pensons donc que la partie
située au-delà de cette énergie correspond à la recombinaison des électrons
avec la bande de trous légers. Ainsi, la troisième courbe considère la rela-
tion de dispersion complète de la bande de valence calculée par un modèle
de liaisons fortes. Ce modèle parvient à rendre parfaitement compte de la
forme des raies de photoluminescence en considérant une distribution de
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Fig. 3.20 – (a) Spectres de photoluminescence à T = 30 K ainsi que trois
ajustements (voir dans le texte pour les détails). (b) Densité d’états jointe
pour les recombinaisons vers la bande de trous lourds et vers la bande de
trous légers en l’absence d’élargissement inhomogène. L’insert montre les
relations de dispersion.

Boltzmann des électrons et des trous. La caractéristique spectrale observée
provient donc de la recombinaison entre les électrons et les trous légers.

Pour interpréter l’importance de la recombinaison des électrons avec les
trous légers, nous reportons sur la figure 3.20(b) la relation de dispersion des
électrons et des trous ainsi que la densité d’états jointe pour les recombinai-
sons des électrons avec les trous lourds et avec les trous légers. En raison
de l’anticroisement entre la branche de trous lourds et la branche de trous
légers, les trous légers ont une masse négative et leur relation de disper-
sion est courbée dans le même sens que celle des électrons. Il en résulte une
densité d’états jointe plus importante que pour les recombinaisons avec les
trous lourds. Ainsi, malgré la plus faible force d’oscillateur des trous légers,
la recombinaison des électrons avec les trous légers est clairement observée
sur la relation de dispersion à T = 30 K.

3.4.4 Validation de la mesure par effet Raman électronique

Principe de l’effet Raman

Afin de confirmer nos mesures de densités d’électrons déduites des spectres
de luminescence, B. Jusserand a réalisé indépendamment une analyse du
signal Raman montré sur les spectres de la Figure 3.13. Comme on peut le
voir sur la Figure 3.22(a), l’effet Raman électronique consiste en l’absorp-
tion d’un photon du laser et à l’émission simultanée d’un photon diffusé.
Au cours de ce processus, le gaz d’électrons absorbe la différence d’énergie
entre les deux photons : ∆E = EL − ER. L’effet Raman est donc une mé-
thode permettant une excitation optique de faible énergie du gaz d’électrons
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(Figure 3.22(c)). Le vecteur d’onde transféré au gaz d’électrons est donné
par :

q = (kR + kL)‖ ≃
2EL

~ c
sin θ. (3.25)

Le vecteur d’onde diffusé est donc sélectionné par la géométrie de l’expé-
rience (Figure 3.22(b)). L’énergie du laser EL est fixée elle aussi par l’expéri-
mentateur. Le signal Raman à l’énergie ER dépend de l’occupation des états
électroniques initial et final impliqués dans le processus Raman. Il s’étend
sur une plage de 1 à 2 meV sous le laser (cf. Fig. 3.13) et présente un maxi-
mum d’intensité lorsque l’excitation du gaz d’électrons fait franchir le niveau
de Fermi à un électron situé initialement en dessous du niveau de Fermi. La
condition de résonance correspond à la situation de la Figure 3.22(c) où
∆E/q est la pente de la dispersion des électrons au niveau de Fermi de la
structure. Ainsi, connaissant q et mesurant la distance ∆E entre le laser
et le pic du signal Raman, nous pouvons connâıtre la pente au niveau de
Fermi, puis le niveau de Fermi lui-même. Notons que la condition de quasi-
résonance entre le laser et la transition E1LH1, reprise sur la Figure 3.22(a),
est seulement utile pour augmenter l’intensité du signal Raman, et que si
l’on change l’énergie du laser, le signal Raman se déplace spectralement en
suivant l’énergie du laser de façon à garder ∆E constant.

Le niveau de Fermi déduit de ces mesures est représenté sur la Fi-
gure 3.21. On voit qu’il est identique aux mesures précédentes faites à partir
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est transmise au gaz d’électrons.

des spectres de luminescence, ce qui permet une confirmation croisée de ces
deux méthodes. Ainsi, nous avons pu, par deux méthodes différentes, mesu-
rer la densité d’électrons optiquement injectée en fonction de la puissance
du laser HeNe.

3.4.5 Bilan : relation entre ne et PHeNe

Nous savons déjà, grâce à l’analyse des spectres de photoluminescence
et de PLE présentée dans la partie 3.3, que dans le régime basse densité
la densité d’électrons est proportionnelle à la puissance du laser HeNe. À
forte densité (µ > 2 kBT ), une description précise de la forme des spectres
de luminescence nous permet de mesurer le niveau de Fermi du gaz d’élec-
trons que nous injectons et d’en mesurer la densité. Pour mesurer la densité
d’électrons à basse densité, nous effectuons une extrapolation linéaire des
mesures effectuées à plus forte densité comme le montre la figure 3.23. À
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T = 4 K, nous trouvons finalement

ne(cm−2) = 9 × 109 PHeNe(mW.cm−2) . (3.26)

3.5 Estimation de ne en cavité et à différentes

températures

Jusqu’ici, nous avons présenté uniquement des mesures faites sur le puits
quantique situé hors de la cavité. Le comportement du puits quantique à

l’intérieur de la cavité fait l’objet du premier paragraphe de cette section
(§ 3.5.1). Outre l’absorption du laser HeNe dans les miroirs de la cavité, nous
montrons que le trion peut entrer en régime de couplage fort avec le mode
de la cavité lorsque la densité est augmentée. Puisque la force d’oscillateur
du trion est proportionnelle à la densité d’électrons [29], la mesure du dé-
doublement de Rabi entre le mode de la cavité et le trion fournit un nouveau
moyen de mesurer la densité d’électrons. Dans le § 3.5.2, cette technique est
appliquée à la mesure de la densité d’électrons en fonction de la température.
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à la Figure 3.23.

3.5.1 Effet de la cavité

Mesure de l’absorption des miroirs

Les couches à fort indice du miroir de Bragg de notre cavité sont consti-
tuées d’Al0.15Ga0.85As, dont le gap est inférieur à l’énergie du laser HeNe. Le
miroir supérieur de la cavité absorbe donc une grande partie de la puissance
incidente du laser HeNe. Nous avons effectué des ajustements de formes de
raies à forte densité d’électrons dans l’échantillon en cavité. Les résultats
obtenus sont reportés sur la figure 3.24. Ces mesures montrent qu’il est né-
cessaire d’utiliser une puissance du laser HeNe 100 fois plus forte que dans
l’échantillon de référence pour obtenir un même potentiel chimique (et donc
une même densité d’électrons). Ainsi, seulement 1% de la puissance inci-
dente du laser HeNe est transmise à travers le miroir de Bragg jusqu’à la
zone active.

Couplage fort du trion avec le mode de cavité

Nous avons vu dans le paragraphe 3.3.2 que la force d’oscillateur du trion
fX− est proportionnelle à la densité d’électrons [29]. Dans ce paragraphe, la
force d’oscillateur était mesurée à l’aide des spectres de PLE. Une mesure
plus directe et plus sensible peut être réalisée grâce au couplage fort entre
le trion et le mode de la microcavité [86]. Le coefficient de couplage entre le
trion et le mode optique est en effet proportionnel à la racine carrée de la
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force d’oscillateur :

VX− = ~

√
e2

πǫ0m0ncavLeff
fX− ∝

√
fX− ∝ √

ne , (3.27)

où e et m0 sont la charge et la masse d’un électron libre et ncav et Leff

sont l’indice effectif et la longueur effective de la cavité. Le hamiltonien du
système couplé formé des excitons lourds, des excitons légers, des trions et
des photons est alors le suivant :

H =




EX− 0 0 VX−

0 EXhh
0 VXhh

0 0 EXlh
VXlh

VX− VXhh
VXlh

Ecav


 . (3.28)

Ce modèle sera exposé plus en détail dans le prochain chapitre. L’intérêt ici
est de montrer comment nous pouvons mesurer VX− .

La figure 3.25(a) montre des spectres de photoluminescence correspon-
dant à la résonance entre la raie de polaritons de basse énergie et le trion
pour différentes puissances du laser HeNe (k‖ = 0 et δ = +2 meV). Pour
PHeNe = 0, la densité d’électrons est très faible et le terme VX− est petit.
Le trion est en couplage faible. Lorsque l’on augmente PHeNe, le terme de
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couplage VX− augmente et un dédoublement apparâıt entre les deux raies.
Schématiquement, nous pouvons dire que le trion entre en couplage fort avec
le polariton de basse énergie par l’intermédiaire de la partie photonique de
ce dernier.

Pour extraire VX− de ces mesures, il est nécessaire de diagonaliser la
matrice 3.28 au désaccord étudié et pour différentes valeurs de VX− . Les
résultats de ce calcul sont montrés sur la figure 3.26. Nous aboutissons au
résultat remarquable que

∆E = VX− ∝
√
fX− , (3.29)

où ∆E désigne l’écart en énergie entre les raies. Nous disposons donc d’un
moyen direct de mesurer la force d’oscillateur du trion. Sur la figure 3.25(b),
nous avons reporté les valeurs de ∆E2 et de fX− en fonction de PHeNe. On
retrouve la linéarité de ne avec PHeNe. Le dédoublement de Rabi peut aussi
servir de calibration de la densité d’électrons pour l’échantillon en cavité.

3.5.2 Variation de ne avec la température

Sur la figure 3.27, la force d’oscillateur du trion est mesurée à deux tem-
pératures différentes en fonction de la puissance du laser HeNe. À ces deux
températures, la proportionnalité entre fX− et PHeNe est toujours observée,
mais une grande différence quantitative est observée, puisqu’à T = 15 K,
une puissance 25 fois plus importante est nécessaire pour obtenir la même
force d’oscillateur qu’à T = 4 K. Autrement dit, pour une puissance donnée
du laser HeNe, la force d’oscillateur baisse d’un facteur 25 entre 4 et 15 K.
Puisque la force d’oscillateur est proportionnelle à ne, nous en déduisons que
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l’efficacité d’injection des électrons dans le puits quantique large diminue du
même facteur 25 entre 4 et 15 K.

La diminution de la densité d’électrons avec la température est véri-
fiée sur l’échantillon gravé. La figure 3.28 montre trois spectres réalisés sur
cet échantillon, à une puissance constante du laser HeNe et à différentes
températures. Nous observons un comportement très inhabituel, puisque les
largeurs de raies diminuent avec la température.

Sur le spectre à T = 4 K, la densité d’électrons peut être mesurée à
l’aide du modèle de la section 3.4. L’ajustement montré sur la figure donne
µ = 4.6 meV, soit une densité ne = 1.3 × 1011cm−2. Sur les spectres à
T = 10 et 15 K en revanche la luminescence provient principalement du
trion, et l’on voit même réapparâıtre la raie excitonique sur le spectre à
T = 15 K, montrant directement que la densité d’électrons a fortement di-
minué. À T = 10 K, la densité mesurable minimale, donnée par µ = 2 kBT
est nmin

e = 5 × 1010 cm−2. Puisque ce spectre ne peut être ajusté par le
modèle de la section 3.4, nous sommes sûrs que la densité d’électrons réelle
ne est inférieure à nmin

e . À T = 15 K, la densité d’électrons est dans le ré-
gime basse densité, et le modèle de la section 3.3 s’applique. Nous trouvons
ne ≈ 9 × 109, correspondant effectivement à un ordre de grandeur de dif-
férence entre la densité à 4 K et celle à 15 K. Notons que le facteur 25 ne
peut être retrouvé de cette façon, car à T = 4 K et PHeNe = 45 mW.cm−2,
la densité d’électrons est égale à la valeur de saturation, et n’est plus pro-
portionnelle à PHeNe.

La forte dépendance en température de la densité d’électrons rentre en
contradiction avec le modèle de l’injection du gaz d’électrons provenant de
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la littérature [24, 34], et qui a été présenté au § 3.2. En effet, dans ce modèle
la densité du gaz d’électrons est fixée par la compétition entre le temps de
transit des électrons par les niveaux X et le temps tunnel des trous à travers
les barrières d’AlAs, or ces deux temps ne sont a priori pas sensibles à la
température. La forte variation de ne avec T ainsi que la saturation de ne à
fort PHeNe ne sont pas encore clairement comprises à ce jour.

Pour mieux comprendre la physique du transfert des électrons en fonc-
tion de la température, il serait utile de se tourner vers des mesures résolues
en temps. La Figure 3.29 reprend des résultats obtenus par P. Dawson en
2003 sur un échantillon de type mixte très similaire au nôtre [25] ; la princi-
pale différence est la taille du puits quantique large : 68 Å contre 200 Å dans
notre cas. Partant d’une excitation continue de leur structure, les auteurs
coupent brutalement le laser HeNe et regardent le déclin de la luminescence.
On observe alors deux temps de déclin. Le premier, court et non résolu, cor-
respond à la recombinaison des paires électron-trou directement créées dans
le puits quantique large alors que le deuxième correspond à la recombinaison
des électrons avec les trous contenus dans les puits quantiques étroits.

À faible excitation, le temps de déclin (0.47 ms) est égal au temps tun-
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Fig. 3.29 – Dynamique du transfert entre les puits quantiques. Le laser
HeNe, initialement continu, est coupé à l’instant marqué par une ligne tire-
tée. On observe la luminescence des porteurs dans le puits quantique large.
Pour les courbes (a), (b), (c), (d) et (e), la puissance du laser HeNe vaut
1400, 130, 13, 1.2 et 0.6 mW.cm−2 respectivement. Figure extraite de [25].

nel des trous calculés par une modélisation de la bande de valence [66], ce
qui valide le modèle du transfert des électrons présenté en 3.2. À plus forte
excitation, en revanche, la dynamique dévie du comportement monoexpo-
nentiel. Si l’on regarde par exemple les courbes (a) et (b) de la Figure 3.29, on
s’aperçoit qu’il y a trois régimes. Le premier, très rapide, est confondu avec la
recombinaison des trous situés dans le puits quantique large et conduit à une
saturation de la densité d’électrons. Le deuxième est en revanche très long
(∼ 2 ms), puis on retrouve le même temps de déclin qu’à basse puissance.
Ces mesures montrent d’une part que le temps de vie du gaz d’électrons est
effectivement très long, mais également qu’il est très sensible aux conditions
expérimentales. Ainsi, si l’on veut comprendre la baisse de la densité d’élec-
trons avec la température, il est nécessaire de comprendre plus précisément
la physique du transfert d’électrons entre puits quantiques qui, on le voit
sur l’exemple ci dessus, est plus complexe que le modèle simple présenté
initialement. Nous n’avons pas poursuivi ces études détaillées du transfert
des électrons, mais nous sommes concentrés sur la physique des polaritons
de cavité.
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3.6 Comparaison des deux méthodes et conclusion

Dans ce chapitre, nous avons considéré successivement deux méthodes
de mesure de la densité d’électrons.

– La première est basée sur l’équilibre thermodynamique entre excitons
et trions, et permet de mesurer la densité d’électrons dans le régime
de basse densité. À T = 15 K, cette méthode donne

ne(cm−2)15K = 1.4 × 108 PHeNe(mW.cm−2) . (3.30)

À T = 4 K, cette méthode n’est plus utilisable car elle donne une
imprécision d’un ordre de grandeur sur la densité d’électrons (à cause
de la forte variation de la constante d’équilibreK avec la température).

– La deuxième méthode est basée sur une modélisation des formes de
raie de photoluminescence valable à des densités d’électrons suffisam-
ment élevées, lorsque µ > 2 kBT . À T = 4 K, cette méthode peut être
extrapolée dans le régime basse densité, et donne

ne(cm−2)4K = 9 × 109 PHeNe(mW.cm−2) . (3.31)

À partir de T = 10 K, cette méthode n’est plus utilisable car la densité
d’électrons reste trop faible pour être mesurée.

Enfin, nous avons présenté des mesures de la force d’oscillateur du trion,
grâce au couplage fort du trion avec le mode de la cavité. Ces mesures
montrent que la densité d’électrons baisse d’un facteur 25 entre 4 et 15 K et
permettent ainsi de faire le lien entre les deux méthodes rappelées ci-dessus.
Si l’on applique ce facteur 25 à la deuxième méthode détaillée ci-dessus, il
vient

ne(cm−2)15K =
9 × 109

25
PHeNe(mW.cm−2) , (3.32)

= 3.6 × 108 PHeNe(mW.cm−2) . (3.33)

Il reste donc un désaccord quantitatif d’un facteur 2.5 avec l’autre méthode.
Nous pensons que ce facteur représente les incertitudes de mesure, inhérentes
à la difficulté de mesurer ne.

Nous avons donc montré comment le gaz d’électrons modifie les proprié-
tés optiques du puits quantique : à faible densité, nous observons la formation
du trion X−, dont la force d’oscillateur augmentent avec la densité d’élec-
trons. Nous avons montré que dans ce régime de basse densité, la densité
d’électrons augmente linéairement avec la puissance du laser HeNe. A plus
forte densité d’électrons, on observe la recombinaison d’un plasma de paires
électrons-trous, dont les raies peuvent être modélisées pour en extraire la
densité d’électrons. La validité de cette méthode de mesure a été vérifiée en
la comparant à des mesures d’effet Raman électronique.



118 Chapitre 3. Photoinjection d’un gaz d’électrons

La suite de ce travail de thèse est consacrée à l’étude de la relaxation des
polaritons en présence d’un gaz d’électrons. Afin d’éviter que le laser TiSa
n’injecte lui aussi des électrons dans le puits quantique, nous nous sommes
limités à une température T = 15 K, à laquelle la densité d’électrons injectés
par le laser TiSa est négligeable. Dans ces conditions, et en tenant compte
de l’absorption dans le miroir supérieur de la microcavité, nous avons :

ne(cm−2) = 3.6 × 106 PHeNe(mW.cm−2) , (3.34)

sur la partie complète (non gravée) de l’échantillon.
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4.4.1 Observations expérimentales : distribution de po-
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4.1 Introduction

Dans ce chapitre, nous nous intéressons à la relaxation des polaritons de
basse énergie lorsque ceux-ci sont créés par un laser continu et non réson-
nant. Comme l’ont montré les articles décrits dans le chapitre 2, lorsque la
relaxation est dominée par l’émission de phonons, il se crée un goulet d’étran-
glement de la relaxation. Le taux de relaxation est en effet trop faible pour
que les polaritons relaxent efficacement vers les états proches de k‖ = 0.
En conséquence, la population n’est pas thermalisée, avec une accumulation
dans les états de grand vecteur d’onde k‖. L’objectif de ce chapitre est de
caractériser la distribution de population atteinte pour divers mécanismes
de relaxation : relaxation par émission de phonons, relaxation par collisions

polariton-polariton et relaxation par collisions polariton-électron. Ces deux
derniers mécanismes sont également comparés l’un à l’autre.

