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microcavité métallique
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Introduction générale

1 L’électrodynamique quantique en cavité et le domaine
THz

Ce travail de thèse, effectué pendant quatre ans au sein du Laboratoire de Photonique
et Nanostructures (LPN) explore les effets d’électrodynamique quantique en cavité dans le
domaine THz. Notamment, le contrôle de l’émission spontanée par le confinement optique
des modes d’une cavité métallique, de géométrie planaire ou plus complexe, y est abordé.

Purcell fut le premier à remarquer en 1946 que l’émission spontanée n’est pas une
caractéristique intrinsèque de la source de rayonnement électromagnétique, mais dépend
de l’environnement de la source [1]. Ainsi, le temps d’émission spontanée et la distribution
angulaire du rayonnement, qui sont les deux caractéristiques quantitatives de ce phéno-
mène, peuvent être altérés, parfois de façon spectaculaire, par une conception judicieuse
de l’ensemble des conditions aux limites imposées sur le champ électromagnétique rayonné
par la source, ensemble couramment désigné comme "cavité". En se référant à la nature
intrinsèquement quantique de l’émission spontanée, on parle alors d’effets d’Électrodyna-
mique Quantique en Cavité (EDQC).

Les premières véritables expériences d’EDQC sont apparues dans les années 70. Elles
étaient menées par Drexhage, qui utilisa des rangées de molécules organiques comme
sources [2], [3], la "cavité" étant un miroir diélectrique ou métallique. Aujourd’hui, comme
suite des expériences de Drexhage, les phénomènes EDQC sont exploités dans le domaine
des biotechnologies [4]. Dans les années 80 l’étude d’atomes de Rydberg isolées, menée par
l’équipe de S. Haroche à l’École Normale, et également d’autres équipes dans le monde, a
démontré de manière spectaculaire de nombreux phénomènes EDQC dans le domaine des
micro-ondes, notamment une altération considérable du temps de l’émission spontanée [5],
[6], ainsi que le régime du couplage fort [7], que nous discutons dans le premier chapitre
du manuscrit.

Motivés par les applications potentielles de l’EDQC pour améliorer l’efficacité, la ra-
pidité et la stabilité des composants optoélectroniques [8], dès les années 90 les physiciens
des sémiconducteurs ont commencé a "rattraper" les opticiens. Le régime de couplage fort
fut le premier à être abordé [9]. L’émergence de boîtes quantiques comme sources à l’état
solide pour des longueurs d’onde optiques, analogues aux atomes isolés [10], a permis des
expériences de modification de la dynamiques des sources, menées entre autre au sein
de notre laboratoire par J.-M. Gérard [11], [12]. Dans ces travaux les cavités étaient des
micropilliers avec des miroirs de Bragg. D’autres travaux, également menés au LPN, ont
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2 Introduction générale

fait usage de cavités planaires avec des miroirs métallique [13], [14], [15], [16], les sources
étant des puits quantiques. Plus récemment, des cristaux photoniques ont été utilisés en
tant que cavités de très grands facteurs de qualité [17].

Actuellement, les effets EDQC sont exploités dans le domaine optique pour la fabri-
cation d’une nouvelle génération des sources à semiconducteur, telles que les sources à
un seul photon [18], ou des photons intriqués [19], qui ouvrent la perspective pour de
nombreuses expériences d’optique quantique.

Toutes les expériences d’EDQC possèdent une même contrainte commune : pour que
les effets d’EDQC deviennent non-négligeables, il faut que le champ électromagnétique
soit confiné par la cavité à une échelle comparable à la longueur d’onde rayonnée par la
source. Dans le domaine optique, en raison des longueurs d’ondes assez courtes (≈ 1 µm),
la fabrication des cavités appropriées est une épreuve pour les limites de la technologie
actuelle. L’émergence des sources semiconducteur de rayonnement THz, comme les cas-
cades quantiques, de longueur d’onde beaucoup plus élevée (λ ≈ 100 µm), suggère l’idée
de tenter des expériences EDQC pour ce domaine de fréquence, qui est l’idée inspirant ce
travail de thèse.

Le domaine THz est le domaine de fréquences qui se situe, approximativement, entre
300 GHz et 30 THz (figure 1), ce qui donne des longueurs d’onde typiques entre 10 µm et
1000 µm. Cette région est couramment nommée en anglais "THz gap", en sous-entendant
qu’il y a une dizaine d’années encore, elle était considérée comme la partie du spectre
électromagnétique la plus faiblement explorée [20].