La partie 4.2 de ce chapitre décrit le dispositif expérimental de photolu-
minescence résolue en angle, ainsi que la manière dont nous pouvons mesurer
les facteurs d’occupation.

Au chapitre 3, nous avons vu que les forces d’oscillateur du trion et
de l’exciton sont modifiées en présence d’un gaz d’électrons. Dans la par-
tie 4.3, nous montrons comment les relations de dispersion sont modifiées en
présence d’un gaz d’électrons. Nous montrons notamment que le réservoir
excitonique devient un réservoir trionique à forte densité d’électrons, puis
que le système passe en régime de couplage faible à partir d’une densité
d’électrons de 5 × 109 cm−2.

La suite du chapitre s’intéresse à la distribution de population obtenue
sous excitation continue. Deux grandeurs clé nous permettent de caractéri-
ser la distribution de population : l’amplitude du goulet d’étranglement et
l’énergie de piège dans l’espace des k‖. Ces deux grandeurs sont introduites
dans la partie 4.4, qui est par ailleurs dédiée à la distribution de popula-
tion atteinte en l’absence d’électrons. Les observations expérimentales sont
similaires à ce qui a été rapporté au début des années 2000 : l’amplitude du
goulet d’étranglement augmente avec le désaccord et diminue, grâce aux col-
lisions polariton-polariton, lorsque l’on augmente la puissance d’excitation
ou la température.

Les collisions polaritons-électrons sont étudiées dans la partie 4.5, en
fonction de l’énergie de piège et de la densité d’électrons : leur effet est
d’autant plus marqué que l’énergie de piège est importante et nous observons
une augmentation d’un facteur 5 des facteurs d’occupation des états proches
de k‖ = 0. Puis dans la partie 4.6, nous comparons l’efficacité des collisions
polariton-électron à celle des collisions polariton-polariton.
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Fig. 4.1 – Schéma du dispositif expérimental de photoluminescence résolue
en angle.

4.2 Dispositif expérimental

4.2.1 Schéma du dispositif expérimental

Le dispositif expérimental utilisé est représenté schématiquement sur la
figure 4.1. La puissance des deux faisceaux lasers est réglée à l’aide de deux
densités tournantes indépendantes. Les deux faisceaux sont ensuite super-
posés et injectés dans une même fibre optique dont le cœur a un diamètre
de 200 µm. De cette manière, et grâce à l’achromaticité du dispositif ex-
périmental, nous sommes sûrs qu’ils seront focalisés sur un même point de
l’échantillon. À la sortie de la fibre, le faisceau est divergent et forme un
cône d’angle au sommet égal à 30̊ environ. Ce faisceau est rendu parallèle
avant d’être focalisé sur l’échantillon, maintenu à basse température dans
un cryostat à doigt froid et à température variable. La lentille de focalisa-
tion utilisée est un objectif d’appareil photographique de grande ouverture
numérique : sa focale est de 50 mm et son diamètre de 40 mm, donnant ainsi
accès à une plage angulaire de 43̊ d’un bord à l’autre de l’objectif.

La photoluminescence des polaritons a été expliquée en détail à la fin du
paragraphe 1.4.3 : l’énergie absorbée par l’échantillon relaxe sous la forme
de polaritons, lesquels déclinent radiativement en émettant des photons. Les
polaritons de vecteur d’onde dans le plan k‖ sont couplés uniquement aux
photons de même énergie et de même vecteur d’onde dans le plan, la compo-
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sante kz du photon émis étant une variable supplémentaire permettant que
l’énergie et le vecteur d’onde dans le plan soient simultanément conservés.
La lumière émise à l’énergie E et à l’angle θ provient donc des polaritons de
vecteur d’onde k‖ = (E/~c) sin θ.

Un diaphragme de sélection angulaire de diamètre δx = 2 mm, cor-
respondant à un angle d’environ δθ = 2̊ nous permet d’extraire un pinceau
lumineux dans une direction précise. Ce pinceau lumineux est ensuite injecté
dans une fibre, dispersé par un réseau de 1200 traits/mm dans un spectro-
mètre de 1 m de focale et détecté par une caméra CCD refroidie à l’azote
liquide. L’ensemble marqué “bloc de sélection angulaire” sur la figure 4.1 est
solidaire et peut être déplacé afin de sélectionner un autre angle et donc un
autre état de polariton. La situation représentée correspond à la détection
de l’état k‖ = 0.

4.2.2 Mesure des facteurs d’occupation

À partir des intensités de photoluminescence mesurées par le dispositif
expérimental, nous pouvons en déduire les facteurs d’occupation des états
de polariton sélectionnés. Le passage des intensités de photoluminescence
aux facteurs d’occupation mérite que l’on prenne le temps de l’analyser soi-
gneusement. Supposons que les facteurs d’occupation en régime stationnaire
soient donnés par la distribution f(k‖) à déterminer. Un polariton dans l’état
|k‖〉 peut se recombiner en émettant un photon dans le mode |k‖, kz〉, où

kz =

√(
E

~c

)2

− k2
‖ . (4.1)

Connaissant les facteurs de transmission respectif de chacun des miroirs,
nous avons estimé qu’une proportion Psup = 80 % de la lumière émise par
l’échantillon était émise en direction de l’air, les 20 % restants étant absorbés
dans le substrat.

Les photons émis dans le mode |k‖, kz〉 sont alors soumis à une double
sélection : une sélection angulaire imposée par le diaphragme et une sélec-
tion spatiale imposée par la taille du cœur de la fibre optique. Si l’on vou-
lait décrire ce processus de sélection de manière rigoureuse en mécanique
quantique, il nous faudrait déterminer les modes propres |φi〉 sélectionnés
par notre dispositif expérimental et calculer les amplitudes de probabilité
〈φi|k‖, kz〉 pour qu’un photon émis dans le mode |k‖, kz〉 soit sélectionné par
notre dispositif. Dans cette approche, la sélection angulaire est représentée
par l’opérateur de projection

∑ |φi〉〈φi|.
Une approche plus simple consiste à considérer le nombre d’états de

polaritons sélectionné par le dispositif :

nétats sél. = 2
S

(2π)2
δ2k . (4.2)



4.2 Dispositif expérimental 123

θ0f

θ

x0

x

(a)

N
or

m
al

e
à
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Fig. 4.2 – (a) Schéma de la lentille et de l’échantillon. (b) Vecteur d’onde
kx sélectionné en fonction de la position x du diaphragme sur la lentille. (c)
Précision de la sélection dans l’espace réciproque.

Ici, S désigne la surface de l’échantillon sélectionnée par la fibre optique et
δ2k représente la zone de l’espace réciproque sélectionnée par le diaphragme
autour de l’état k‖. Sur la figure 4.2(a), nous avons représenté la géométrie
de la lentille et de l’échantillon. L’échantillon a été tourné d’un angle θ0 afin
qu’une plus grande plage angulaire soit accessible. L’état k‖ sélectionné est
donné par :

kx =
Epol

~c
sin θ =

Epol

~c

f x√
(f2 + x2

0)[f2 + (x− x0)2]
, (4.3)

ky = 0 . (4.4)

À partir de cette expression, nous pouvons déterminer la surface sélection-
née dans l’espace réciproque. Le diaphragme a une forme circulaire et un
diamètre δx = 2 mm. Il sélectionne donc dans l’espace réciproque une ellipse
d’aire δ2k = (π/4)δkxδky, où δkx et δky sont donnés par :

δkx =

[
dkx

dx

]
δx , δky =

Epol

~c

δx

f
= 0.31µm−1 . (4.5)

De même, la surface sélectionnée sur l’échantillon est une ellipse d’aire S =
(π/4)(g2L2

0/ cos θ0), où L0 désigne le diamètre du cœur de la fibre optique
et g = 0.36 est le grandissement du système d’imagerie.
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La variation de kx, δkx et δky avec la position du diaphragme est repré-
sentée sur les figure 4.2(b) et (c). Nous pouvons remarquer que δkx varie avec
x. En pratique, nous restons à des valeurs x inférieures à 30 mm et le nombre
d’états sélectionné varie entre nétats sél. = 13 au minimum et nétats sél. = 16
au maximum.

Les états ainsi sélectionnés ont un facteur d’occupation égal à f(k‖). Le
nombre total de polaritons contenu dans ces états est donc :

Npol. sél. = f(k‖)nétats sél. , (4.6)

et l’intensité recueillie sur la caméra CCD sera :

ICCD = η PsupNpol. sél.

|α(k‖)|2
τcav

Epol , (4.7)

où η est l’efficacité de détection de l’expérience, |α(k‖)|2 est le poids photon
de l’état k‖ et τcav est le temps de vie de la cavité Fabry-Pérot. Les coeffi-
cients α sont déterminés à partir des relations de dispersion des polaritons,
et le temps de vie de la cavité est déterminé par la largeur de raie mesurée
en k‖ = 0 à un désaccord négatif δ = −8 meV. Nous trouvons une largeur
de raie de 0.3 meV, en accord avec les simulations de la cavité par matrice
de transfert et correspondant à τcav = 2 ps. Finalement, en inversant la rela-
tion 4.7, nous sommes capables de mesurer les facteurs d’occupation le long
de la branche de polaritons de basse énergie.

4.3 Effet des électrons sur les relations de disper-

sion

4.3.1 Relations de dispersion en l’absence d’électrons

Le dispositif expérimental de photoluminescence résolue en angle détaillé
ci-dessus nous permet de sonder l’émission provenant de polaritons dans un
état |k‖〉 bien déterminé. En faisant varier la valeur de k‖ sélectionnée, nous
parcourons la relation de dispersion des polaritons et nous observons la lu-
minescence émise par chaque état individuel. La Figure 4.3 (a) montre les
spectres de luminescence observés en désaccord négatif et en l’absence du
laser HeNe, lorsque k‖ varie de 0 à 4.6 µm−1. Ces spectres sont montrés
en échelle logarithmique afin de suivre l’évolution des raies avec le vecteur
d’onde. On observe trois raies correspondant aux trois branches de polari-
tons, provenant de l’anticroisement du mode de cavité avec l’exciton de trou
lourd et l’exciton de trou léger.

Les énergies de ces raies sont reportées sur la Figure 4.3 (b) et forment
la relation de dispersion de la cavité en l’absence du gaz d’électrons. Nous
pouvons ajuster cette relation de dispersion en considérant un modèle de
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trois oscillateurs couplés. Les énergies des états de polariton sont les énergies
propres du hamiltonien suivant :

H =




EXhh
0 VXhh

0 EXlh
VXlh

VXhh
VXlh

Ecav


 (4.8)

où EXhh
, EXlh

et Ecav désignent l’énergie de l’exciton de trou lourd, de
l’exciton de trou léger et de la cavité respectivement, et VXhh

et VXlh
sont

les couplages exciton-cavité. Dans ce hamiltonien, Ecav est la seule quantité
variant avec le vecteur d’onde :

Ecav =

√

(E0
cav)2 +

(
~ c k‖
ncav

)2

(4.9)

où ncav = 3.4 est l’indice effectif de la cavité et E0
cav est l’énergie du mode

de cavité en k‖ = 0, reliée au désaccord par δ = E0
cav − EXhh

.
Le meilleur ajustement est montré sur la Figure 4.3 (b). Il reproduit cor-

rectement les données expérimentales et donne les résultats suivants pour
les dédoublements de Rabi : Ωhh = 2VXhh

= 4.3 meV, et Ωlh = 2VXlh
=

2.8 meV. Ces mesures sont en bon accord avec les valeurs mesurées par
d’autres groupes sur des cavités contenant des puits quantiques GaAs [86].
Nous retrouvons par ailleurs le rapport des forces d’oscillateur de l’exci-
ton de trou lourd et de l’exciton de trou léger attendu théoriquement [3] :
(fhh/flh) = (VXhh

/VXlh
)2 = 2.5. Ce modèle décrit donc correctement le cou-

plage des excitons avec le mode de la cavité.

4.3.2 Relations de dispersion en présence d’électrons

La relation de dispersion est en revanche très différente lorsqu’un gaz
d’électrons de faible densité est injecté dans la cavité. La Figure 4.3 (c)
montre les spectres résolus en k‖, et la Figure 4.3 (d) reprend les énergies
des raies, lorsqu’un gaz d’électrons de densité ne = 109cm−2 est injecté dans
le puits quantique. Le passage en couplage fort du trion, que nous avons
décrit au § 3.5.1, introduit une quatrième branche de polariton, dont nous
tenons compte en introduisant un quatrième terme, noté VX− , dans le ha-
miltonien H. Nous supposons que la force d’oscillateur totale des transitions
excitoniques et trioniques se conserve, de sorte que l’on garde V 2

Xhh
+ V 2

X−

constant. Ainsi, l’ajustement de la relation de dispersion de la Figure 4.3 (d)
correspond à un dédoublement de Rabi du trion ΩX− = 2VX− = 2 meV, mais
également à un couplage réduit de l’exciton de trou lourd avec la cavité :
Ωhh = 3.6 meV seulement. Les autres paramètres sont inchangés par rapport
au cas où ne = 0.

Ainsi que nous l’avons observé au chapitre 3, le couplage du trion avec
la cavité augmente comme la racine de la densité d’électrons, et les relations



4.3 Effet des électrons sur la dispersion 127

1.525 1.530 1.535
101

102

103

104

105

106

107

108

 

 

In
te

ns
ité

 (
u.

a.
)

Energie (eV)

ne=0

ne=109cm-2

ne=1.6 109cm-2

ne=3 109cm-2

ne=5 109cm-2

ne=8 109cm-2
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de dispersion des différentes branches changent continûment avec cette den-
sité. On peut toutefois noter les caractéristiques suivantes pour la branche
basse de polariton : les états proches de k‖ = 0 ne changent presque pas en
énergie lorsque l’on injecte le gaz d’électrons, alors que les états de grand
vecteur d’onde k‖ changent à la fois d’énergie et de nature : ils deviennent
brusquement trioniques lorsque le trion est en couplage fort avec la cavité.
Leur énergie devient donc celle du trion, soit 1.4 meV plus faible que celle
de l’exciton. Nous reviendrons sur cette propriété lorsque nous discuterons
du rôle de ces états dans la relaxation.

4.3.3 Écrantage du couplage fort par les électrons

Voyons maintenant comment évoluent les spectres de luminescence à des
densités d’électrons de plus en plus importantes. Sur la Figure 4.4, nous
avons représenté les spectres de luminescence à un désaccord δ(k‖) = 0
pour différentes valeurs de ne. Lorsque ne = 0, nous observons trois raies
de polaritons. Comme nous l’avons décrit ci-dessus, une quatrième raie est
observée lorsque ne = 109 cm−2, en raison du couplage fort du trion. Si l’on
continue à augmenter la densité d’électrons, les raies de polaritons s’élar-
gissent, se rapprochent puis finissent par fusionner à une densité de l’ordre
de ne = 5 × 109 cm−2.

Ceci correspond à la perte progressive du régime de couplage fort :
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lorsque la densité d’électrons augmente, les transitions du puits quantique
s’élargissent fortement à cause des collisions polariton-électron. Simultané-
ment, les mécanismes d’écrantage coulombien et de remplissage de l’espace
des phases diminuent la force d’oscillateur des transitions excitoniques, et
lorsque la largeur de raie est plus grande que le couplage exciton-photon
l’exciton entre en couplage faible avec le mode de la cavité. La densité maxi-
male d’électrons que nous pouvons injecter tout en restant en couplage fort
est donc de l’ordre de ne = 5 × 109 cm−2.

4.4 Relaxation en l’absence d’électrons : goulet

d’étranglement et collisions polaritons-polaritons

Dans cette partie, nous analysons la distribution de population sous exci-
tation continue, en l’absence du gaz d’électron. La problématique du goulet
d’étranglement de la relaxation et de sa disparition partielle grâce aux colli-
sions polaritons-polaritons a été intensivement étudié au cours des dix der-
nières années. Pour les microcavités de semiconducteurs III-V, on peut citer
notamment les travaux expérimentaux du groupe de A.I. Tartakovskii

[122, 120, 121, 15], ou les études théoriques conduites par F. Tassone

[124, 125] qui a le premier prédit un goulet d’étranglement de la relaxa-
tion. Enfin, ce travail de thèse s’inscrit dans la continuité de la thèse de
P. Senellart [105, 106, 107] effectuée au sein du laboratoire de photonique
et de nanostructures sur les collisions polariton-polariton. Cette partie re-
prend les études réalisées dans les travaux cités ci-dessus dans le cas de la
microcavité 32A21 que nous étudions.

4.4.1 Observations expérimentales : distribution de popula-

tion pour différents désaccords

Dans la partie 4.2, nous avons décrit comment nous pouvons mesurer
les facteurs d’occupation des états de la branche basse de polariton. La Fi-
gure 4.5 montre la distribution de population le long de la branche basse
pour différents désaccords. Pour toutes ces courbes, la puissance du laser
TiSa reste constante : PT iSa = 3 W.cm−2 et le laser HeNe est éteint. En
désaccord positif δ = +1.9 meV, le facteur d’occupation fPB ne dépend pas
du vecteur d’onde k‖ et reste égal à 10−3 polaritons par état. À ce désac-
cord, les polaritons de basse énergie sont très semblables à des excitons :
leur poids excitonique est important et leur dispersion est plate. En consé-
quence, le facteur d’occupation constant que nous observons correspond à
une population thermalisée.

Pour des désaccords négatifs, les observations sont différentes. Le facteur
d’occupation n’est en effet plus indépendant de k‖ et l’on distingue deux
ensembles d’états. Les états de grands vecteurs d’onde restent fortement
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Fig. 4.5 – Distribution de population le long de la branche basse de polariton
pour différents désaccords. T=15K, PT iSa = 3W.cm−2, ET iSa = 1.64 eV et
ne = 0.

peuplés, avec un facteur d’occupation égal à 10−3 quel que soit le désaccord.
En raison de leur facteur d’occupation plus important, cette zone de l’espace
des k‖ forme donc ce que l’on appelle le réservoir excitonique. A l’inverse,
dans les états de faible vecteur d’onde, appelés par la suite ”́etats proches de
k‖ = 0”, on observe une baisse de la population. La population en k‖ = 0est
d’autant plus faible que le désaccord est négatif.

La dispersion de la branche basse de polariton est montrée sur la Fi-
gure 4.6. En comparant les figures 4.5 et 4.6 l’une à l’autre, nous remarquons
que le domaine de l’espace des k‖ où les facteurs d’occupations sont constants
est également une zone où la relation de dispersion est relativement plate.
A l’inverse, les facteurs d’occupation baissent lorsque la dispersion est plus
marquée.

4.4.2 Analyse : goulet d’étranglement de la relaxation

Il a été montré [74] que la population dans l’état k‖ de polariton dépend
en fait de l’écart en énergie entre cet état et l’exciton : ∆E(k‖) = EXhh

−
EPB(k‖) où EPB(k‖) est la dispersion de la branche basse de polariton. Pour
illustrer cela, nous reprenons sur la Figure 4.7 les facteurs d’occupation de
la Figure 4.5 correspondant à différentes valeurs de δ et de k‖, et nous les
traçons en fonction de ce paramètre unique ∆E(k‖). Nous trouvons alors



130 Chapitre 4. Étude des collisions en excitation continue

-1 0 1 2 3 4 5

1.520

1.521

1.522

1.523

1.524

1.525

1.526

1.527

1.528

 

 

E
ne

rr
gi

e 
(e

V
)

k// (µm-1)

δ=-6.3meV

δ=-5.1meV

δ=-3meV

δ=-2.4meV

δ=0meV

δ=+1.9meV

Epiège

Fig. 4.6 – Dispersion de la branche basse de polaritons mesurée aux mêmes
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effectivement que ∆E est le paramètre clé de ce système. Par ailleurs, à partir
de ∆E ≈ 1.5meV, les facteurs d’occupation baissent exponentiellement avec
∆E, au lieu d’augmenter exponentiellement comme ce devrait être le cas si
la population était thermalisée.

Afin de caractériser la distribution de population, nous introduisons
deux nouvelles grandeurs : la profondeur du piège Epiège = ∆E(k‖ = 0) =
EXhh

− EPB(k‖ = 0) et l’amplitude du goulet d’étranglement de la relaxa-

tion : A = f̃PB(reservoir)/fPB(k‖ = 0), où f̃PB(reservoir) désigne le facteur
d’occupation moyen des états du réservoir. Ces deux grandeurs sont illus-
trées sur les Figures 4.5 et 4.6. Notons par ailleurs que si la population de
polaritons suit une distribution de Boltzmann de température T, on doit
avoir

A = Aeq = exp

(
−Epiège

kBT

)
(4.10)

La Figure 4.8 montre la variation de A avec le désaccord δ et avec Epiège.
On voit alors que les valeurs obtenues expérimentalement sont de plusieurs
ordres de grandeur différentes des valeurs correspondant à l’équilibre ther-
mique.

Tassone [124] a modélisé la relaxation et la photoluminescence des mi-
crocavités en tenant compte des phénomènes suivants :

– la formation d’excitons chauds et de polaritons par émission de pho-
nons acoustiques et optiques,
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– la relaxation des polaritons à l’intérieur des branches de polariton,
– et la recombinaison radiative de ces polaritons.

Sous excitation continue, tous ces phénomènes se déroulent simultanément
et un régime permanent est atteint.

Ses travaux nous permettent d’interpréter nos observations de la manière
suivante : les états proches de k‖ = 0 sont principalement peuplés suite à
l’émission de phonons acoustiques par les polaritons du réservoir et sont
dépeuplés par le couplage entre le mode de la cavité et les modes propagatifs
du champ électromagnétique extérieurs à la cavité. L’élément de matrice
d’interaction exciton-phonon n’est important que lorsque le vecteur d’onde
q = (q‖, qz) du phonon est tel que

|q‖| <
1

aB
, et qz <

1

LPQ
, (4.11)

où aB est le rayon de Bohr de l’exciton, et LPQ est l’épaisseur du puits
quantique [78]. Au delà de ces valeurs de coupure, l’élément de matrice
d’interaction décrôıt exponentiellement. A cause de ces limites sur le vecteur
d’onde, l’énergie typique des phonons émis est de l’ordre de 1 meV et le taux
d’émission spontanée de phonons décrôıt exponentiellement au delà de cette
valeur [124]. La relaxation devient donc de moins en moins efficace au fur et
à mesure que l’énergie de piège augmente. Parallèlement, lorsque l’énergie
de piège augmente le temps de vie radiatif de l’état k‖ = 0 se raccourcit
fortement et se rapproche du temps de vie de la cavité : 2.2 ps. A cause de
la compétition entre la relaxation d’une part et l’émission lumineuse d’autre
part, peu de polaritons s’accumulent dans les états proches de k‖ = 0 en
régime stationnaire, et les facteurs d’occupations restent faibles comparés à
ceux du réservoir.

Quant aux états du réservoir, il existe deux mécanismes tendant à di-
minuer leur population : d’une part la relaxation vers les états proches
de k‖ = 0 suivie de la sortie radiative hors de la cavité, et d’autre part
l’émission radiative directe via les modes de fuite de la cavité, en cou-
plage faible avec les excitons. Bien que le premier mécanisme prenne de plus
en plus d’importance lorsque l’on augmente l’énergie de piège, le nombre
d’états proches de k‖ = 0 reste toujours faible devant le nombre total
d’états radiants. En conséquence, l’émission radiative directe l’emporte tou-
jours. À titre d’exemple, calculons le rapport r du nombre total d’états
radiants sur le nombre d’états proches de k‖ = 0 pour la plus grande éner-
gie de piège présentée sur nos données, Epiège = 7.3 meV. Nous pouvons
voir sur la courbe de dispersion de la Figure 4.6 que la zone fortement
dispersive s’arrête vers k‖ = k1 ≈ 4µm−1, valeur au delà de laquelle les
états font partie du réservoir. Par ailleurs, il existe des états radiants jus-
qu’à k‖ = k0 = ncavEXhh

/~c ≈ 26µm−1 avec les paramètres de notre ca-
vité. Ainsi, même pour la plus grande énergie de piège présentée ici, il y a
r = (k0/k1)2 ≈ 45 fois plus d’états radiants que d’états proches de k‖ = 0.
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La relaxation des polaritons du réservoir vers k‖ = 0 reste donc négligeable
devant la recombinaison radiative directe. Ceci permet d’expliquer pourquoi
les facteurs d’occupations dans le réservoir restent constants quelle que soit
la valeur de l’énergie de piège.

4.4.3 Diminution du goulet d’étranglement de la relaxation

par les collisions polaritons-polaritons

Nous cherchons à présent à observer l’effet d’une augmentation de la
densité de polaritons, ce qui demande de connâıtre le rapport entre la densité

de puissance PT iSa et la densité de polaritons injectée npol. Comme
∂npol

∂t = 0
en régime stationnaire, le flux de photons absorbés dans le puits quantique
est égal au flux de photons émis, soit :

npol =
t a PT iSa

ET iSa
τrad, (4.12)

où ET iSa est l’énergie du laser, t = 44% est la transmission de la cavité à
l’énergie du laser, a = 2% représente l’absorption du puits quantique à cette
énergie, et τrad = 700 ps est le temps de vie radiatif moyen du réservoir,
mesuré avec la caméra à balayage de fente à T = 15 K.

Avec ces valeurs, la densité de polaritons dans les expériences présentées
dans la section 4.4.1 ci-dessus, et faites à 3 W.cm−2 est npol = 7×107 cm−2.

Étant donné que nous avons mesuré les facteurs d’occupation du réservoir
excitonique : fres = f̃PB(reservoir) = 8×10−4, nous disposons d’une méthode
indépendante de mesurer la densité de polaritons de manière. Pour cela,
nous supposons une dispersion parabolique des excitons, avec une masse
effective mX = 0.3m0. Les états du réservoir dont nous avons mesuré le
facteur d’occupation correspondent donc au bas du réservoir excitonique. La
densité d’états de ce réservoir est constante : D(E) = 2mX/π~

2 si l’on tient
compte des états excitoniques Jz = ±1,±2. En supposant que le réservoir
est à l’équilibre thermique, les facteurs d’occupation sont donnés par f(E) =

fres exp
(
− E

kBT

)
, et la densité de polaritons est :

npol =

∫ ∞

0
D(E) f(E) dE =

2mX

π~2
kBT fres. (4.13)

Ce calcul donne npol = 2.6 × 108 cm−2, soit seulement un facteur 4 de

différence avec l’autre méthode basée sur le temps de vie des excitons. Étant
donné le côté nécessairement indirect de ces deux méthodes de mesure, il
n’est pas surprenant de trouver une différence entre les deux. La comparaison
que nous venons de faire indique cependant que les ordres de grandeur des
facteurs d’occupation et des densités de polaritons sont cohérents entre eux.
Dorénavant, nous reportons les valeurs de npol estimées à partir des temps
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Fig. 4.9 – Intensité de luminescence de l’état k‖ = 0 en fonction de la
puissance du laser TiSa. T=15K et δ = −4 meV.

de vie, ce qui est la méthode habituellement employée en physique des semi-
conducteurs et qui ne fait pas d’hypothèse sur la relation de dispersion des
excitons ou sur leur distribution de population.

Lorsque l’on augmente la puissance du laser TiSa, on observe une non
linéarité de l’intensité de luminescence provenant de l’état k‖ = 0 [122, 105,
106, 15], alors que la luminescence provenant de la branche haute ou du
réservoir reste linéaire. Une étude en puissance de l’intensité de lumines-
cence de l’état k‖ = 0 est reprise sur la Figure 4.9. L’intensité augmente
linéairement jusqu’à une puissance d’environ 6 W.cm−2, correspondant à
npol = 1.4 × 108 cm−2, à partir de laquelle elle devient quadratique.

Comme on peut le voir sur la Figure 4.10, l’état k‖ = 0 n’est pas le
seul à avoir une évolution non linéaire. En fait, la distribution de population
évolue dans son ensemble pour se rapprocher de l’équilibre thermique. A
basse puissance, lorsque npol = 7 × 107 cm−2, on retrouve le coefficient
A obtenu en faisant varier l’énergie de piège : A = 53. En revanche, pour
npol = 1.8×109 et 5×109 cm−2, on trouve que la population a été redistribuée
en faveur des états proches de k‖ = 0, et A ne vaut plus que 7.6 et 3.6
respectivement. La non linéarité que nous observons permet donc de réduire
le goulet d’étranglement de la relaxation de plus d’un ordre de grandeur.
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Fig. 4.10 – Redistribution de la population sous l’effet des collisions
polaritons-polaritons. Les facteurs d’occupation ont été normalisés à celui
du réservoir pour plus de clarté. T=15K et δ = −4.5 meV.

Cette non-linéarité et la redistribution de population qui y est associée
sont dues à l’importance croissante des collisions polaritons-polaritons [125].
Ce mécanisme peut en effet peupler les états proches de k‖ = 0 lorsque
deux polaritons du réservoir entrent en collision. A l’issue de cette collision,
l’un est dans un état proche de k‖ = 0 et l’autre se retrouve dans un état
excitonique de haute énergie de telle sorte que l’énergie et le vecteur d’onde
soient conservés. Son énergie cinétique est ultérieurement cédée au réseau
par émission de phonons.

Il existe donc deux mécanismes concurrents de relaxation des polaritons
depuis le réservoir vers k‖ = 0, schématisés par les équations suivantes :

Pol.(k1) → Pol.(0) + Phon.(k1 + kz ez) (4.14)

Pol.(k1) + Pol.(k2) → Pol.(0) + Pol.(k1 + k2), (4.15)

où Pol.(k) et Phon.(k) désignent respectivement un polariton et un pho-
non dans l’état k. Le premier de ces mécanismes correspond à l’émission
d’un phonon, et sauf effet de stimulation, le nombre d’émissions par unité
de temps est proportionnelle à la population de polaritons dans les états
k1, autrement dit à npol. Le deuxième mécanisme fait en revanche intervenir
deux particules et sa probabilité d’occurrence sera en conséquence propor-
tionnelle à (npol)

2. Cette différence de comportement permet donc d’expli-
quer les deux régimes distincts que nous observons : le régime linéaire dans
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lequel la distribution de population ne change pas correspond à une relaxa-
tion par émission de phonons et le deuxième correspond à une relaxation
par collisions polaritons-polaritons.

L’efficacité de ce deuxième mécanisme de relaxation augmente avec la
puissance, et permet de se rapprocher de l’équilibre thermique. Il ne permet
toutefois pas d’atteindre l’équilibre thermique en désaccord négatif, car il est
limité vers les hautes densités par la saturation de la transition excitonique.
La Figure 4.11 montre les spectres obtenus en désaccord nul lorsque la den-
sité de polaritons atteint 1010 cm−2. On peut voir que les raies s’élargissent
beaucoup avec la puissance, et finissent par se recouvrir. Simultanément, de
nombreuses structures dues à différents modes transverses apparaissent dans
le spectre. Ces phénomènes sont dus à la disparition du couplage fort lorsque
la transition excitonique s’élargit. Nous pouvons estimer que le couplage fort
subsiste jusqu’à une densité de l’ordre de npol = 5 × 1010 cm−2, identique
à celle trouvée par d’autres auteurs [49, 53, 15]. Sous excitation impulsion-
nelle, des densités encore plus élevées peuvent être atteintes, auquel cas on
observe une émission laser en couplage faible.
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Fig. 4.12 – Intensité de luminescence en k‖ = 0, normalisée à la puissance
d’excitation, en fonction de la puissance. Le seuil des collisions polariton-
polariton est de 1 W.cm−2 à 2 K, et de 0.1 W.cm−2 à 77 K. Figure extraite
de [107].

4.4.4 Rôle de la température sur les collisions polariton-

polariton

La non-linéarité que nous observons à T = 15 K existe également aux
autres températures. L’étude détaillée du comportement en température a
été réalisée par P. Senellart lors de sa thèse. La Figure 4.12 reprend
les résultats clés de cette étude. Sur cette figure, l’intensité de lumines-
cence provenant de l’état k‖ = 0 est normalisée à la puissance incidente.
Le seuil de la non-linéarité correspond donc à des valeurs croissantes de
I(k‖ = 0)/PT iSa. On voit que le seuil de la non linéarité est réduit d’un fac-
teur 10 lorsqu’on passe de 2 K à 77 K. Ainsi, en restant à une même puissance
du laser et en augmentant la température, on passe d’une relaxation domi-
née par l’émission de phonons à une relaxation dominée par les collisions
polariton-polariton. Ainsi, les collisions polaritons-polaritons sont activées
thermiquement.

Tassone et Yamamoto [125] ont montré que la température avait peu
d’effet sur la relaxation par émission de phonons. En revanche, elle a un effet
triple sur la relaxation par collisions polariton-polariton. Tout d’abord, les
états de haute énergie du réservoir excitonique sont de plus en plus peuplés
lorsque la température augmente. Ces états ne sont pas couplés au champ
électromagnétique. En conséquence, le temps de vie radiatif moyen du réser-
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Fig. 4.13 – Spectres de luminescence résolus angulairement pour δ =
−4 meV, T = 15 K et PT iSa = 1.5 W.cm−2 (npol = 3.5×107 cm−2 et ne = 0).
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Fig. 4.14 – Spectres de luminescence résolus angulairement dans les mêmes
conditions que la figure précédente, excepté que le laser HeNe est présent.
PHeNe = 0.2 W.cm−2 (npol = 3.5 × 107 cm−2 et ne = 109 cm−2). L’échelle
de couleurs est la même que sur la Figure 4.13.
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voir est plus long à haute température, et une même puissance du laser TiSa
crée une plus forte densité de polaritons. L’observation d’un seuil à plus faible
puissance ne signifie donc pas nécessairement que la densité soit plus faible.
Parallèlement, les collisions polaritons-polaritons ne sont possibles que lors-
qu’il y a conservation de l’énergie et du vecteur d’onde entre les états initiaux
et finaux de la collision. Comme la dispersion de la branche basse de polari-
tons est très forte, les collisions amenant un polariton en k‖ = 0 ne peuvent
se faire qu’avec un polariton présentant la même pente dans la relation de
dispersion. Autrement dit, les collisions polaritons-polaritons font interve-
nir les états de haute énergie du réservoir, qui sont peuplés thermiquement.
Ces collisions seront donc activées thermiquement. Enfin, en augmentant la
température, les états polaritoniques s’élargissent et la contrainte de conser-
vation de l’énergie s’assouplit fortement. Bien que leur importance relative
n’ait pas été clairement étudiée, ces trois effets vont dans le sens commun
d’une activation des collisions polaritons-polaritons avec la température.

4.5 Étude de la relaxation en présence d’un gaz

d’électrons

Nous étudions maintenant le rôle des collisions polariton-électron. Sur la
Figure 4.13, les spectres de photoluminescence résolue angulairement ont été
juxtaposés sur une même image, l’échelle de couleur étant proportionnelle
à l’intensité de photoluminescence. Pour réaliser ces spectres, le puits quan-
tique ne contient pas de gaz d’électrons et la densité de polaritons est relati-
vement basse, de sorte que la relaxation est due à l’émission de phonons. En
conséquence, l’intensité de luminescence est maximale pour un angle de 16̊,
et elle est plus faible d’un ordre de grandeur en k‖ = 0. Sur la Figure 4.14,
nous avons juxtaposé des spectres réalisés dans les mêmes conditions ex-
périmentales, mis à part qu’un gaz d’électrons de densité ne = 109 cm−2

est injecté dans le puits quantique. En comparant ces deux images l’une à
l’autre, on remarque de fortes modifications d’intensité pour tous les états
de polaritons. D’une part, l’intensité provenant des états proches de k‖ = 0
augmentent fortement en présence du gaz d’électrons, d’un facteur 10 dans
le cas particulier de l’état k‖ = 0. D’autre part, l’intensité de la branche
de polariton de haute énergie ainsi que celle du réservoir diminuent. Notons
que la population de polaritons créée par l’absorption du faisceau laser HeNe
dans le puits quantique large est très faible. En effet, lorsque le système est
excité par le faisceau HeNe seul, nous avons vérifié que l’intensité de lu-
minescence est au minimum 20 fois plus faible que lorsque le système est
excité par le faisceau TiSa seul. Les modifications observées sur l’intensité
de luminescence proviennent donc de la présence du gaz d’électrons.