Fig. 1 – Le domaine THz

Il est actuellement largement reconnu que la région THz et porteuse d’un grand poten-
tiel pour de nombreuses innovations dans les domaines de l’imagerie médicale et la biologie
[21], [22], de la spectroscopie avec des applications militaire ou civiles [23]. Cependant,
l’exploitation de ce domaine de fréquence a été longtemps freinée par l’absence de sources
convenables, à la fois compactes est délivrant suffisamment de puissance, analogues aux
diodes laser à l’état solide qui sont actuellement largement utilisées pour les communi-
cations optiques. Historiquement, les premières sources pratiques ont été les lasers à gaz
[24] et le laser à electrons libres [25]. La première source à l’état solide est le laser Ge de
type p [26], d’utilisation délicate, car demandant des basses températures et des champs
magnétiques forts.

Aujourd’hui, dans le but d’obtenir des sources compactes à l’état solide, le domaine
THz est abordé par de ses deux frontières. Du côté des basses fréquences, on propose des
conceptions de nano-transistors à haute mobilité, le rayonnement THz étant produit par
les oscillations de plasma d’un gaz d’électrons 2D [27]. Du côté des fréquences optiques, le



2. Organisation du manuscrit 3

concept du laser à cascade quantique a considérablement progressé ces dernières années,
en recouvrant tous le spectre du proche infrarouge et le domaine THz [28], [29], [30]. Ces
sources sont des dispositifs à semiconducteurs unipolaires (un seul type de porteurs, les
electrons le plus souvent), qui exploitent les transitions inter-sous-bandes (dans la bande
de conduction le plus souvent). Nous discutons les cascades quantiques en détails dans la
partie II du manuscrit. Les lasers à cascade quantique sont considérés comme ayant un
grande nombre de perspectives pour des applications à température ambiante.

Dans ce travail de thèse on aborde les sources de rayonnement THz à cascade quan-
tique à la lumière de l’électrodynamique de cavité. Une caractéristique de ces dispositifs
est le faible rendement quantique. En effet, les transitions non-radiatives ont des temps
caractéristiques à l’échelle de la picoseconde, alors que le temps caractéristique de l’émis-
sion spontanée de la transition inter-sous-bande est à l’échelle de la microseconde, ce qui
donné une efficacité quantique ≈ 10−6. Le renforcecement de l’émission spontanée par des
effets EDQC pourrait améliorer le rendement quantique, d’autant plus que la longueur
d’onde de l’émission (λ ≈ 100 µm) est supérieure de plusieurs ordres de grandeur à la
taille de la source et des cavités technologiquement réalisables (≈ 1 µm). En outre, par
leur nature unipolaire, les dispositifs inter-sous-bande sont libres de certains handicaps des
dispositifs inter-bandes en optique, comme la recombinaison électron-trou sur les flancs
de la cavité, qui nuisent considérablement aux performances des dispositifs [31].

Les grandes longueurs d’onde ont aussi un autre mérite : les phénomènes de champ
proche sont plus facilement accessibles qu’en optique. Ces phénomènes sont déjà exploités
dans les lasers THz, qui font usage des guides d’ondes à plasmon de surface pour le
confinement du champ électromagnétique.

Ainsi, le domaine THz apparaît comme un champ de conception de divers dispositifs
photoniques compacts nouveaux, inédits ou plus difficilement réalisables qu’en optique,
qui exploitent à la fois l’altération de la dynamique d’émission par effets d’EDQC, et aussi
une physique très riche du champ proche et de la plasmonique. Ce travail pourrait être
considéré comme l’un des premiers pas dans cette direction.

2 Organisation du manuscrit

L’exposé qui suit est organisé en deux parties. La première partie est principalement
une étude théorique des effets EDQC dans le domaine THz, et également un exposé sur
les outils numériques développés pendant la thèse pour la modélisation électromagnétique
des cavités métalliques qui nous ont servi pour les expériences. La seconde partie contient
une description de la fabrication de nos dispositifs et les mesures effectuées, mettant en
évidence les effets d’EDQC dans le domaine THz.