Avant de discuter de l’efficacité des collisions polariton-électron, il est im-
portant de rappeler que le réservoir devient trionique à forte densité d’élec-
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trons (voir le § 4.3). En effet, lorsque le trion entre en régime de couplage fort,
l’énergie du réservoir diminue d’environ 1.4 meV, qui est l’énergie de liaison
du trion, alors que les états proches de k‖ = 0 ne changent pas en énergie.
En conséquence, si l’on reste sur un même point de l’échantillon, l’énergie de
piège Epiège diminue avec ne. Ainsi, comme nous l’avons vu au § 4.4, même
si les collisions polaritons-électrons n’intervenaient pas, l’amplitude du gou-
let d’étranglement A serait diminuée par le seul effet des modifications des
niveaux d’énergie. Afin de clairement distinguer l’effet des collisions, nous
avons choisi de changer le désaccord entre l’exciton et la cavité lorsque ne

est variée, de manière à garder une énergie de piège Epiège constante et non
un désaccord constant.

Sur la Figure 4.15, nous montrons l’évolution de la distribution de po-
pulation avec la densité d’électrons, pour deux énergies de piège : Epiège =
2.2 meV, correspondant à δ = 0 en l’absence d’électrons, et Epiège = 5.4 meV,
correspondant à δ = −4.5 meV en l’absence d’électrons. Dans ces deux
cas, les facteurs d’occupation dans le réservoir évoluent peu avec la densité
d’électrons : ils augmentent d’un facteur 1.5 à 2 pour les plus fortes den-
sités d’électrons. Ainsi, la caractéristique principale montrée sur ces figures
concerne la distribution de population dans les états proches de k‖ = 0,
qui s’aplatit de plus en plus lorsque la densité d’électrons augmente. Les
collisions polariton-électrons ont donc tendance à rapprocher le système de
l’équilibre thermique.

A partir de ces mesures, nous pouvons quantifier l’écart du système à
l’équilibre thermique grâce au coefficient A défini précédemment. La varia-
tion de A avec la densité d’électrons est montrée sur la Figure 4.16 pour 4
valeurs de l’énergie de piège. Les valeurs de Aeq, correspondant à une dis-
tribution de Boltzmann de la population, sont indiquées sur la droite de la
figure.

Grâce aux collisions polariton-électron, l’amplitude du goulet d’étran-
glement A peut être divisée par un facteur 5 pour les plus grandes énergies
de piège — par exemple pour Epiège = 5.4 meV —, et par 2.5 pour la plus
faible énergie de piège présentée ici : Epiège = 2.2 meV. Comme pour les
collisions polariton-polariton, la redistribution de population induite par les
collisions polariton-électron est donc d’autant plus importante que l’énergie
de piège est importante. Les expériences ont été réalisées jusqu’à des densi-
tés d’électrons ne = 5× 109 cm−3 correspondant à la densité d’écrantage du
couplage fort. Cependant, même dans ces conditions, le système reste loin
de l’équilibre thermique, et nous n’observons pas d’effet de stimulation de
la relaxation.
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Fig. 4.15 – Redistribution de la population due aux collisions polaritons-
électrons pour deux énergies de piège. T=15K et PT iSa = 3 W.cm−2 (npol =
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4.6 Comparaison entre les collisions polariton-po-

lariton et les collisions polariton-électron

Nous comparons maintenant les deux mécanismes de collision permet-
tant d’avoir une forte redistribution de la population, à savoir les collisions
polaritons-polaritons et les collisions polaritons-électrons.

4.6.1 Variation simultanée de la densité d’électrons et de la

densité de polaritons

La Figure 4.17 montre l’évolution des facteurs d’occupation dans l’état
k‖ = 0 et dans le réservoir lorsque l’on augmente la densité de polaritons.
En l’absence d’électrons, nous retrouvons le comportement déjà mis en évi-
dence, c’est à dire une augmentation quadratique avec npol des facteurs d’oc-
cupation dans l’état k‖ = 0 alors que dans le réservoir, l’augmentation des
facteurs d’occupation est linéaire (dans ces expériences, npol est toujours suf-
fisamment élevée de telle sorte que les collisions polaritons-polaritons l’em-
portent sur l’émission de phonons).

Lorsque l’on injecte un gaz d’électrons, la population dans le réservoir
dépend toujours linéairement de la puissance d’excitation [figure 4.17(b)].
Quand à l’état k‖ = 0, son facteur d’occupation est initialement plus élevé
qu’en l’absence du gaz d’électrons, mais il augmente linéairement avec la
puissance d’excitation. En conséquence, à forte densité de polaritons, lorsque
npol ≈ ne, les courbes de la Figure 4.17(a) finissent par se rejoindre et que
pour des densités de polaritons supérieures à ne, les facteurs d’occupation
en k‖ = 0 augmentent quadratiquement, indépendamment de la présence du
gaz d’électrons. Nous observons donc le passage progressif d’une relaxation
dominée par les collisions polaritons-électrons à une relaxation dominée par
les collisions polaritons-polaritons.

Notons que les facteurs d’occupations restent toujours inférieurs à 1 et
qu’en conséquence, nous ne voyons pas d’effets de stimulation de la relaxa-
tion. De même, nos tentatives d’optimiser les divers paramètres expérimen-
taux (température, désaccord, densité d’électrons et densité de polaritons)
autour des conditions a priori les plus favorables (δ ≈ 0 et npol proche de
l’écrantage) n’ont pas mis en évidence de stimulation de la relaxation.

Nous pouvons décrire l’évolution des populations par des équations de
bilan en régime stationnaire. Le taux de relaxation des polaritons du ré-
servoir vers k‖ ≃ 0 est donné par Γ = Ane + Bnpol, où A et B sont les
coefficients d’interaction polaritons-électrons et polaritons-polaritons res-
pectivement, incluant une moyenne de l’élément de matrice d’interaction
sur l’ensemble des états du réservoir. En régime stationnaire, la population
dans l’état k‖ = 0 sera proportionnelle à Γ × npol = Anenpol + B(npol)

2.
Ce modèle simple permet de reproduire les observations expérimentales de
la Figure 4.17 à condition de prendre A = B. En l’absence d’électrons
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Fig. 4.17 – Évolution des facteurs d’occupation en k‖ = 0 (a) et dans le réser-
voir (b) en fonction de la densité de polaritons. T = 15 K et δ = −4.5 meV.
Les lignes tiretées sont un guide pour les yeux.
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Fig. 4.18 – Comparaison de l’effet des collisions polariton-électron et des
collisions polariton-polariton. Les facteurs d’occupations ont été normalisés
à celui du réservoir. PT iSa = 3 W.cm−2 (npol = 7 × 107 cm−2) et Epiège =
5.4 meV.

(ne ≪ npol), la relaxation est dominée par les collisions polariton-polariton
et la population augmente quadratiquement. Lorsque ne ≫ npol, les colli-
sions polariton-électron l’emportent et la population augmente linéairement.
Enfin, le fait de choisir A = B permet de rendre compte du fait que les deux
courbes se croisent pour ne ≈ npol. Mais par ailleurs, ce résultat signifie
que les collisions polaritons-polaritons ont la même efficacité intrinsèque

que les collisions polaritons-électrons, c’est à dire qu’une collision polariton-
polariton a la même probabilité d’amener un polariton en k‖ = 0 qu’une
collision polariton-électron.

4.6.2 La largeur de raie dans le réservoir : un paramètre clé

de la relaxation

Voyons à présent ce qui se passe lorsque la température est augmentée.
En raison de la forte variation de la densité d’électrons avec la température
(cf. chapitre 3), nous ne présentons pas d’expérience réalisée simultanément
en présence d’un gaz d’électrons et à haute température. La Figure 4.18
compare les distributions de population et les largeurs de raies obtenues
en faisant varier indépendamment la température et la densité d’électrons.
Les facteurs d’occupation absolus baissant avec la température, nous avons
normalisé les facteurs d’occupation à ceux du réservoir afin d’effectuer la
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comparaison. Nous trouvons que la population est redistribuée vers les états
proches de k‖ = 0 lorsque la température augmente, ce qui est dû aux colli-
sions polariton-polariton : en effet, à 35 comme à 70 K, le signal en k‖ = 0
est quadratique avec la puissance d’excitation. En restant à T = 15 K nous
pouvons, pour des valeurs de ne bien choisies, obtenir la même distribution
de population que lorsque la température est variée. Ceci permet de com-
parer les deux mécanismes de relaxation : les données à 35 K se comparent
à celles obtenues à T = 15 K avec ne = 0.5 × 109 cm−2 et celles à 70 K se
comparent à celles obtenues avec ne = 2 × 109 cm−2 [Figure 4.18(a)].

La Figure 4.18(b) nous permet également de comparer les largeurs de
raies correspondant à ces deux séries de données. A T = 15 K, la largeur
de raie présente un maximum aux alentours de k‖ = 2µm−1, lequel a une
origine extrinsèque : à ce point de la branche de polariton, la dispersion de
l’énergie avec le vecteur d’onde est la plus forte et la résolution limitée de
notre sélection angulaire (2̊ ) a pour effet d’élargir les raies de façon inho-
mogène. Cet effet disparâıt dans le réservoir lorsque la dispersion redevient
plate au-delà de k‖ = 3.5µm−1 et l’on obtient alors la largeur de raie de
l’exciton ≈ 0.2 meV. Nous pouvons remarquer que la température comme
la présence du gaz d’électrons élargit les raies dans le réservoir à cause des
deux mécanismes de relaxation : les collisions polaritons-polaritons lorsque
l’on augmente la température et les collisions polaritons-électrons lorsque
l’on augmente ne. Par ailleurs, les données donnant la même largeur de raie
dans le réservoir donnent la même distribution de population. À cause du
changement de désaccord nous permettant de garder une énergie de piège
constante, l’augmentation de la largeur de raie a lieu pour des valeurs plus
grandes de k‖ dans le cas des collisions polaritons électrons. Toutefois, la
largeur de raie obtenue dans le réservoir est effectivement la même et nos
mesures montrent que cette largeur de raie est le paramètre clé condition-
nant la distribution de population que nous obtenons.

4.7 Discussion et conclusion

4.7.1 Comparaison à la bibliographie existante

Les expériences concernant les collisions polaritons-électrons réalisées
lors de ce travail de thèse poursuivent les autres recherches conduites dans
ce domaine [67, 85, 83, 63]. Sa particularité est notamment de s’intéres-
ser à la luminescence résolue en angle pour toute la branche de polariton
de basse énergie, et de comparer les collisions polariton-électron aux colli-
sions polariton-polariton. Ainsi, bien que A. Qarry et ses collaborateurs
[83] collectent la luminescence provenant de toute la zone en couplage fort
(soit de -2 à +2µm−1), ils utilisent pour cela un dispositif expérimental ne
comportant pas de sélection angulaire. Ils ne peuvent donc pas différencier
les états et distinguer l’augmentation de population à l’intérieur de chacun
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d’entre eux, ou encore étudier le comportement du réservoir excitonique. De
plus, dans cette publication qui est l’une des premières sur le sujet, l’aug-
mentation de la luminescence (×2 pour δ = 0 et ×10 pour δ = −4.7 meV,
soit environ la même que celle que nous observons lorsque nous laissons le
désaccord constant) n’est étudiée que pour de faibles densités de polaritons.
Cette étude a contribué à forger l’idée selon laquelle les collisions polaritons-
électrons permettent une relaxation très efficace des polaritons vers k‖ = 0.
La comparaison que nous avons faite avec les collisions polariton-polariton
affaiblit cette idée : en effet les collisions polariton-électron ne jouent un rôle
important que lorsque la densité de polaritons est faible et leur effet disparâıt
lorsque les collisions polariton-polariton deviennent prépondérantes.

Quant au travail publié par P.G. Lagoudakis et ses collaborateurs [63],
il lui manque probablement une mesure précise de la densité d’électrons
telle que celle présentée au chapitre précédent sur l’échantillon gravé. En
effet, le passage d’un réservoir excitonique à un réservoir trionique tend à
diminuer l’énergie de l’exciton, ce qui se traduit en désaccord négatif par
un rapprochement entre les raies de polaritons (au désaccord très négatif
de -15 meV étudié par P.G. Lagoudakis, le polariton de basse énergie
correspond au mode de la cavité, dont l’énergie ne change pas avec la densité
d’électrons, alors que le polariton de haute énergie de l’exciton et celle de la
cavité. Les auteurs ont sans doute confondu ce phénomène avec l’écrantage
du couplage fort, qui se traduit également par un rapprochement des raies de
polaritons. En conséquence, ils se sont limités à de faibles densités d’électrons
et n’observent qu’une augmentation d’un facteur 1.5 de la luminescence en
k‖ = 0 (contre un facteur 10 dans notre cas). D’autre part, leur structure
est très similaire à la nôtre, or le chapitre précédent montre que la densité
d’électrons injectée par une puissance donnée du laser HeNe dépend très
fortement de la température. Ceci permettrait d’expliquer le rétrécissement
des raies avec la luminescence par une diminution de la densité d’électrons,
et non par une baisse de l’efficacité des collisions polariton-électron.

Nous présentons sur la Figure 4.19 une comparaison entre nos mesures
expérimentales et les prévisions théoriques de Malpuech et ses collabora-
teurs [67]. L’efficacité radiative de l’échantillon est définie comme la puis-
sance émise dans un cône de 1̊ autour de la normale à l’échantillon, divisée
par la puissance absorbée. Notons que le coefficient d’absorption αL du puits
quantique est un paramètre important permettant de comparer théorie et
expérience, puisque nous mesurons la puissance incidente et que sur ce gra-
phique, la puissance absorbée intervient à la fois sur l’axe des abscisses et
sur celui des ordonnées à travers la définition de l’efficacité radiative. Nous
avons considéré αL = 0.5% de façon à ce que le seuil du couplage faible soit
le même en théorie et expérimentalement.

L’efficacité radiative obtenue en l’absence d’électrons (ne = 0) présente
les mêmes caractéristiques dans les expériences et dans la théorie. En par-
ticulier, elle augmente linéairement avec la puissance absorbée et est de
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Fig. 4.19 – Comparaison entre théorie et expérience. La figure de gauche est
extraite de [67], alors que celle de droite est obtenue à partir des données de
la Figure 4.17. Les parties hachurées correspondent au régime de couplage
faible.

l’ordre de 1% lorsque nous approchons du couplage faible. Nous retrouvons
également le fait qu’en présence de collisions polaritons-électrons, l’efficacité
radiative reste quasiment constante. La brusque augmentation de l’effica-
cité radiative sur la courbe (a) est liée à la formation d’un condensat en
k‖ = 0 [67], qui n’est pas observée expérimentalement. En revanche, nous
pouvons remarquer que l’efficacité radiative est environ 10 fois plus faible
expérimentalement qu’en théorie.

Plusieurs facteurs peuvent expliquer ce désaccord. Tout d’abord, les den-
sités d’électrons que nous mesurons sont environ deux fois plus faibles que
celles utilisées lors du calcul théorique. En effet, l’injection d’une plus grande
densité d’électrons conduit à un écrantage du couplage fort et nous ne pou-
vons dès lors pas parler de polaritons. La bibliographie existante [53, 15]
s’accorde à dire que le couplage fort disparâıt plutôt à cause d’un élargisse-
ment de la transition excitonique que de la baisse de la force d’oscillateur de
l’exciton. Nous pensons que le passage en couplage fort du trion peut être
assimilé à une forte augmentation de la largeur de raie de l’exciton : en ef-
fet, les raies X et X− sont séparées par seulement 1.4 meV et à forte densité
d’électrons elles se fondent en une seule raie dont la largeur est la somme des
largeurs de raies initiales. Ainsi, la présence d’une raie trionique peut être
tenue pour responsable de la faible densité d’écrantage nsat

e ≈ 5 × 109 cm−2

que nous observons (à comparer à nsat
pol ≈ 5 × 1010 cm−2).

Nous pouvons également noter que les calculs présentés dans [67] re-
posent sur la règle d’or de Fermi, c’est à dire que lors des calculs des taux de
diffusion, la largeur homogène des niveaux est négligée. Les largeurs homo-
gènes importantes que nous obtenons (de l’ordre de 2 meV dans le réservoir
pour les densités d’électrons qui nous intéressent) nécessitent probablement
une prise en compte théorique plus élaborée.
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Mais le problème principal vient de ce qu’il est difficile expérimentale-
ment de créer un gaz d’électron de basse densité dans lequel les électrons
soient réellement libres. Ainsi dans notre cas, les trous sont situés à 100 Å
seulement du puits quantique large et sont donc liés aux électrons sous la
forme d’excitons indirects. Afin de calculer l’énergie de liaison des excitons
indirects, nous décrivons le mouvement relatif des électrons confinés dans le
puits quantique large (d’épaisseur L1 = 200 Å) et des trous confinés dans le
puits quantique étroit (L2 = 26 Å) dans l’approximation de la fonction en-
veloppe. Une approche variationnelle à l’aide de la fonction d’essai suivante :

φλ(r, ze, zh) =
2
√

2√
πL1L2

cos

(
π

L1
ze

)
cos

(
π

L2
(zh −D)

)
1

λ
e−

|r|
λ , (4.16)

nous permet alors de calculer l’énergie de liaison. Dans cette expression, D
est la distance entre les centres des deux puits quantiques et le rayon de
Bohr λ est notre paramètre variationnel. En choisissant une fonction d’essai
séparable en r, ze et zh, le problème variationnel se ramène à trouver la
valeur de λ minimisant l’énergie de liaison g(λ) = 〈φλ|HB|φλ〉, où HB est le
hamiltonien de liaison de la paire électron-trou :

HB = − ~
2

2µ
(∇r)

2 − e2

εr
√

r2 + (ze − zh)2
, (4.17)

où µ est la masse réduite du système électron-trou, e est la charge de l’élec-
tron en unités électrostatiques et εr est la constante diélectrique du semi-
conducteur. Dans notre cas, on trouve que g(λ) est minimale pour un rayon
de Bohr λ égal à 300 Å, ce qui donne une énergie de liaison des excitons
indirects égale à −g(λ) = 2.7 meV. Les électrons et les trous sont donc for-
tement liés en excitons. A titre de comparaison, la température d’ionisation
de ces excitons en paires électrons-trous est de 30 K et la densité de Mott
est nMott = 1/λ2 = 1011 cm−2. Dans les conditions expérimentales étudiées,
les excitons indirects ne sont donc pas écrantés.

Des arguments qualitatifs permettent de comprendre que les collisions
entre les polaritons et ces excitons indirects doivent être intermédiaire entre
les collisions polariton-polariton et des collisions polariton-électron libres.
Puisque les électrons et les trous sont situés dans deux puits quantiques
différents, un dipôle permanent est associé aux excitons indirects. Les inter-
actions électrostatiques (de type dipôle permanent-dipôle induit) sont donc
moins fortes que si l’on avait un électron libre (dans ce cas, les interactions
sont de type charge-dipôle induit), mais elles sont cependant plus fortes que
celles créées par un exciton direct, non dipolaire (les interactions sont alors de
type dipôle induit-dipôle induit). Par ailleurs, la masse effective des excitons
indirects est nécessairement plus importante que celle des électrons. Comme
souligné par [67], ceci vient donc également diminuer l’efficacité des collisions
polaritons-excitons indirects par rapport aux collisions polariton-électron
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libres. Bien que qualitatifs (une étude théorique plus détaillée n’étant pas
disponible à notre connaissance), ces arguments permettent de comprendre
que la présence du gaz de trous affaiblisse les collisions polaritons-électrons.

Comprenant l’enjeu qu’il y a à éloigner les deux puits quantiques l’un de
l’autre, nous avons réalisé une dizaine d’échantillons avec différentes tailles
de barrières. Dans les conditions de nos expériences, l’écrantage des interac-
tions coulombiennes entre les électrons et les trous nécessite des épaisseurs
de barrières du même ordre de grandeur que la taille de la cavité. Ainsi,
pour une barrière de 190 nm (les puits quantiques étroits sont alors au bord
d’une cavité 3λ/2), le rayon de Bohr des excitons indirects est de l’ordre de
1100 Å, correspondant à nMott = 8 × 109 cm−2, et leur énergie de liaison
est de 0.42 meV, correspondant à une température d’ionisation des exci-
tons indirects de l’ordre de 5 K. Une barrière de 190 nm permettrait donc
de disposer d’électrons réellement libres dans les conditions expérimentales
utilisées (T = 15 K et ne ∼ 109 cm−2). Les échantillons réalisés n’ont mal-
heureusement pas montré de preuve indiscutable du transfert d’électrons
dans des échantillons avec une barrière aussi épaisse, c’est à dire que nous
n’avons pas observé la dégénérescence du gaz d’électrons nous permettant de
mesurer sa densité. Toutefois, étant donné que différents échantillons ayant
la même structure nominale montrent des comportements différents, il n’est
pas à exclure qu’une compréhension plus fine du transfert des électrons d’un
puits quantique à l’autre ainsi qu’une amélioration des conditions de crois-
sance permette d’utiliser des barrières de cette taille là et ainsi de disposer
d’un gaz d’électrons réellement libres.

4.7.2 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons montré et expliqué l’effet des différents pa-
ramètres expérimentaux sur la distribution de polaritons atteinte en régime
permanent. Le comportement du gaz de polaritons est résumé sur la Fi-
gure 4.20. En l’absence d’électrons et en désaccord négatif, il existe un gou-
let d’étranglement de la relaxation. Celui-ci se manifeste par des facteurs
d’occupation plus importants dans le réservoir que dans les états proches
de k‖ = 0. Lorsque l’on élève la température ou la densité de polaritons,
les collisions polaritons-polaritons prennent de plus en plus d’importance,
deviennent plus efficaces que l’émission de phonons et redistribuent la po-
pulation en faveur des états proches de k‖ = 0. Ces collisions permettent
d’augmenter la fraction de polaritons en k‖ = 0 de plus d’un ordre de gran-
deur. De plus, elles ne changent pas la forme des relations de dispersion
jusqu’à npol = 5× 1010 cm−2. Au delà de cette densité, l’élargissement de la
transition excitonique est responsable de la perte du couplage fort exciton-
photon.

L’injection d’un gaz d’électrons permet elle aussi, grâce aux collisions
polariton-électron, de redistribuer la population en faveur des états proches
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Fig. 4.20 – Domaines de prédominance des mécanismes de relaxation pour
T = 15 K.

de k‖ = 0. En désaccord négatif, le facteur d’occupation de l’état k‖ = 0 est
multiplié par un facteur supérieur à 10 en présence d’une densité d’électrons
de l’ordre de ne = 5×109 cm−2. Cependant, une partie de cette augmentation
de la population provient de la diminution de Epiège avec ne, et lorsque l’on
garde Epiège constante, l’augmentation atteint un facteur 5.

Par ailleurs, la comparaison avec les collisions polaritons-polaritons montre
que celles-ci peuvent devenir plus efficaces que les collisions polaritons-électrons
lorsque npol dépasse ne. Autrement dit, les processus élémentaires des deux
mécanismes de collisions sont aussi efficaces à amener des polaritons dans
les états proches de k‖ = 0, et les valeurs respectives de ne et de npol dé-
terminent quel sera le mécanisme de relaxation prédominant. A cause de la
proximité entre le gaz d’électrons et le gaz de trous, les électrons sont en
fait liés sous la forme d’excitons indirects, ce qui peut expliquer que les col-
lisions polariton-électron soient moins efficaces que ce qui est attendu pour
des électrons réellement libres. Tester les collisions des polaritons avec un
gaz d’électrons réellement libres reste un défi expérimental difficile qui n’a à
notre connaissance pas encore été relevé. En effet, il faut pour cela que les
charges positives (trous dans notre cas, ou donneurs ionisés dans le cas d’un
dopage chimique) soient situées à plus de 1000 Å du gaz d’électrons, ce qui
rend sa densité difficile à contrôler.

Afin de confirmer les observations faites sous excitation stationnaire,
nous avons effectué des expériences de photoluminescence résolues en temps
sur cette microcavité. En partant du principe que le réservoir alimente les
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états proches de k‖ = 0, nous nous attendions à voir un raccourcissement du
temps de montée en présence du gaz d’électrons (à cause de l’accélération
des processus de relaxation). Cependant, comme nous allons le voir dans
le prochain chapitre, les processus de collision interviennent peu dans la
dynamique de la photoluminescence, qui est dans une large mesure contrôlée
par des effets excitoniques dans le réservoir.
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5.1 Introduction

Dans ce chapitre, nous étudions la relaxation des polaritons à l’aide de
la photoluminescence résolue en temps. Cette technique permet de mesurer
l’intensité lumineuse émise par l’échantillon avec une résolution temporelle
pouvant atteindre 2 ps, et nous permet, par une modélisation appropriée,
de comprendre la physique de la relaxation des porteurs dans le système
étudié. Décrivons schématiquement ce qui se passe lors d’une expérience de
photoluminescence résolue en temps. Lorsque le faisceau laser est absorbé
par l’échantillon — nous envisageons ici le cas d’un faisceau pulsé et non
résonnant — la lumière absorbée crée des paires électrons-trous, lesquels re-
laxent rapidement vers le bas de leurs bandes d’énergie respectives : la bande
de conduction pour les électrons et la bande de valence pour les trous. Au
cours d’une deuxième étape, des excitons sont formés à partir de ces paires
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électrons-trous. Enfin, les excitons eux-même relaxent vers des états exci-
toniques radiants (de vecteur d’onde k‖ < k0 = ncavEX/~c ≈ 26µm−1),
que nous détectons. Ce schéma est évidemment simplifié par rapport à la
réalité : il est en effet impossible d’extraire une paire électron-trou indivi-
dualisée et de la suivre étape par étape au cours de sa relaxation. Ce schéma
doit plutôt être compris comme une description statistique, moyennée, de
l’évolution des populations.

Ce chapitre a pour but d’étudier la dynamique de relaxation des po-
laritons sous excitation non résonnante et de comprendre comment cette
dynamique est modifiée en présence d’un gaz d’électrons. Les idées déve-
loppées dans le chapitre précédent sur les collisions polaritons-polaritons et
polaritons-électrons seront ainsi étendues au régime transitoire où une po-
pulation de porteurs est créée instantanément et relaxe au cours du temps.
Dans une première partie de ce chapitre, nous étudierons la dynamique de
la zone active en l’absence de cavité. Nous verrons que l’injection d’électrons
accélère fortement la formation des excitons et, à plus forte densité, conduit
à la formation de trions dont le temps de vie radiatif est différent de celui
des excitons. Cette première partie nous permettra donc d’isoler les modi-
fications de la dynamique de la zone active seule. Dans la deuxième partie,
nous étudierons la dynamique des polaritons dans la microcavité complète.
Nous verrons notamment que la dynamique dans les états proches de k‖ = 0
s’adapte instantanément aux variations de population dans le réservoir.

5.2 Dynamique de relaxation des excitons

5.2.1 Accélération de la dynamique due à une augmentation

de la densité d’excitons

Ce paragraphe étudie l’échantillon gravé en l’absence d’électrons. Ainsi,
nous nous focalisons dans un premier temps sur le système le plus simple
possible.

Observations expérimentales

Les données expérimentales présentées dans ce chapitre ont toutes été
obtenues sur un dispositif expérimental de photoluminescence résolue en
temps. Sur ce dispositif, le laser TiSa est pulsé, et les deux faisceaux laser
(TiSa et HeNe) se propagent dans l’espace libre, sans être injectés dans des
fibres optiques. La luminescence de l’échantillon est analysée à l’aide d’une
caméra à balayage de fente. L’image obtenue par la caméra donne accès à
l’intensité de luminescence en fonction de deux paramètres simultanément :
l’énergie et le temps (résolution spectrale et temporelle). En intégrant sur
une raie spectrale, nous obtenons alors une trace temporelle proportionnelle
à la densité de porteurs n(t) présente dans cet état au cours du temps.
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Avant de continuer, notons que lorsque le faisceau laser est pulsé, la
relation entre la densité de porteurs injectés n0 et la puissance moyenne
du laser PT iSa est différente de celle utilisée précédemment sous excitation
continue. La densité de porteurs est alors la suivante :

n0 =
a t PT iSa τL
ET iSa SL

, (5.1)

=⇒ n0(cm−2) = 4.3 × 107 PT iSa(µW ) , (5.2)

où ET iSa est l’énergie du laser, t = 0.85×0.6 et a = 2.5% sont la transmission
du système optique et l’absorption de l’échantillon, SL est la surface du spot
laser (correspondant ici à un diamètre de 42 µm) et τL = 12.2 ns est le
temps séparant deux impulsions du laser. Quant à la densité d’électrons,
nous avons mesuré

ne(cm−2) = 1.0 × 107 PHeNe(nW) (5.3)

pour l’échantillon gravé. En tenant compte de l’absorption dans le miroir
supérieur, nous obtenons donc

ne(cm−2) = 1.0 × 105 PHeNe(nW) (5.4)

sur la microcavité complète.
La Figure 5.1 présente l’intensité de luminescence émise par la raie d’ex-

citon du puits quantique au cours du temps, pour différentes puissances du
laser TiSa. Lorsque la puissance d’excitation augmente, la forme de la trace
temporelle change, ce qui correspond à un changement des mécanismes phy-
siques de la relaxation. Ici, la dynamique est plus rapide lorsque la puissance
d’excitation est forte : le maximum de luminescence a lieu à un temps de
plus en plus court et le temps de déclin de la photoluminescence est lui
aussi de plus en plus court. Afin de quantifier cette accélération de la dyna-
mique, nous avons ajusté les traces temporelles par un déclin exponentiel,
correspondant aux droites montrées sur la Figure 5.1. Les temps de déclin
déduits sont montrés sur la Figure 5.2. Nous voyons que le temps de déclin,
initialement long (près de 3 ns) se raccourcit jusqu’à atteindre une valeur de
700 ps, correspondant à la valeur asymptotique dans la limite des grandes
densités.

Afin de mieux comprendre ces expériences, nous avons étudié la dyna-
mique de la luminescence sous excitation résonnante. Dans cette expérience,
une impulsion laser accordée à l’énergie de la transition excitonique crée
quasi instantanément une population d’excitons. Les porteurs ne subissent
donc pas les processus de relaxation des paires électron-trous ni de formation
des excitons, mais seulement ceux associés à la thermalisation et au déclin
radiatif des excitons. La trace temporelle ainsi obtenue (Figure 5.3) montre
une dynamique beaucoup plus rapide que dans le cas de l’excitation non ré-
sonnante. Le temps de montée est fixé par l’absorption du laser TiSa ; il est
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donc trop rapide pour être résolu par le dispositif expérimental. La première
partie du déclin de la luminescence, notée τ1 sur la Figure 5.3, a fait l’objet
d’une étude détaillée dans la littérature [27, 42, 7]. Plusieurs phénomènes se
mêlent pour donner lieu à ce déclin initial, à savoir : la diffusion Rayleigh
résonnante du faisceau laser par la surface et par les excitons, le temps de
vie radiatif des excitons brillants et le temps de diffusion des excitons depuis
les états brillants vers les états sombres.

Nous ne sommes cependant pas intéressés par cette partie complexe de
la dynamique des excitons, mais plutôt par le deuxième temps de déclin τ2.
Dans cette phase de la dynamique, la population d’excitons est thermalisée
le long de la branche excitonique, une faible partie des excitons (jusqu’à
E = EXhh

+ Erad avec Erad ≈ 0.2 meV) est couplée au champ électroma-
gnétique, et le reste de la population est non radiante [72, 78]. L’ensemble
de la population décrôıt alors avec un temps de vie moyen, τ2, déterminé
par la proportion d’excitons située dans les états brillants. Lorsque l’on aug-
mente la température, kBT devient grand devant Erad et la proportion des
excitons radiants dans la population totale devient de plus en plus faible ;
τ2 est alors proportionnel à la température [29, 1], comme le montre la fi-
gure 5.4. À T = 12 K, nous obtenons τ2 = 700 ps, ce qui est identique au
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Fig. 5.4 – Temps de vie radiatif (mesuré sous excitation résonnante) en
fonction de la température.

temps de déclin obtenu à forte puissance sous excitation non résonnante.
Ainsi, lorsque l’on crée une forte densité de porteurs par excitation non ré-
sonnante, la relaxation vers une population thermalisée est très rapide et la
dynamique ultérieure est limitée par le temps de vie radiatif des excitons.
Il reste cependant à décrire le comportement à basse densité d’excitons, où
d’autres mécanismes limitent la dynamique.

Modélisation de la dynamique grâce à un taux de formation bi-

moléculaire des excitons

Comme nous l’avons vu précédemment, à basse densité et sous excitation
non résonnante, le temps de déclin de la photoluminescence est très long,
de l’ordre de 4 fois le temps de vie radiatif. Le temps de déclin n’est égal
au temps de vie radiatif moyen (700 ps) que lorsque la densité de porteurs
injectés est suffisamment forte. Ce comportement provient de la formation
bimoléculaire des excitons, qui est quadratique et donc lente à basse puis-
sance. L’idée que la formation des excitons à partir des paires électron-trou
était un mécanisme bimoléculaire a été avancée dès 1991 par Strobel et
ses collaborateurs [117], mais a été immédiatement confrontée à une autre
interprétation selon laquelle les excitons se forment rapidement, puis se re-
froidissent plus lentement jusqu’à la température du réseau [22, 94, 104, 41].
Cette seconde interprétation est envisagée page 163, alors que nous nous
concentrons ici sur la dynamique de formation des excitons [78, 75, 118].

Selon les calculs de Piermarocchi [78], jusqu’à des températures de



5.2 Dynamique de relaxation des excitons 161

Réservoir 
d’électrons

Réservoir 
de trous

Excitons

he
he nnCtn
t

n

t

n
−== )(

d

d

d

d
0δ

X

X
he

X n
nnC

t

n

τ
−=

d

d
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porteurs de 40 K, les excitons se forment à la suite de l’émission d’un pho-
non acoustique à partir des paires électron-trou libres. C’est pourquoi nous
considérons l’expression suivante pour le nombre d’excitons formés par unité
de temps : (

∂nX

∂t

)

form

= C ne(t)nh(t), (5.5)

où la constante C ne dépend pas de la température des porteurs, et ne et nh

représentent la densité totale d’électrons et de trous [78]. Il n’y a donc pas à
proprement parler de temps de formation de l’exciton [118], car le “temps de
formation” varie au cours du temps au fur et à mesure que les porteurs libres
disparaissent. Les excitons sont alors formés dans des états excitoniques de
haute énergie, l’énergie des phonons émis et absorbés lors de leur création
étant de l’ordre de 2 à 3 meV [78]. Nous supposons également que l’équilibre
thermique des excitons avec le réseau est atteint instantanément à l’échelle
du temps de déclin, de sorte que le temps de vie radiatif reste constant
au cours de la dynamique. Ce modèle et les équations de la dynamique du
système sont représentées sur la Figure 5.5.

Sur la Figure 5.6, les résultats expérimentaux sont comparés à notre mo-
dèle pour C = 1 cm2s−1 et τX = 680 ps. Nous voyons qu’un seul paramètre
ajustable (τX étant déterminé par la mesure en excitation résonnante) per-
met de rendre compte des quatre traces temporelles. Notons que la résolution
temporelle n’est pas suffisante pour résoudre la montée de la luminescence.
C’est pourquoi nous avons réalisé des mesures avec une meilleure résolu-
tion temporelle qui s’accordent mieux à notre modèle. Alternativement, il
est possible que notre hypothèse d’équilibre thermique instantané ne soit
valable qu’après un certain temps, et donc que la dynamique de thermalisa-
tion intervienne dans le temps de montée de la luminescence. En revanche,
le temps de déclin de la luminescence est parfaitement déterminé par notre
coefficient C. La valeur trouvée C = 1 cm2s−1 est égale à la valeur calcu-
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mesures, les courbes en pointillés ayant une meilleure résolution temporelle.