Le chapitre 1 est une introduction concise de la théorie de l’émission spontanée. Deux
points de vue sur le phénomène sont exposés : le point de vue quantique et le point de
vue classique. Dans l’approche quantique, plus fondamentale, on distingue le régime de
couplage fort du régime de couplage faible, ce dernier étant l’arène des effets d’EDQC
qu’on cherche à observer. La comparaison entre les visions classique et quantique amène
à analyser les différentes voies de désexcitation de la source, une analyse qui s’avère
pertinente pour les dispositifs THz. Finalement, en considérant une cavité métallique



4 Introduction générale

planaire simple, on démontre que pour les sources de rayonnement de polarisation TM,
telles que les cascades quantiques, le taux d’émission spontanée croît comme l’inverse de
l’épaisseur de la cavité, une idée qui sera exploitée tout le long du manuscrit.

En se basant sur les fondations théoriques exposées dans le chapitre 1, on entreprend
dans le chapitre 2 une analyse quantitative des dispositifs planaires dans le domaine
THz. La particularité est que ces dispositifs comportent des couches de contacts dopées,
qui sont nécessaires pour l’injection de courant électrique dans les cascades. Ces couches
dopées, comportant des électrons libres, ont une constante diélectriques complexe dans le
domaine THz, et leur propriétés optiques ne peuvent pas être négligées. Afin de traiter
les dispositifs dans leur intégralité, on a développé une approche mathématique adaptée
aux systèmes multicouches planaires.

Finalement, dans la dernière partie du chapitre 2 on étudie les variations du taux
d’émission spontanée avec les paramètres de la cavité, et notamment son épaisseur. On
propose un moyen expérimental, par des mesures de la puissance extraite par la tranche
de la cavité, pour mettre en évidence les effets EDQC. On y démontre en particulier que
la puissance extraite par la tranche décroît sévèrement avec l’épaisseur de la cavité.

Aussi, un autre moyen plus efficace, pour l’extraction de l’électroluminescence THz
des cascades quantiques est-il envisagé : la diffraction par un réseau métallique déposé
sur la surface supérieure. Un dispositif photonique plus compliqué, la "cavité métallique
complexe", est ainsi obtenu, qui demande un effort de modélisation supplémentaire.

Le chapitre 3 est la première étape dans cet effort. Dans ce chapitre, on traite, de
manière générale, la diffraction d’une onde électromagnétique en incidence arbitraire sur
un réseau métallique, posé sur un système multicouche planaire. Le traitement est basé sur
la méthode modale et quelques approximations supplémentaires, comme l’approximation
de l’impédance de surface, dont on discute la validité dans le domaine THz. Certains points
supplémentaires, comme les modes propres photoniques du système et l’extraction d’un
mode guidé par les couches planaires de la cavité, sont brièvement abordés. Finalement,
on fournit une validation expérimentale du modèle dans le domaine THz.

Dans le chapitre 4 le problème d’une source dipolaire dans une cavité complexe est
considéré. Après une brève description des aspects mathématiques, on présente des résul-
tats de modélisation de cavités complexes, tant pour le champ proche, que pour le champ
lointain. Notamment, on étudie les variations de la puissance émise en fonction des para-
mètres de la cavité complexe, et on précise comment on peut y trouver une empreinte des
effets EDQC par la construction d’un diagramme puissance collectée - période du réseau
métallique, en fonction de l’épaisseur de la cavité. L’influence du réseau sur la dynamique
de l’émission spontanée est également discutée.

De la partie I théorique, on passe alors à la partie II expérimentale. Le chapitre 5,
premier dans cette partie, est une introduction à la physique des cascades quantiques. Ce
chapitre permet de mieux comprendre les sources utilisées dans nos expériences.

Le chapitre 6 est une description de la fabrication des cavités métalliques complexes
avec des cascades quantiques. Le type de croissance épitaxiale (MOCVD) étant peu com-
mune pour la fabrication des cascades quantiques THz, on y discute l’évolution des diffé-
rents échantillons afin d’obtenir la structure finale, adaptée pour les expérience d’EDQC.

Finalement, dans le chapitre 7 on présente les résultats d’électroluminescence sur les
cascades de différentes épaisseurs et le dispositif expérimental qui à été mis en place
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au LPN pour les obtenir. Le diagramme puissance-période expérimental est construit,
permettant de conclure sur les effets EDQC dans le domaine THz. A la fin du chapitre
7, on présenté des mesures d’électroluminescence résolues spectralement, qui ont été les
dernières mesures à être effectués sur les échantillons. Les spectres ont été une confirmation
des conclusions tirées des mesures sans résolution spectrale.