5.2 Dynamique de relaxation des excitons 163

0.00 0.02 0.04 0.06 0.08 0.10 0.12

10

100

T (K)
1550 25 10

 

 

R
ap

po
rt

   
I X

hh
/I

X
lh

1/T (K-1)

100

0 500 1000 1500

10

100

(b)

 

 

R
ap

po
rt

 I X
hh

/I
X

lh

Temps (ps)

30K

20K

Laser résonnant
avec Xhh

(a)
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lée par Piermarocchi lorsque la température des porteurs est inférieure à
40K [78], et proche des valeurs déterminées expérimentalement par d’autres
groupes (1 cm2s−1 pour la référence [118], 6 cm2s−1 pour la référence [117]
et plus de 14 cm2s−1 pour la référence [93]). Ce modèle simple permet donc
de rendre compte de la variation de la dynamique avec la puissance d’exci-
tation.

Autres effets susceptibles de jouer un rôle sur la dynamique

Une autre explication a été envisagée pour rendre compte de la varia-
tion de la dynamique avec la puissance d’excitation [22, 94, 104, 41]. Selon
cette interprétation, les excitons sont formés directement à l’énergie du laser
(formation “géminée” des excitons [79]), et le facteur limitant n’est pas la
dynamique de formation, mais plutôt la thermalisation des excitons avec le
réseau. Une population d’excitons plus chaude que le réseau présente en ef-
fet un temps de vie plus long qu’une population thermalisée. Le long temps
de déclin observé à basse puissance peut donc également s’expliquer si l’on
suppose que la population n’est pas thermalisée avec le réseau à basse puis-
sance d’excitation. Pour tester cette hypothèse, il est nécessaire d’étudier la
dynamique de thermalisation des excitons.

La température des excitons peut être mesurée à l’aide du rapport des
intensités IXhh

/IXlh
, où IXhh

désigne l’intensité de luminescence de l’exciton
de trou lourd et IXlh

celle de l’exciton de trou léger. Sur la figure 5.7(a), nous
montrons l’évolution de ce rapport au cours du temps lors d’une excitation
en résonance avec l’exciton de trou lourd. À l’instant initial, la population
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et (d) montrent le rapport de ces deux intensités pour les deux puissances
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est constituée uniquement par des excitons de trou lourd de vecteur d’onde
k‖ ≈ 0, et la température excitonique est nulle. À partir de 200 ps environ,
le rapport IXhh

/IXlh
atteint une valeur constante. Ainsi, bien que les po-

pulations d’excitons de trou lourd et de trou léger décroissent au cours du
temps, le rapport des deux populations reste constant : l’interaction avec les
phonons maintient un équilibre thermique entre les deux populations d’ex-
citons, même si les temps de vie radiatif des excitons de trou lourd et de
trou léger sont différents. Enfin, le rapport IXhh

/IXlh
change avec la tempé-

rature. Sur la figure 5.7(b), nous reportons les valeurs de IXhh
/IXlh

obtenues
aux différentes températures. Ce rapport évolue comme exp(Ea/kBT ), avec
une énergie d’activation Ea = 3.5 meV très proche de la différence d’énergie
entre les deux excitons : ∆E = 4.5 meV. Ainsi, le rapport IXhh

/IXlh
nous

permet de connâıtre avec fiabilité la température des excitons.

Sur la figure 5.8(a) et (b), nous montrons les traces temporelles des ex-
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citons de trou lourd et de trou léger lors d’une excitation non-résonnante
du système pour deux puissances d’excitation : 10µW et 500µW . Les rap-
ports IXhh

/IXlh
correspondant à ces deux puissances sont tracés sur les fi-

gures 5.8(c) et (d). Nous voyons que ce rapport atteint une valeur constante
au bout d’environ 1 ns, montrant que la population d’excitons a atteint un
équilibre thermique. D’autre part, même si la trace temporelle de IXhh

et
celle de IXlh

changent avec la puissance d’excitation, le rapport entre les
deux intensités ne change presque pas, et la valeur IXhh

/IXlh
atteinte aux

temps longs est la même quelle que soit n0. Enfin, cette valeur est également
la même que sous excitation résonnante (cf. Figure 5.7), ce qui indique que
les excitons sont thermalisés entre eux et avec le réseau en un temps inférieur
à 1 ns. La thermalisation des excitons n’est donc pas le mécanisme limitant
la dynamique.

Mentionnons une dernière interprétation envisageable : il est possible
que les excitons noirs J = 2 formés à partir des paires électrons-trous libres
agissent comme un réservoir, qui ne puisse se vider qu’après passage par
un état brillant. L’importance de ce mécanisme dépend du temps de re-
tournement de spin de J = 2 vers J = 1. S’il est plus long que le temps
de vie radiatif, les états brillants seront continuellement alimentés par les
états J = 2 et le temps de déclin de la luminescence correspondra au temps
de retournement de spin. S’il est plus court, les deux niveaux de spin sont
à l’équilibre thermodynamique et se vident ensembles. Des mesures effec-
tuées par excitation à deux photons [112] sur un puits de 30 Å à T = 1.6 K
montrent que le retournement des spins est très rapide : ≈ 60 ps. Même si
notre puits quantique est plus large (200 Å), le temps de retournement de
spin doit être du même ordre de grandeur, de sorte que les excitons de spin
J = 2 n’expliquent pas les changements de dynamique observés. Le seul effet
des excitons noirs J = 2 sera donc de doubler le temps de vie radiatif moyen
des excitons.

En conclusion, la dynamique d’émission du puits quantique à basse puis-
sance est lente et limitée par la formation bi-moléculaire des excitons. Lorsque
la densité de porteurs est augmentée, le temps de déclin se raccourcit jusqu’à
atteindre le temps de vie radiatif des excitons thermalisés à la température
du réseau.

5.2.2 Accélération de la dynamique due à une augmentation

de la densité d’électrons

Faible densité d’électrons

Comme nous allons le voir, la présence du gaz d’électrons modifie beau-
coup la dynamique d’émission du puits quantique. Deux régimes différents
peuvent être distingués en fonction de la densité d’électrons. Le régime basse



166 Chapitre 5. Étude de la dynamique de relaxation

0 500 1000 1500 2000
1

10

P
HeNe

=75 nW

n
e
=4x10

8
cm

-2

n
e
=7.6x10

8
cm

-2

P
HeNe

=40 nW

 

 

In
te
n
s
it
é
 (
u
.a
.)

Temps (ps)

X
hh
 (laser non rés.)  P

TiSa
=50µW

n
e
=0

1.524 1.526 1.528 1.530
0

5

10

15

20

     n
e
 (cm

-2
)

 0

 4x10
8

 7.6x10
8

 

 

In
te
n
s
it
é
 i
n
té
g
ré
e
 (
u
.a
.)

Energie (eV)

Fig. 5.9 – Évolution des spectres de photoluminescence et des traces tem-
porelles avec la densité d’électrons. T = 12 K, PT iSa = 50µW et ne reste
inférieur à 109 cm−2.

densité (ne < 109 cm−2), correspond à une formation négligeable de trions,
et l’on peut reprendre sans changement notre analyse précédente concer-
nant la formation des excitons. Dans un régime de plus forte densité, les
trions gouvernent la dynamique de l’émission. Intéressons nous tout d’abord
au régime basse densité et reprenons le modèle décrit dans la Figure 5.5.
Le coefficient C décrivant la formation des excitons ainsi que le temps de
vie radiatif de l’exciton restent les mêmes et seules les conditions initiales
sont différentes : nous considérons qu’une densité constante d’électrons ne

est présente dans le système avant l’arrivée de l’impulsion laser. La densité
d’excitons formés par unité de temps est donnée par C ne(t)nh(t), où ne(t)
provient à la fois des paires électrons trous photoinjectées et du gaz d’élec-
trons. Ainsi la formation bimoléculaire est accéléré par la présence du gaz
d’électrons. La Figure 5.9 présente des courbes de déclin mesurée pour une
puissance d’excitation constante PT iSa = 50µW (correspondant à une den-
sité de porteurs n0 = 2.2 × 109 cm−2) et pour des valeurs croissantes de la
densité d’électrons. Nous observons que les temps de montée et de déclin de
la luminescence se raccourcissent continûment lorsque la densité d’électrons
augmente. Sur la même figure sont reportés les résultats de notre modèle.
L’accord avec l’expérience est très bon en utilisant le même paramètre C
déduit des mesures en l’absence d’électrons. Ainsi l’accélération de la dy-
namique observée à basse densité d’électrons est due à l’accélération de la
formation bimoléculaire des excitons.
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Forte densité d’électrons

Lorsque la densité d’électrons dépasse les 109 cm−2, l’accélération de la
dynamique devient encore plus importante. La Figure 5.10 montre l’évo-
lution des traces temporelles et des spectres intégrés dans le temps. Nous
voyons que lorsque l’intensité de la raie X− est importante, le temps de mon-
tée devient très court et le temps de déclin diminue fortement pour devenir
inférieur à 700 ps, c’est à dire inférieur au temps de vie radiatif de l’exciton.
Parallèlement, nous observons sur les spectres de la figure 5.10 que la raie
de trion devient progressivement de plus en plus intense. Cette évolution
due à la densité d’électrons n’est accompagnée d’aucun changement dans
l’intensité intégrée, démontrant de faibles pertes non radiatives.

La mesure du temps de déclin de la luminescence est présentée sur la
Figure 5.11 pour une forte densité de paires électron-trou n0 = 6×109 cm−2

injectée par le laser TiSa et des densités variables d’électrons ne injectés
par le laser HeNe. Puisque n0 est élevée, la formation d’excitons est quasi
instantanée, de sorte que le temps de déclin est égal au temps de vie radiatif.
Le temps de vie radiatif décrôıt jusqu’à une valeur limite d’environ 300 ps
à forte densité d’électrons qui correspond au temps de déclin radiatif des
trions.

Ceci a été vérifié en sondant la luminescence des trions sous excitation
résonnante à forte densité d’électrons. La trace temporelle correspondante
est montrée sur la figure 5.12 et montre effectivement un temps de vie radiatif
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Fig. 5.11 – Temps de déclin en fonction de la densité d’électrons injectés.
La puissance d’excitation est importante (PT iSa = 500µW ), de sorte que le
temps de formation des excitons est plus court que le temps de vie radiatif.

de 300 ps, comparable à la littérature [97]. Le temps de vie radiatif des
trions est donc plus court que celui des excitons : ceci s’explique par le
fait qu’il existe une différence fondamentale entre la recombinaison radiative
de l’exciton et celle du trion. Ainsi, alors que les états excitoniques k‖ >

k0 = n E
~c sont sombres, tous les états trioniques sont couplés au champ

électromagnétique [97, 29, 30] car l’électron qui reste après la recombinaison
peut acquérir la quantité de mouvement du trion.

Si l’on note τX− le temps de vie radiatif du trion et τX celui de l’exciton,
et si l’on suppose que les deux espèces sont quasi-instantanément thermali-
sées, le temps de vie radiatif moyen du système sera :

τ =

(
1

τX
· nX

nX + nX−

+
1

τX−

· nX−

nX + nX−

)−1

(5.6)

τ =

(
1

τX
· 1

1 + nX−/nX
+

1

τX−

· nX−/nX

1 + nX−/nX

)−1

, (5.7)

et nX−/nX est proportionnel à ne (cf. Chapitre 3).

La courbe en trait fin de la Figure 5.11 représente le meilleur ajustement
des données selon ce modèle, correspondant à τX = 730 ps et τX− = 270 ps,
des valeurs proches de celles mesurées. Ainsi ce modèle qui suppose un équi-
libre quasi-instantané entre excitons et trions semble raisonnable.
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Bilan

Finalement, nous reprenons sur la Figure 5.13 les temps de déclin mesurés
pour différentes valeurs de n0 et de ne, et nous l’analysons à la lumière
des différents effets identifiés. A faible densité d’électrons et d’excitons, la
formation des excitons est très longue comparée au temps de vie radiatif.
Ainsi, les populations d’électrons et de trous agissent comme un réservoir
à partir duquel les niveaux excitoniques sont alimentés continûment. La
formation des excitons est bimoléculaire et peut être accélérée en augmentant
la densité de porteurs, soit de façon symétrique lorsque n0 est augmenté
(points à ne = 0 de la figure), soit en augmentant spécifiquement la densité
d’électrons (points correspondant à des valeurs constantes de n0). A cet effet
lié à la formation des excitons s’ajoute un autre effet lié à l’apparition des
trions : à forte densité d’électrons, le temps de vie radiatif se raccourcit pour
atteindre celui du trion.

Il est enfin intéressant de remarquer que les diverses courbes de la fi-
gure 5.13, correspondant à diverses valeurs de n0, tendent vers la même
limite de 300 ps. A une forte densité d’électrons, les deux effets sont en ef-
fet présents simultanément : les paires électron-trou forment rapidement des
états liés, quelque soit la valeur de n0, et ces états liés sont presque unique-
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Fig. 5.13 – Temps de déclin de la luminescence en excitation non résonnante
en fonction de ne. Les différentes courbes correspondent à différentes valeurs
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ment des trions, qui se recombinent avec un temps de vie de 300 ps.

En nous appuyant sur cette étude de la dynamique du puits quantique,
nous pouvons maintenant aborder les phénomènes propres à la relaxation
des polaritons dans la structure complète.

5.3 Dynamique de relaxation des polaritons

5.3.1 Désaccord négatif

Dans cette section, nous présentons les résultats concernant la dyna-
mique de relaxation des polaritons de cavité. Les expériences présentées ici
concernent les désaccords négatifs pour lesquels un goulet d’étranglement de
la relaxations est observé. Des résultats qualitativement similaires ont été
observés pour différents désaccords négatifs. Nous avons choisi dans cette
section de discuter un jeu de données expérimentales complet correspondant
à δ = −8 meV. Afin de bien comprendre la dynamique globale du système,
nous avons choisi d’étudier la dynamique de deux ensembles d’états repré-
sentatifs du système. Le premier ensemble correspond aux états proches de
k‖ = 0, au fond du piège dans l’espace des k ; le deuxième correspond à
des états proches de k‖ = 3.5µm−1 représentatifs du réservoir excitonique
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comme le montre la figure 5.14.

Évolution de la dynamique lors d’une variation de ne

Nous montrons sur la Figure 5.15 les courbes de déclin en k‖ = 0 et
dans le réservoir pour différentes densités d’électrons. Considérons dans un
premier temps l’évolution de la dynamique du réservoir excitonique. En l’ab-
sence d’électrons, le temps de montée et le temps de déclin de la luminescence
sont très longs. Comme dans le puits quantique de référence, ces temps se
raccourcissent très fortement lorsque l’on injecte des électrons. Comme nous
pourrons le vérifier par la suite, le réservoir excitonique présente la même
dynamique que le puits quantique gravé et peut être modélisé par les mêmes
équations. Ainsi, l’accélération de la dynamique que nous observons est due
à l’augmentation du taux de formation des excitons. A forte densité d’élec-
trons, le temps de déclin mesuré dans le réservoir correspond donc au temps
de vie radiatif du trion. Notons que dans la cavité, celui-ci est égal à 400 ps
et non pas à 300 ps comme nous l’avons mesuré dans l’échantillon gravé.
Deux explications peuvent être envisagées pour interpréter cette différence.
D’une part, puisque 99% de la puissance du faisceau laser HeNe est absorbée
dans les miroirs de la microcavité, il est nécessaire d’utiliser une puissance
100 fois plus importante sur la microcavité que sur l’échantillon gravé pour
injecter une même densité d’électrons. En raison de la puissance utilisée,
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il est possible que l’échantillon chauffe localement, ce qui aurait pour effet
d’augmenter le temps de vie des trions. D’autre part, dans la microcavité,
les trions sont couplés aux modes de fuite de la cavité dont la densité d’états
est différente des modes de l’espace libre. Bien que le calcul complet du taux
d’émission spontanée des trions dans une microcavité n’ait pas été effectué,
il est envisageable que le temps de vie radiatif moyen des trions soit plus
long lorsque le puits quantique est inséré dans une microcavité que lorsqu’il
est inséré dans une matrice de semiconducteur homogène.

Considérons maintenant les courbes de déclin en k‖ = 0. Comme dans le
réservoir, le temps de montée comme le temps de déclin sont accélérés lorsque
l’on injecte le gaz d’électrons. L’accélération de la dynamique est cependant
moins marquée en k‖ = 0 que dans le réservoir. La figure 5.16(a) présente
les temps de déclin mesurés en k‖ = 0 et dans le réservoir en fonction de
ne. Pour ne = 0, le temps de déclin en k‖ = 0 est 2 fois plus court que dans
le réservoir, alors que pour les fortes densités d’électrons, les deux temps de
déclin sont identiques. Nous verrons dans la prochaine section que ce passage
d’une dynamique deux fois plus rapide en k‖ = 0 à une dynamique identique
à celle du réservoir s’explique par la compétition entre les mécanismes de
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diffusion polariton-polariton et polariton-électron.

Enfin, nous voyons sur les courbes de déclin de la figure 5.15 que l’in-
tensité de luminescence évolue différemment en k‖ = 0 et dans le réservoir.
Nous avons reporté l’intensité de luminescence intégrée dans le temps pour
ces deux ensembles d’états sur la figure 5.16(b) en fonction de la densité
d’électrons. Dans le réservoir, l’intensité de luminescence reste constante, ce
qui prouve que le raccourcissement du temps de déclin n’est pas associé à
des processus non radiatifs. En revanche, l’intensité en k‖ = 0 augmente

fortement avec la densité d’électrons. À la plus forte densité étudiée ici,
l’intensité de luminescence est augmentée d’un facteur 6 par rapport à ce
que l’on observe pour ne = 0. Comme dans les expériences sous excitation
continue, les collisions polariton-électron permettent une redistribution des
populations le long de la branche de polariton. Nous retrouvons qu’en raison
de la grande densité d’états du réservoir, ce transfert de polaritons vers les
états proches de k‖ = 0 ne dépeuple pas significativement le réservoir.

Compétition entre les différents mécanismes de relaxation

Afin de bien mettre en évidence la compétition entre les différents mé-
canismes de relaxation, nous allons maintenant étudier la dynamique du
système en faisant varier la densité de polaritons.

Considérons tout d’abord la dynamique du système en l’absence d’élec-
trons. La Figure 5.17 montre la variation de l’intensité intégrée en k‖ = 0
avec la puissance d’excitation. En l’absence d’électrons, la relaxation des po-
laritons est dominée par les collisions polariton-polariton comme le montre
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la variation quadratique de l’intensité en k‖ = 0 avec PT iSa.

Afin de comparer simultanément la dynamique dans le réservoir et en
k‖ = 0, la Figure 5.18 présente une superposition pour chaque puissance
d’excitation des traces temporelles de ces deux états. Les traces ont été
normalisées à leur maximum. La dynamique du réservoir est similaire à celle
du puits quantique hors de la cavité : le temps de formation des excitons
est long lorsque PT iSa est faible, conduisant à un temps de déclin de la
luminescence supérieur à la nanoseconde. Lorsque PT iSa dépasse ≈ 200µW ,
la formation des excitons devient plus rapide que leur temps de vie radiatif.
Le temps de déclin de la luminescence du réservoir tend alors vers 700 ps, le
temps de vie radiatif des excitons thermalisés.

Si l’on compare les traces temporelles correspondant à l’état k‖ = 0 à
celles correspondant au réservoir, on remarque que la luminescence dans
l’état k‖ = 0 décline toujours plus rapidement que dans le réservoir. La
mesure du temps de déclin de la luminescence permet de montrer que le
temps de déclin en k‖ = 0 est toujours 2 fois plus court que dans le réservoir.

Nous allons montrer par un modèle simple que ce facteur 2 reflète direc-
tement d’une part la nature quadratique de la relaxation depuis le réservoir
vers les états proches de k‖ = 0 et d’autre part le fait que le temps de vie
radiatif de l’état k‖ = 0 est très court devant celui du réservoir. Considérons
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l’équation d’évolution de l’état k‖ = 0 :

dnk=0

dt
= −nk=0

τ0
+B · nX(t)2. (5.8)

Cette équation peut être formellement intégrée :

nk=0(t) =

∫ t

0
e
− t−t′

τ0 B · nX(t′)2 dt′. (5.9)

Nous utilisons alors le fait que les variations de nX se font sur un temps
caractéristique plus long que τ0 ≈ 2.2 ps. nX(t′) peut donc être considéré
comme une constante lorsque t′ varie de moins de 2.2 ps. À cause de la
présence de l’exponentielle dans l’équation précédente, seules les valeurs de
t′ proches de t vont contribuer à l’intégrale, et nous avons :

nk=0(t) ≈ B · nX(t)2
∫ t

0
e
− t−t′

τ0 dt′ (5.10)

= B · nX(t)2 (1 − e
− t

τ0 )τ0 (5.11)

≈ B · nX(t)2 τ0. (5.12)

Ainsi, tout se passe physiquement comme si l’équation initiale 5.8 était en
régime stationnaire (dn

dt = 0). Autrement dit, les états proches de k‖ = 0
s’adaptent instantanément aux variations de la population dans le réservoir
qui les alimente. Dès lors, le facteur 2 entre les deux temps de vie se comprend
aisément : si le réservoir décrôıt comme nX ∝ exp(−t/τ), l’équation 5.12
montre que l’état k‖ = 0 décrôıt comme nk=0 ∝ exp(−2t/τ), c’est à dire
avec un temps de vie deux fois plus court.

Intéressons-nous maintenant à la dynamique du système en présence
d’une densité constante d’électrons ne = 4×109 cm−2. La figure 5.19 montre
les traces temporelles et les temps de déclin pour différentes densités de pola-
ritons. À cette densité d’électrons, la luminescence du réservoir est dominée
par les trions et le temps de déclin est constant et égal à 400 ps quelle que
soit la densité d’excitation.

Si l’on regarde l’intensité intégrée en k‖ = 0 reportée sur la figure 5.17
en fonction de n0, nous retrouvons que l’on passe progressivement d’une
relaxation dominée par les collisions polariton-électron à basse puissance à
une relaxation dominée par les collisions polariton-polariton.

Nous avons montré précédemment que lorsque les collisions polariton-
polariton sont dominantes l’état k‖ = 0 décline deux fois plus rapidement
que le réservoir. Le même raisonnement montre que lorsque les collisions
polariton-électron, linéaires vis à vis de nX , dominent, l’état k‖ = 0 décline
avec la même dynamique que le réservoir. Ce comportement est très bien
vérifié sur la partie de droite de la figure 5.19, où sont reportés les temps de
déclin aux temps courts en k‖ = 0 et dans le réservoir. A basse puissance, les
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Les expériences sont faites en présence d’une densité d’électrons ne =
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collisions polariton-électron dominent et la dynamique en k‖ = 0 est la même
que dans le réservoir. Lorsque la puissance est augmentée, le temps de déclin
en k‖ = 0 diminue progressivement et tend vers la moitié de celui du réser-
voir. Le passage d’un régime à l’autre est d’ailleurs visible sur les courbes
expérimentales (b), (c), (d). En observant ces courbes attentivement, nous
remarquons que le déclin de la luminescence dans l’état k‖ = 0 n’est pas mo-
noexponentiel : le déclin est initialement plus rapide que dans le réservoir,
puis dans un second temps les courbes en k‖ = 0 et dans le réservoir de-
viennent parallèles et décroissent avec le même temps caractéristique. Pour
ces puissances, la relaxation est dominée par les collisions polariton-polariton
aux temps courts puis par les collisions polariton-électron aux temps longs.

En conclusion, nous trouvons que les états proches de k‖ = 0 s’adaptent
instantanément à la population présente dans le réservoir, et que la différence
entre les deux mécanismes de relaxation (les collisions polariton-polariton
sont quadratiques et les collisions polariton-électron sont linéaires) se tra-
duit en une différence sur la dynamique de la luminescence : les collisions
polariton-polariton conduisent à un temps de déclin 2 fois plus court en
k‖ = 0 que dans le réservoir, et les collisions polariton-électron conduisent
au même temps de déclin dans les deux états.

5.3.2 Désaccord nul

Décrivons maintenant brièvement la dynamique en désaccord nul. La
Figure 5.20 compare les traces temporelles à δ = 0 en k‖ = 0 et dans
le réservoir. Le panneau (a) de la figure montre les traces temporelles en
l’absence d’électrons (ne = 0), pour différentes puissances d’excitation n0,
et le panneau (b) montre les traces temporelles en présence d’une densité
ne = 4 × 109 d’électrons, pour différentes valeurs de n0. Le comportement
du réservoir est le même que celui décrit pour le désaccord -8 meV, à savoir
que sa dynamique s’accélère fortement lorsque l’on augmente la densité de
polaritons ou d’électrons. En ce qui concerne la dynamique dans l’état k‖ =
0, nous voyons que les courbes de déclin sont identiques à celles du réservoir,
à l’exception des deux courbes à forte puissance n0 = 3×109 cm−2 et n0 = 6×
109 cm−2. La situation est donc différente de ce que l’on observe en désaccord
négatif. En effet, pour δ = 0, la différence d’énergie entre le réservoir et l’état
k‖ = 0 est de 2.2 meV seulement, de sorte que la relaxation par émission
de phonons est beaucoup plus efficace qu’en désaccord négatif. Pour cette
raison, nous pensons que l’effet des collisions polariton-polariton n’est visible
qu’à plus forte puissance, lorsque celles-ci deviennent plus importantes que
l’émission de phonons.

Nous avons d’autre part mesuré la dépendance de l’intensité en k‖ = 0
et dans le réservoir avec n0 (voir Figure 5.21). L’intensité de photolumi-
nescence en k‖ = 0 est alors proportionnelle à la densité n0, indiquant que
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Fig. 5.21 – Intensité de photoluminescence intégrée dans le temps en fonc-
tion de la densité de polaritons pour un désaccord nul. La figure de gauche
montre l’état k‖ = 0 et la figure de droite montre les états du réservoir.
L’effet de la présence du gaz d’électrons est montré pour chacun de ces deux
états.

les collisions polariton-polariton jouent un faible rôle et n’entrâınent pas de
redistribution de la population. De même, l’intensité intégrée dans l’état
k‖ = 0 est multipliée par 1.5 au maximum en présence du gaz d’électrons,
ce que l’on attribue au fait que le réservoir est principalement trionique. Ces
résultats indiquent qu’à désaccord nul, la relaxation par émission de pho-
nons est le mécanisme de relaxation prédominant, et que la distribution de
population n’est pas modifiée lorsque l’on augmente la densité de polaritons
ou d’électrons. Les populations de polaritons en k‖ = 0 et dans le réservoir
ont alors la même dynamique, et l’influence des mécanismes supplémentaires
de relaxation sur la dynamique reste faible.

5.3.3 Modèle à trois ensembles

Dans ce chapitre, nous avons analysé en détail les processus ayant un
effet sur la dynamique de la luminescence, depuis la formation des exci-
tons jusqu’à la relaxation entre le réservoir et les états proches de k‖ = 0.
Les équations de notre modèle sont présentées sur la Figure 5.22. Une den-
sité d’électrons ne injectée par le laser HeNe est présente dans le système
avant l’arrivée de l’impulsion provenant du laser TiSa. L’impulsion laser crée
instantanément une densité additionnelle n0 d’électrons et de trous. Nous
négligeons la dynamique de thermalisation des électrons, des trous et des
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Fig. 5.22 – Schématisation de la formation des excitons à partir des paires
électron-trou ainsi et de la relaxation des polaritons. Les équations sont uti-
lisées pour modéliser la photoluminescence résolue en temps des polaritons.

excitons, que nous supposons être instantanément à la température du ré-
seau. Ceci nous permet de ne retenir dans les équations que les densités
totales, et d’utiliser des constantes effectives, moyennées sur la distribution
de population, pour la formation des excitons, leur temps de vie radiatif et
les processus de collision. Nous avons repris la constante C = 1 cm2s−1 et
le temps de vie radiatif τX = 700 ps mesurés lors de l’étude de l’échantillon
gravé, et considéré un temps de vie du réservoir τX− = 400 ps lorsque le
réservoir est trionique en présence du gaz d’électrons. Le temps de vie τ0 des
états proches de k‖ = 0 est égal à 2.2 ps. Les paramètres A et B sont gardés
ajustables et permettent de rendre compte des collisions polariton-électron
et polariton-polariton respectivement.

Malgré sa simplicité, ce modèle permet de rendre compte des expériences
que nous avons faites en désaccord négatif. La Figure 5.23 compare les me-
sures expérimentales et les ajustements issus de ce modèle. Nous regardons
simultanément la dynamique du réservoir et de l’état k‖ = 0 pour diffé-
rentes valeurs de n0 et de ne. Ces différentes conditions expérimentales sont
correctement rendues par notre modèle lorsque l’on considère A/B = 1.4.
Notons que l’on ne peut pas donner les valeurs absolues des constantes A
et B. En effet, celles-ci n’interviennent que sur les facteurs d’occupation de
l’état k‖ = 0, qui ne sont pas mesurés de manière absolue sur ce disposi-
tif expérimental. En conséquence, seul le rapport A/B a un sens physique.
Nous retrouvons donc grâce aux mesures résolues en temps que les deux mé-
canismes de collision ont la même efficacité, aux incertitudes expérimentales
près.
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Fig. 5.23 – Comparaison entre les courbes de déclin expérimentales et les
ajustements issus du modèle de la figure 5.22. Les spectres expérimentaux
sont ceux des figure 5.18 et 5.19 à δ = −8 meV.
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5.4 Conclusion

On trouve dans la littérature assez peu d’études de la photoluminescence
résolue en temps des polaritons sous excitation non résonnante. La plupart
des articles se consacre en effet soit à la dynamique sous excitation réson-
nante [108, 9, 32, 109], soit à la dynamique de relaxation du spin [59, 89], de
sorte que seuls Müller et ses collaborateurs ont réalisé un travail proche
de celui qui a été présenté ici [74]. Dans cet article, Müller étudie la dy-
namique de relaxation d’une microcavité de semiconducteurs II-VI dans le
régime linéaire, où l’émission de phonons gouverne la relaxation. À l’inverse
des résultats présentés dans ce chapitre, il trouve que le temps de déclin de
la photoluminescence augmente dans les états proches de k‖ = 0. Il explique
ce résultat contre-intuitif par la présence d’un réservoir d’excitons localisés,
situé à 3.5 meV sous l’énergie de l’exciton, ayant un temps de vie plus long
que les excitons libres et alimentant les états proches de k‖ = 0 pendant
toute sa durée de vie. Grâce à la bonne qualité de notre échantillon, nous
avons pu mettre directement en évidence que les états proches de k‖ = 0
s’adaptent instantanément aux variations de population du réservoir.

Dans ce chapitre, nous avons étudié la dynamique de relaxation des po-
laritons en présence d’un gaz d’électrons à l’aide de mesures de photolu-
minescence résolue en temps. Ces mesures montrent que le gaz d’électrons
accélère fortement la dynamique d’émission des états du réservoir. Ce com-
portement n’est pas spécifique à la présence de la microcavité, puisqu’il a
également été observé dans un puits quantique de référence non couplé à une
microcavité. Il peut être expliqué par une formation plus rapide des excitons
et, en présence d’électrons, par des effets trioniques. De plus, les expériences
montrent clairement que la dynamique du réservoir n’est pas affectée par la
diffusion des polaritons vers les états proches de k‖ = 0.

Puisque le temps de vie global de la population de polaritons est plus
long que le temps de vie radiatif des polaritons en k‖ = 0, nous avons éga-
lement montré que la population dans les états proches de k‖ = 0 suivait
instantanément la population dans le réservoir. En conséquence, la dyna-
mique des états proches de k‖ = 0 reflète directement celle du réservoir.
Lorsque les collisions polariton-polariton sont le mécanisme de relaxation
dominant, la luminescence en k‖ = 0 décline en un temps deux fois plus
court que celui du réservoir. Lorsque les collisions polariton-électron sont le
mécanisme dominant, la dynamique observée en k‖ = 0 est identique à celle
du réservoir.

En conclusion, en étudiant la dynamique du puits quantique seul puis
celle de la microcavité complète, nous avons expliqué que la modification de
la dynamique d’émission provient simultanément de la physique des excitons
dans le réservoir et de la physique de la relaxation des polaritons.
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Chapitre 6

Conclusion

Dans ce dernier chapitre, nous rappelons dans un premier temps les
motivations de ce travail de thèse ainsi que les principaux résultats obtenus.
Nous proposons également des études qu’il serait intéressant de réaliser pour
compléter les données présentées dans ce manuscrit. Enfin, des perspectives
de recherches envisageables sont présentées à la fin de ce chapitre.

6.1 Bilan

Les microcavités en régime de couplage fort présentent une relation de
dispersion fortement modifiée par rapport à celle de l’exciton, et il a été
proposé de tirer partie de la faible densité d’états des polaritons dans les
états proches de k‖ = 0 afin de réaliser un laser d’un genre nouveau : le laser
à polaritons. Ce laser fonctionne sur le principe d’une relaxation stimulée
des polaritons dans les états proches de k‖ = 0, et de nombreuses expériences
indiquent qu’il a déjà été réalisé dans les semiconducteurs II-VI[90, 10].

Dans les microcavités de semiconducteurs III-V, les expériences réalisées
dans les années 1999 à 2001 ont montré que quel que soit le mécanisme de
relaxation (relaxation par émission de phonons ou par collisions polariton-
polariton), une accumulation des polaritons dans les états de grand k‖ est
observée et le régime de relaxation stimulée n’est pas atteint [124, 106]. Au
début de cette thèse, une proposition théorique suggère que les collisions
polariton-électron sont plus efficaces que les collisions polariton-polariton,
et permettent d’obtenir une stimulation de la relaxation. Au cours de cette
thèse, nous nous sommes attachés à tester expérimentalement cette propo-
sition théorique. Ainsi, ce manuscrit présente des mesures spectroscopiques
réalisées sur une microcavité où une densité d’électrons peut être injectée
optiquement.

Pour réaliser un contrôle optique de la densité d’électrons, nous avons
utilisé un puits quantique de type mixte, dans lequel deux puits quantiques
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étroits sont placés de part et d’autre d’un puits quantique large. Nous avons
montré que la densité d’électrons et la densité d’excitons présentes dans le
puits quantique large peuvent être contrôlées de manière indépendantes en
utilisant deux faisceaux lasers d’énergies différentes.

En étudiant la zone active seule, sur une partie gravée de l’échantillon
(Chapitre 3), nous nous sommes attachés à mesurer précisément la densité
d’électrons injectée dans le puits quantique large de façon à obtenir une me-
sure quantitative de l’efficacité des collisions polariton-électron. Pour cela,
nous avons combiné plusieurs méthodes. À basse densité d’électrons, nous
avons exploité l’équilibre thermodynamique entre les excitons et les trions :
X + e− ⇋ X−. À plus forte densité d’électrons, nous avons mesuré le niveau
de Fermi du gaz d’électrons dégénéré. Nous avons enfin mesuré la force d’os-
cillateur du trion en régime de couplage fort afin de raccorder les mesures
à faible et forte densité. De cette manière, nous avons obtenu une mesure
quantitative de la densité d’électrons de 0 à 1011 cm−2 avec un facteur d’in-
certitude de l’ordre de 2.5.

Nous avons ensuite étudié en détail l’effet du gaz d’électrons sur la lu-
minescence des polaritons de cavité. Comme dans les travaux réalisés dans
les groupes d’E. Cohen et de J. J. Baumberg [63, 83], nous avons observé
une augmentation de la luminescence de plus d’un ordre de grandeur en
k‖ = 0. Cependant, pour extraire quantitativement l’effet des électrons sur
la relaxation des polaritons, nous avons montré qu’il faut tenir compte de
la présence des trions dans la cavité. Nous avons en particulier montré que
le réservoir devient trionique ; une partie de l’augmentation de la lumines-
cence provient donc de la diminution de l’énergie de piège avec la densité
d’électrons.