Un résumé de ce travail de thèse, et une description des perspectives, sont données
dans la conclusion générale.



6 Introduction générale



Première partie

Etude théorique du taux de l’émission
spontanée dans les microcavités

métalliques complexes. Propriétés de
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Chapitre 1

Théorie de l’émission spontanée

1.1 Introduction

L’émission spontanée est une manifestation fondamentale de l’interaction entre la ma-
tière et le champ électromagnétique. Expérimentalement, elle se manifeste comme la perte
de l’énergie des systèmes élémentaires (comme molécules, atomes ou autres) portés à
un niveau énergétique au-dessus de leur état fondamental, sous forme de rayonnement
électromagnétique (photons). Ce phénomène intervient dans un nombre incalculable de
situations physiques : désintégrations radioactives des noyaux atomiques (rayonnement
gamma), transitions radiatifs dans les cortèges électroniques des atomes et molécules, ou
bien les transitions dans les bandes énergétiques des solides, en passant par les dispositifs
opto-électroniques actuels comme les lasers, amplificateurs etc.

Un système modèle pour l’étude de l’émission spontanée, qui entre autre rend compte
d’une grande partie des situations expérimentales, est le système à deux niveaux quan-
tiques : fondamental |a〉 et excité |b〉, de séparation énergétique E = ~ω avec ~ la constante
de Planck. Il s’agit plus précisément d’un électron évoluant entre deux états liés d’un
atome, molecule ou bien une hétérostructure semiconductrice. Au niveau classique, ce
système est l’analogue d’un moment dipolaire 〈p〉 = −e〈a|r|b〉 oscillant à la fréquence ω
(ici r est l’opérateur position de l’électron, et e sa charge).

Dans la majorité des cas, et en particulier dans le contexte du travail décrit dans ce
manuscrit de thèse, l’émission spontanée se manifeste comme un phénomène de dynamique
irréversible. Supposons pour l’instant que le système est "isolé" et n’est couplé qu’au
champ électromagnétique. Alors la probabilité P (t) pour que le système reste dans l’état
excité |b〉 décroît dans le temps selon une loi exponentielle :

P (t) = e−Γt (1.1)

La grandeur Γ introduite par cette équation est une caractéristique quantitative du
phénomène appelée taux de l’émission spontanée. Son inverse, homogène à un temps,
fait intervenir une durée caractéristique du phénomène :

τ =
1

Γ
(1.2)

9
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qui n’est rien d’autre que la durée moyenne au bout de laquelle un photon sera émis,
et le système retombera dans son état fondamental.

Le phénomène de l’émission spontanée est relié aux notions d’origine profondément
quantique comme le vide du champ électromagnétique. Sa description physique ne peut
être satisfaisante que dans le cadre d’une théorie quantique. Cette théorie sera dé-
crite brièvement dans la partie 1.2 de ce chapitre. Du point de vue quantique, le champ
électromagnétique constitue un ensemble de modes ; à chaque mode correspondant un
oscillateur harmonique quantique. L’émission spontanée apparaît naturellement dans la
dynamique de couplage d’un niveau énergétique discret avec un continuum de modes élec-
tromagnétiques. Nous allons montrer comment la dynamique de la source dépend de la
structure du continuum des modes. Cette dépendance apparaît à deux niveaux :

- Lorsque le continuum des modes est suffisamment dispersé en énergie, la dynamique
du système est bien décrite par l’équation (1.1), mais la valeur du taux Γ depend de l’en-
vironnement électromagnétique du système. L’environnement est souvent conditionné par
la présence d’une cavité autour de la source. Cette situation est référée comme "couplage
faible" avec le rayonnement.

- On montrera que la dynamique irréversible décrite par l’équation (1.1) n’est pas in-
trinsèque au phénomène et dans certaines situations on peut même observer une évolution
réversible ("oscillations de Rabi"). Dans ce cas on parle de "couplage fort" entre l’émet-
teur et le champ. On précisera également le domaine de validité de la loi exponentielle
(1.1).

On conclura la théorie quantique en couplage faible avec une interprétation des résul-
tats dans le cadre de la théorie de la réponse linéaire. Ces remarques seront utiles
pour comprendre la compatibilité entre les approches classiques et quantiques.

Dans la partie suivante (section 1.3) une approche de l’émission spontanée sera donnée
dans un contexte classique, en termes de réaction de rayonnement. Le résultat central
de cette partie est le lien entre le taux de l’émission spontanée Γ d’un dipôle classique
oscillant p et la partie imaginaire du champ rétro-réfléchi sur le dipôle. On précisera
également le lien entre Γ et la puissance rayonnée par le dipôle. L’avantage de l’approche
classique repose sur la possibilité d’utiliser les équations de Maxwell pour le calcul du
champ retro-réfléchi, et donc de la valeur de Γ, ce qui apporte des grandes simplifications
lorsqu’il s’agit des cavités dont la géométrie est compliquée, comme celles qui seront
abordées dans les chapitres 3 et 4. Enfin, on donnera la décomposition du champ rayonné
par un dipôle classique en ondes planes, qui non seulement sera utile du point de vue
calculatoire, mais aussi fournira une image simple pour comprendre un certain nombre
des phénomènes, rencontrés dans la physique des cavités complexes.

Dans la partie 1.4 on va confronter les visions classique et quantique développées dans
les paragraphes précédents. On va d’abord considérer un exemple numérique d’un dipôle
avec une orientation particulière à l’intérieur d’une cavité métallique planaire. Cet exemple
est un précurseur d’une étude sur un dispositif expérimental multi-couche plus compliqué
qui sera présenté dans les chapitres suivants. Sur cet exemple simple on introduira des idées
qui seront récurrentes pour la suite. On démontrera en particulier que, lorsque l’épaisseur
de la cavité est plus faible que la longueur d’onde rayonnée, alors le taux d’émission
spontanée augmente comme l’inverse de l’épaisseur : résultat qui sera un fil conducteur
le long de ce manuscrit de thèse.



1.2. Théorie quantique de l’émission spontanée 11

On donnera ensuite (paragraphe 1.4.2) une analyse de la voie supplémentaire de désex-
citation du dipôle associée à l’absorption, et le problème du champ proche du dipôle sera
soulevé. On verra dans les chapitres suivants que cette analyse est pertinente dans le
domaine THz, à cause de la présence des couches dopées absorbantes dans les disposi-
tifs réels. On conclura en expliquant la compatibilité entre les points de vue classique et
quantique en régime de couplage faible.

Finalement, dans la partie 1.5 on présentera les sources du rayonnement électroma-
gnétique dans le domaine THz que sont les transitions intersubbandes dans les cascades
quantiques et on fournira quelques ordres de grandeur.

Dans tout le manuscrit les grandeurs oscillantes à la fréquence ω dépendent du temps
selon la loi e−iωt.

1.2 Théorie quantique de l’émission spontanée

1.2.1 Hamiltonien quantique d’un système en cavité

Rappelons très brièvement la quantification du champ électromagnétique en interac-
tion avec un système de particules chargées à l’intérieur d’une cavité.

De manière générale, on a affaire à une "cavité" dès que le système atomique se trouve
au voisinage des interfaces diélectriques ou métalliques qui imposent des conditions aux
limites confinantes pour le champ électromagnétique. L’espace libre serait alors un cas
particulier d’une cavité. Nous allons supposer ici que la partie de l’espace occupé par le
système atomique, délimité par les parois de la cavité, est le vide.

D’après les propriétés générales des équations de Maxwell, le champ électrique E et
magnétique H dans la cavité s’expriment en fonction d’un potentiel vecteur A et un
potentiel scalaire V :

E = −∂A
∂t

− gradV, B = rotA (1.3)

Le choix du couple (A, V ) n’est pas unique ; il est fixé par une condition de jauge. Pour
les problèmes non-relativistes, le choix de jauge le plus utilisé est la jauge de Coulomb :

divA = 0, de sorte que ∆V = −ρ(r)/ε0. (1.4)

Ici ∆ est l’opérateur de Laplace et ρ(r) la distribution de la densité de charge dans l’es-
pace. Nous allons supposer que cette distribution est créée par un ensemble de particules
chargées qα, de masses mα et dont les vecteurs positions sont rα.

Avec ce choix, le champ électrique E se sépare d’après (1.3) en une partie transverse
ET , qui ne dépend que du potentiel vecteur A et qui satisfait divET = 0 et une partie
longitudinale EL satisfaisant rotEL = 0, qui n’est rien d’autre que le champ statique crée
par la distribution ρ(r).