Pour observer la modification de la relaxation des polaritons en présence
d’un gaz d’électrons, nous avons donc réalisé des mesures de photolumines-
cence résolue en angle pour une énergie de piège constante. Comme dans les
études précédentes, un goulet d’étranglement de la relaxation est observé
à basse densité de polaritons, puis disparâıt partiellement à forte densité
lorsque les collisions polariton-polariton deviennent prédominantes. L’injec-
tion d’un gaz d’électrons permet elle aussi, grâce aux collisions polaritons-
électrons, de diminuer le goulet d’étranglement de la relaxation. En désac-
cord négatif, nous avons obtenu une réduction d’un facteur 5 du goulet
d’étranglement.

Nous avons enfin comparé l’efficacité des collisions polariton-électron à
celle des collisions polariton-polariton. À faible densité de polaritons, les col-
lisions polariton-électron l’emportent sur les collisions polariton-polariton. À
forte densité de polaritons, nous avons montré que les collisions polariton-
polariton étaient le mécanisme de relaxation prédominant quelle que soit
la densité d’électrons. Finalement, les deux mécanismes ont la même effi-
cacité intrinsèque et les valeurs respectives de la densité d’électrons et de
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la densité de polaritons déterminent quel sera le mécanisme de relaxation
prédominant.

Nous avons également calibré notre dispositif expérimental de manière à
mesurer les facteurs d’occupation absolus des états de polariton. Nous avons
montré que les facteurs d’occupation restent inférieurs à 1 quelles que soient
les conditions expérimentales (désaccord, température, densité d’électrons
et densité de polaritons). Contrairement aux prévisions théoriques, les col-
lisions polariton-électron n’ont pas permis d’obtenir une stimulation de la
relaxation en régime de couplage fort et nous n’avons pas observé de relaxa-
tion stimulée.

Nous avons enfin étudié la dynamique de relaxation des polaritons à
l’aide d’expériences de photoluminescence résolue en temps sous excitation
impulsionnelle. Ces mesures montrent que le gaz d’électrons accélère for-
tement la dynamique d’émission des états du réservoir. Ce comportement
n’est pas spécifique à la présence de la microcavité, puisqu’il a également
été observé dans un puits quantique de référence non couplé à une microca-
vité. Il peut être expliqué par une formation plus rapide des excitons et, à
forte densité d’électrons, par des effets trioniques. De plus, les expériences
montrent clairement que la dynamique du réservoir n’est pas affectée par la
diffusion des polaritons vers les états proches de k‖ = 0.

Nous avons également montré que la population dans les états proches
de k‖ = 0 suivait instantanément la population dans le réservoir. En consé-
quence, la dynamique des états proches de k‖ = 0 reflète directement celle
du réservoir. Lorsque les collisions polariton-polariton sont le mécanisme de
relaxation dominant, la luminescence en k‖ = 0 décline en un temps deux
fois plus court que celui du réservoir. Lorsque les collisions polariton-électron
sont le mécanisme dominant, la dynamique observée en k‖ = 0 est identique
à celle du réservoir.

6.2 Perspectives

Nous avons montré qu’il n’est pas possible d’obtenir un laser à polari-
tons dans une structure où l’injection optique des électrons est réalisée par
un puits quantique de type mixte où les électrons et les trous ne sont séparés
que de 100 Å. À cause de cette proximité entre le gaz d’électrons et le gaz
de trous, le calcul montre que les électrons sont en fait liés sous la forme
d’excitons indirects. La proximité entre les électrons et les charges posi-
tives peut donc expliquer que les collisions polaritons-électrons soient moins
efficaces que ce qui est attendu pour un gaz d’électrons réellement libres.
Comprenant l’enjeu qu’il y a à éloigner les deux puits quantiques l’un de
l’autre, nous avons réalisé une dizaine d’échantillons avec différentes tailles
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de barrières. Les échantillons réalisés n’ont malheureusement pas montré de
preuve indiscutable du transfert d’électrons lorsque l’épaisseur de la bar-
rière dépasse les 1 000 Å (épaisseur nécessaire pour avoir un gaz d’électrons
libres). Toutefois, étant donné que différents échantillons ayant la même
structure nominale montrent des comportements différents, il n’est pas à
exclure qu’une compréhension plus fine du transfert des électrons d’un puits
quantique à l’autre ainsi qu’une amélioration des conditions de croissance
permette d’utiliser des barrières de cette taille là et ainsi de disposer d’un
gaz d’électrons réellement libres.

Par ailleurs, pour tester les collisions des polaritons avec un gaz d’élec-
trons réellement libres, il serait intéressant de reprendre notre étude sur un
puits quantique à dopage chimique, dans lequel le gaz d’électrons soit situé
à une distance de l’ordre de 1 000 Å du plan de dopage, afin d’éviter que
les électrons ne soient liés à des impuretés. La difficulté sera alors d’obtenir
des densités d’électrons suffisamment faible (< 1010 cm−2) et à contrôler ce
dopage pour isoler l’effet des électrons.

Pour obtenir un laser à polaritons, la proposition théorique sur laquelle
reposait ce travail de thèse consistait à modifier les interactions de la com-
posante excitonique des polaritons pour accélérer la relaxation. Le goulet
d’étranglement de la relaxation est cependant déterminé non seulement par
l’efficacité des processus de relaxation, mais également par les pertes radia-
tives des polaritons hors de la cavité. Cette considération suggère une autre
approche possible : il s’agirait de travailler sur la composante photonique
des polaritons pour ralentir les fuites radiatives des polaritons dans les états
proches de k‖ = 0. De même, l’observation de gain intracavité en régime de
couplage fort sous excitation non résonnante [106, 107] suggère qu’en dimi-
nuant les pertes de la cavité nous pourrons obtenir un seuil suffisamment
bas pour observer la stimulation de la relaxation.

Deux pistes de recherches semblent intéressantes à suivre. La première
serait d’utiliser des microcavités de grande taille. Sur la figure 6.1, nous mon-
trons les temps de vie calculés pour des microcavités vides en GaAs avec des
miroirs d’AlAs/Al0.1Ga0.9As. Sur la courbe (a), nous considérons un jeu de
miroirs de 26.5 et 22 paires pour les miroirs du bas et du haut, et des tailles
de cavités égales à m × λ/n, où m est un entier, n est l’indice optique du
GaAs et λ = 843 nm. Selon ce calcul, le temps de vie de la cavité, égal à
15 ps pour une cavité λ, peut être augmenté de près d’un ordre de grandeur
pour atteindre 130 ps dans une cavité 30λ. En augmentant le temps de vie
des polaritons en k‖ = 0 d’un ordre de grandeur, on s’attend à obtenir des
facteurs d’occupation dix fois supérieurs, toutes choses égales par ailleurs.
Au regard des mesures réalisées durant cette thèse, nous pourrions alors
obtenir des facteurs d’occupation supérieurs à 1, de manière à obtenir une
stimulation de la relaxation. En réalité, il ne sera pas possible d’augmenter
indéfiniment le temps de vie de la cavité, car celui-ci sera limité par l’ab-
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Fig. 6.1 – Calcul du temps de vie de cavité, pour une cavité centrée à
λ = 843 nm (E = 1470 meV) en fonction de la taille de la cavité. Le nombre
de paires dans les miroirs bas/haut est de 26.5/22 pour les courbes (a) et (b),
et de 30.5/26 pour la courbe (c). Sur les courbes (b) et (c), une absorption
résiduelle de 1 cm−1 est prise en compte.

sorption résiduelle du GaAs. En considérant une absorption raisonnable de
1 cm−1, nous voyons que le temps de vie n’augmente plus indéfiniment, mais
tend vers une valeur limite, en théorie égale à 120 ps [courbe (b)]. Enfin, la
courbe (c) montre le temps de vie attendu lorsque les miroirs comportent
un plus grand nombre de paires. Nous voyons qu’il existe néanmoins une
marge de manœuvre importante, et que le temps de vie des photons intraca-
vité peut théoriquement être augmenté de près d’un ordre de grandeur par
rapport aux cavités actuelles.

Pour obtenir le régime de couplage fort, il faut alors placer un grand
nombre de puits quantiques dans la microcavité. En effet, la valeur du
champ électromagnétique à la position des puits quantiques sera moins im-
portante que sur une microcavité λ, mais il est connu que les puits quan-
tiques sont alors mis en cohérence les uns avec les autres par l’intermédiaire
de leur couplage commun au mode de la microcavité. Un seul état excito-
nique, délocalisé sur l’ensemble des puits quantiques, emporte alors la force
d’oscillateur totale des excitons, les autres états étant non radiants [8]. La
figure 6.2 montre des résultats préliminaires obtenus sur une microcavité
15λ, contenant 29 puits quantiques d’In0.06Ga0.94As (un puits quantique à
chaque ventre du mode de la microcavité) et réalisée au laboratoire par
A. Lemâıtre grâce à l’épitaxie par jets moléculaires. En raison de la taille
de la microcavité, plusieurs modes longitudinaux entrent en régime de cou-
plage fort avec l’exciton. Sur la figure 6.2(b), nous montrons les spectres de
photoluminescence correspondant à l’anticroisement avec le troisième mode,
autour de la position x = 10.5 mm sur l’échantillon. Le régime de couplage
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fort est clairement observé et donne un dédoublement de Rabi de 6.6 meV.

Pour ce premier essai, l’objectif était de montrer que le régime de cou-
plage fort pouvait être observé dans une microcavité de cette taille, aussi
les miroirs du bas et du haut comportent un nombre de paires raisonnables
(24.5 paires en bas et 20 paires en haut), de manière à garder un temps de
croissance raisonnable. Le temps de vie attendu est de l’ordre de 30 ps, et per-
mettrait peut-être d’obtenir une stimulation de la relaxation sous excitation
non résonnante. Des études théoriques et expérimentales sont encore néces-
saires pour comprendre le couplage fort dans des microcavités de grande
taille, mais cette piste pourrait s’avérer intéressante pour obtenir le laser à
polaritons dans les matériaux III-V.

Une autre voie possible serait d’utiliser des puits quantiques couplés à des
modes de cristaux photoniques sur membrane, comme suggéré par Gerace,
Agio et Andreani [35, 2]. Ces structures présentent en effet une grande
versatilité, et permettent dans une certaine mesure de contrôler la partie
réelle et imaginaire de l’énergie des modes optiques. À l’heure actuelle, les
cristaux photoniques sont envisagés principalement pour le couplage fort des
bôıtes quantiques, mais ils pourraient également présenter un intérêt pour la
physique des polaritons si l’on arrivait à trouver une structure adaptée. S’il
n’est pas question ici d’expliciter une structure précise de cristal photonique,
nous pouvons cependant énoncer les caractéristiques que devrait présenter
une structure idéale en vue de réaliser un laser à polaritons : un minimum
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d’énergie en k‖ = 0, un grand temps de vie en k‖ = 0 et un temps de vie
plus court pour les états de grand vecteur d’onde, de manière à diminuer la
fraction de la population contenue dans les états du réservoir et à augmenter
celle contenue dans les états “utiles” proches de k‖ = 0.
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Annexe A

Structure et caractérisation

de l’échantillon

A.1 Structure de l’échantillon

Dans cette annexe, nous décrivons l’échantillon utilisé au cours de la
thèse et réalisé au laboratoire par A. Lemâıtre par épitaxie à jets molé-
culaires (code de nomenclature : 32A21). Nous montrons sa structure sur le
tableau A.1. L’échantillon 32A21 est fortement inspiré de l’échantillon étu-
dié par Qarry et Lagoudakis [83, 63]. La principale différence provient

Structure nominale Rotation de Répétition

Matériau Épaisseur l’échantillon du motif

Miroir supérieur
AlAs 675 Å

Non 15.5×
Al0.15Ga0.85As 572 Å

AlAs 400 Å Non

GaAs 26 Å

AlAs 100 Å

Zone active GaAs 200 Å Oui 1×
AlAs 100 Å

GaAs 26 Å

AlAs 400 Å Non

Miroir inférieur
Al0.15Ga0.85As 572 Å

Non 24×
AlAs 675 Å

Substrat GaAs – – –

Tab. A.1 – Structure de l’échantillon 32A21 étudié dans ce manuscipt.
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de l’épaisseur de la cavité, qui est ici une cavité λ/2, alors que Qarry et
Lagoudakis ont utilisé une cavité λ. La zone active est constituée de trois
puits quantiques de GaAs : deux puits quantiques étroits d’épaisseur 26 Å
et un puits quantique large d’épaisseur 200 Å. Seul ce dernier est en régime
de couplage fort avec le mode de la microcavité, les puits quantiques étroits
servant à injecter un gaz d’électrons dans le puits quantique large selon un
principe décrit au chapitre 3.

Les deux miroirs de Bragg de la microcavité sont constitués d’une alter-
nance entre des couches en AlAs d’indice 2.96 à basse température et des
couches en Al0.15Ga0.85As, d’indice 3.48. Pour avoir un contraste d’indice le
plus fort possible entre la couche de faible indice et la couche de fort indice,
il aurait été préférable d’utiliser du GaAs plutôt que de l’Al0.15Ga0.85As.
Ce dernier a néanmoins été utilisé en raison de sa bande interdite plus
grande, afin que les miroirs n’absorbent pas la lumière à la longueur d’onde
λ = 811 nm du puits quantique de 200 Å. Le miroir situé du côté du sub-
strat comporte 24 paires, tandis que celui situé du côté de l’air comporte
15.5 paires seulement. La différence entre les deux miroirs permet d’une part
de compenser la forte réflectivité de l’air et d’autre part d’augmenter la lu-
minescence dans la direction de l’air par rapport à la luminescence émise en
direction du substrat. À l’aide de la théorie présentée en 1.3.2, nous trouvons
les coefficients de réflectivité en énergie Rsup = 99.3 % et Rinf = 99.85 %,
d’où nous déduisons qu’en incidence normale, 80 % de la lumière émise par
l’échantillon est émise dans l’air et 20 % est émise dans le substrat.

Les deux couches de 400 Å d’AlAs entourant la zone active sont calcu-
lées de façon à définir une cavité λ/2 à la longueur d’onde d’émission du
puits quantique large de 200 Å de GaAs. D’autre part, la rotation du porte
échantillon a été arrêtée lors de la croissance de ces couches. En conséquence,
alors que la zone active a une épaisseur homogène sur toute la surface de
l’échantillon, il existe un gradient d’épaisseur pour les deux couches for-
mant la cavité. La longueur d’onde de résonance de la cavité et le désaccord
exciton-photon δ peuvent donc être variés en se déplaçant sur l’échantillon.

A.2 Caractérisation à température ambiante

Nous montrons sur la figure A.1(a) les spectres de réflectivité à tempéra-
ture ambiante obtenus à l’aide d’un interféromètre à transformée de Fourier
en différents points le long de l’échantillon. Les spectres obtenus sont très
similaires à ceux qui ont été calculés au chapitre 1 dans le cas d’une micro-
cavité vide : nous voyons une zone de réflectivité maximale correspondant
à la bande interdite des miroirs de Bragg, ainsi que le mode de la cavité
au centre de cette bande interdite. En se déplaçant le long de l’échantillon,
le mode ainsi que la bande interdite du miroir de Bragg sont translatés en
énergie en raison du gradient d’épaisseur des couches épitaxiées.
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Fig. A.1 – (a) Spectres de réflectivité mesurés le long d’une droite sur
l’échantillon (x = 15 mm). (b) Cartographie du mode de la cavité à tempéra-
ture ambiante. Les croix montrent les points où une détermination de l’éner-
gie a effectivement été possible, et les lignes de niveau indiquent l’énergie me-
surée du mode de la cavité. La ligne correspondant à Ecav = EX = 1.53 eV
a été marquée en gras, et une flèche indique la ligne qui a été scannée pour
réaliser le panneau (a).

Notons que l’énergie du puits quantique varie fortement avec la tempé-
rature, passant d’une valeur de EX ≈ 1.43 eV à T = 300 K, à EX = 1.53 eV
à basse température : T = 15 K. L’exciton est d’autre part fortement élargi
à cause de l’interaction avec les phonons, et n’est donc pas observable sur
ces spectres de réflectivité à température ambiante.

Les interférences présentes sur la partie haute énergie des spectres de
réflectivité présentent des caractéristiques moins marquées que celles obser-
vées sur la partie basse énergie des spectres. Cette différence entre les deux
parties du spectre, normalement symétriques l’une de l’autre, est attribuée
à l’absorption des couches d’AlGaAs présentes dans les miroirs de Bragg. Il
existe un gradient de la concentration en aluminium dans l’alliage AlGaAs,
et l’on peut voir que l’énergie au delà de laquelle ce matériau absorbe varie
de 1.54 eV à 1.6 eV selon la position sur l’échantillon. Sur le spectre corres-
pondant à y = 45 mm, le mode de la cavité a d’ailleurs disparu : les deux
miroirs ne sont pas assez réfléchissant pour pouvoir former une cavité.

À la sortie du bâti d’épitaxie, l’échantillon se présente sous la forme
d’une plaque de 2 pouces de diamètre, trop grande pour rentrer dans un
cryostat. Afin de savoir où cliver l’échantillon, nous avons réalisé une carto-
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graphie de l’énergie du mode dont les résultats sont présentés sous la forme
de lignes de niveaux sur la figure A.1(b). Si l’on exclut les bords de l’échan-
tillon, le gradient d’énergie est relativement uniforme. Il est orienté à 45̊
des axes cristallographiques et vaut environ 3 meV/mm. La ligne corres-
pondant à Ecav = EX a été tracée en gras. La caractérisation présentée ici
a été réalisée à température ambiante. Pour connâıtre l’énergie du mode à
basse température, il est nécessaire de tenir compte d’un décalage en éner-
gie d’environ +20 meV du mode entre la température ambiante et les basses
températures.
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[115] R. P. Stanley, R. Houdré, U. Oesterle, M. Gailhanou, and M. Ilegems.
Ultrahigh finesse microcavity with distributed bragg reflectors. Appl.
Phys. Lett., 65:1883, 1994.

[116] R. M. Stevenson, V. N. Astratov, M. S. Skolnick, D. M. Whittaker,
M. Emam-Ismail, A. I. Tartakovskii, P. G. Savvidis, J. J. Baumberg,
and J. S. Roberts. Continuous wave observation of massive polariton
redistribution by stimulated scattering in semiconductor microcavities.
Phys. Rev. Lett., 85:3680, 2000.

[117] R. Strobel, R. Eccleston, J. Kuhl, and K. Köhler. Measurement of the
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