Lorsqu’on quantifie le champ électromagnétique dans la jauge de Coulomb [32], le
potentiel vecteur A ainsi que les positions rα et les impulsions Pα deviennent des obser-
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vables (opérateurs) quantiques indépendants 1. On montre [33] que le potentiel vecteur
s’exprime comme une somme sur les modes normaux de la cavité, en fonction des opéra-
teurs de création a†µ et d’anhiliation des particules aµ dans le mode µ :

A =
∑

µ

√
~

2ε0ωµ

[aµαµ(r) + a†µα
∗
µ(r)] (1.5)

Ici ωµ sont les fréquences propres des modes. Les quantités αµ(r) qui ne sont rien
d’autre que les distributions normalisées du champ électrique (transverse) pour chaque
mode satisfont :

∆αµ(r) +
ω2

µ

c2
αµ(r) = 0,

∫
cavite

α∗µ(r)αν(r)d
3r = δµν . (1.6)

Rappelons que les opérateurs a†µ et aµ satisfont la relation de commutation :

[aµ, a
†
ν ] = δµν (1.7)

Respectivement, on peut exprimer le champ électrique transverse ET et le champ
magnétique B en fonction d’opérateurs a†µ et aµ, l’hamiltonien du champ dans la cavité
en absence des charges peut alors être évalué :

Hchamp =
1

2

∫
cavite

d3r(ε0|ET |2 + µ0|H|2) =
∑

µ

~ωµ(a†µaµ +
1

2
) (1.8)

Le champ électromagnétique quantique libre apparaît ainsi comme un ensemble des
oscillateurs harmoniques quantiques, un pour chaque mode µ. Une base d’états du champ
libre est alors est formée par les kets :

|n1, n2, . . . , nµ, . . .〉 (1.9)

Cette formule exprime le fait qu’on a crée nµ excitations élémentaires, ou encore des
photons, dans le mode µ (les états de type (1.9) sont appelées des états de Fock). Pour
un mode µ donné, contenant nµ photons, l’énergie doit être égale à (nµ + 1/2)~ωµ, d’où
la normalisation du potentiel vecteur (1.5).

L’état fondamental du système, ou encore le vide, est un état qui ne contient aucun
photon :

|0〉 = |01, 02, . . . , 0µ, . . .〉 (1.10)

L’énergie du fondamental est infinie, mais seules les différences d’énergie ont un sens
physique. Nous ne nous attarderons pas ici d’avantage sur les effets quantiques fort in-
téressants liés au vide (forces de Casimir, fluctuations des signaux de photodétection en
optique quantique ...), en nous focalisant sur celui qui sera le plus utile pour cet exposé :
l’émission spontanée.

1 Le potentiel scalaire V dépend des positions via l’équation de Poisson contenue dans la jauge de
Coulomb (1.4) et n’est donc pas une observable indépendante
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L’inclusion standard de l’interaction avec les charges via le couplage minimal [32] mène
à l’hamiltonien :

H =
∑

α

1

2mα

[Pα − qαA(rα)]2 + Vcoul(rα) +Hchamp. (1.11)

Le terme d’interaction éléctrostatique entre les charges Vcoul(rα) ne provient que du
champ longitudinal. Ainsi le terme de couplage entre la matière et le rayonnement, qu’on
appellera Hcoupl est le terme provenant de l’impulsion généralisée :

Hcoupl =
∑

α

[− qα
2mα

PαA(rα) +
q2
αA

2(rα)

mα

] (1.12)

L’approximation usuelle sur cet hamiltonien est celle dite "des grandes longueurs
d’onde", selon laquelle la longueur d’onde du rayonnement interagissant avec les charges
est beaucoup plus grande que l’extension de l’espace occupé par les charges. En plus, dans
cette approximation on impose la condition que le système de particules soit globalement
neutre :

∑
α qα = 0. On introduit alors l’opérateur moment dipolaire :

p̂ =
∑

α

qαrα (1.13)

et on néglige les variations spatiales dans le potentiel vecteur A2. Une transformation
unitaire [32] permet alors de réécrire le terme de couplage simplement comme :

Hcoupl = p̂ET (0) = −i
∑

µ

√
~ωµ

2ε0

p[aµαµ(0)− a†µα
∗
µ(0)] (1.14)

avec ET (0) l’opérateur champ électrique transverse, évalué sur la position moyenne
de l’ensemble des charges. L’hamiltonien du système en interaction avec le champ peut
s’écrire ainsi de manière générale :

H = Hparticules +Hcoupl +Hchamp (1.15)

Le terme Hchamp est défini par (1.8) . L’hamiltonien de particules Hparticules regroupe
toutes les degrés de liberté relatives aux particules ; il peut très bien décrire, par exemple,
un électron de Bloch dans un cristal, ou un électron confiné dans une hétérostructure.

1.2.2 Evolution d’un système à 2 niveaux couplé au champ

Parmi la multiplicité des tous les niveaux possibles dans l’hamiltonien Hparticules, on
supposera qu’il y a deux niveaux |a〉 et |b〉 qui sont préférentiellement couplés avec le
rayonnement, séparés par une énergie E = ~ω. L’hamiltonien des particules s’écrira sim-
plement Hparticules = ~ω|b〉〈b|.

On s’intéressera à la situation où le système est initialement dans son état excité |b〉,
et le champ électromagnétique est dans son état de vide |0〉. Les seuls états couplés avec

2Le terme quadratique A2 n’est plus ainsi un terme de couplage dans cette approximation, ou encore,
à cet ordre du développement multipolaire
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le niveau |b〉 ⊗ |0〉 par l’hamiltonien dipolaire (1.14) sont les états |a〉 ⊗ | . . . 1µ . . .〉 avec
un seul photon dans le mode µ . On les notera par :

|a〉 ⊗ | . . . 1µ . . .〉 = |a : µ〉 (1.16)

le paramètre µ pouvant prendre des valeurs discrètes ou continues selon la structure
modale du champ dans la cavité. L’état général du système s’écrira alors :

|ψ(t)〉 = b(t)e−iωt|b : 0〉+

∫
dµb(µ, t)e−iωµt|a : µ〉 (1.17)

On s’intéressera à l’évolution temporelle du système qui est fourni par l’équation de
Schrödinger :

i~
d|ψ(t)〉

dt
= H|ψ(t)〉 (1.18)

On peut montrer que dans cette situation (voir [34], complément DXIII) l’équation
de Schrödinger est equivalent à une équation intégro-différentielle pour le coefficient b(t)
uniquement :

db(t)

dt
= − 1

~2

∫ t

0

dt′b(t′)

∫
dµ|〈b : 0|Hcoupl|a : µ〉|2ei(ω−ωµ)(t−t′) (1.19)

L’élément de matrice de l’hamiltonien provient du (1.14) :

|〈b : 0|Hcoupl|a : µ〉|2 =
(~ωµ

2ε0

)
|pαµ|2 (1.20)

On a utilisé ici la définition du moment dipolaire en c-nombre : p = 〈a|p̂|b〉. L’intégrale
sur le paramètre µ peut être convertie en intégrale sur les énergies ~ωµ en introduisant la
densité d’états ρ(~ωµ) :

dµ = ρ(~ωµ)~dωµ (1.21)

Avec la densité d’état on obtient en définitive l’équation intégro-différentielle :

db(t)

dt
=

∫ t

0

dt′b(t′)G(ω, t− t′) (1.22)

dont le noyau G(ω, t− t′) s’écrit :

G(ω, t− t′) = −1

~

∫ ∞

0

dωµρ(~ωµ)|〈b : 0|Hcoupl|a : µ〉|2ei(ω−ωµ)(t−t′) (1.23)

La dynamique de dépopulation du niveau |b〉 dépend ainsi du noyau (1.23) qui apparaît
comme une intégrale de la densité d’états sur les fréquences. Ce noyau exprime en quelque
sorte la façon dont le système se "souvient" de son histoire aux instants précédents.
Comme il depend de la densité d’états, la mémoire du système sera aussi dépendante de
la structure modale de la cavité. On va examiner deux cas particuliers extrêmes.
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Cas d’un continuum "large"

Supposons que le spectre de la cavité est constitué d’un continuum des modes, tel
que le couplage dipolaire et la densité d’états sont des fonctions lentement variables en
fonction de la fréquence ωµ. Dans ce cas le noyau (1.23) n’a des valeurs significatives que
lorsque t − t′ ≈ 0, et le système perd ainsi vite sa mémoire. La démarche (Weisskopf
et Wigner [35]) consiste à remplacer b(t′) par b(t) dans l’équation (1.22) et à le sortir
de signe de l’intégration. L’intégrale sur le temps ne porte maintenant que sur le noyau
G(ω, t− t′) ; comme il décroît rapidement avec la différence t− t′ on peut pousser la limite
d’intégration vers l’infini. Avec l’identité suivante (transformée de Fourier de la fonction
de Heaviside) : ∫ ∞

0

ei(ω−ωµ)τdτ = πδ(ω − ωµ) + iP(
1

ω − ωµ

) (1.24)

(P est ici la valeur principale) l’équation (1.22) se ramène à l’équation différentielle
du premier ordre :

db(t)

dt
= −

(Γ

2
+ iδω

)
b(t) (1.25)

Les coefficients δω et Γ sont donnés par les formules :

δω =
1

~
P

∫ ∞

0

ρ(ωµ)dωµ

ω − ωµ

|〈b : 0|Hcoupl|a : µ〉|2 (1.26)

Γ =
2π

~
|〈b : 0|Hcoupl|a : µ〉|2ρ(ωµ = ω) (1.27)

La solution de l’équation (1.24) est une exponentielle complexe ; la probabilité de
trouver le système à l’état excité |b〉 est donnée par la formule :

P (t) = |〈b|ψ(t)〉|2 = |b(t)|2 = e−Γt (1.28)

On trouve ainsi la désexcitation irréversible contenue dans l’équation (1.1). L’évolution
temporelle du système est finalement gouvernée principalement par le coefficient Γ, fourni
par l’expression (1.27), qui est encore connue sous le nom de règle d’or de Fermi. D’après
cette formule, le taux de départ, ou le taux d’émission spontanée, est proportionnel à la
densité d’états des modes électromagnétiques, prise à la fréquence rayonnée. Il contient
ainsi l’effet de la structure modale de la cavité sur la dynamique (irréversible) de l’évolution
du système.

Le coefficient δω (1.26) renormalise l’énergie ~ω du système non couplé au rayonnement
("Lamb shift") ; il aura des répercussions sur la répartition spectrale des photons rayonnés
par le système [36].

Les résultats établies ici sont vrais sous l’hypothèse que le continuum des états est
suffisamment "large". En terme de densité d’états, ceci signifie que l’étendue de la fonction
ρ(ωµ) est suffisamment grande. Une précision plus quantitative de cette hypothèse sera
donnée un peu plus loin.
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Fig. 1.1 – Diagramme de rayonnement d’un dipôle quantique. k est la direction du rayon-
nement, e est le vecteur de polarisation. La distance de la ligne rouge jusqu’au dipôle est
proportionnelle aux taux d’émission dans la direction correspondante : dΓ ∝ sin2 θ .

Désormais on prêtera exclusivement attention au taux de l’émission spontanée Γ,
comme fourni par la règle d’or de Fermi (1.27). En explicitant le couplage dipolaire élec-
trique selon l’expression (1.14) la règle d’or de Fermi s’écrira :

Γ =
2π

~
|〈b : 0|p̂ET |a : µ〉|2ρ(ωmu = ω) (1.29)

Cas de l’espace libre

Notre premier exemple de calcul de l’émission spontanée est le cas de d’une source dans
l’espace libre. Les modes "propres", qui sont les solutions de l’équation de Helmholtz (1.6)
sont des ondes planes. Les équations (1.6) exigent que ces solutions soient normalisables ;
on enferme alors le système dans une volume V fini qu’on fait tendre à l’infini à la fin du
calcul, et on impose des conditions aux limites appropriées sur les frontières de la "cavité"
ainsi obtenue. Pour les conditions aux limites périodiques de Von-Karman [37] on obtient
les ondes planes :

α(r) =
ee−ikr

√
V

, k = |k| = ω

c
(1.30)

avec e le vecteur polarisation de l’onde, qui est perpendiculaire au vecteur d’onde k
d’après la condition de transversalité : e.k = 0. On a omis ici l’indice µ de l’état, dont le
rôle est joué par le vecteur d’onde k.

Les ondes planes sont émises dans toutes les directions de l’espace. Considérons une
direction particulière k ; alors le nombre d’états dN dans un angle solide infinitésimal dΩ
autour de cette direction est donné par :

dN =
V

(2π)3
d3k =

V

(2π)3
k2dkdΩ (1.31)

Le volume occupée par un état dans l’espace de phase étant (2π)3

V
, en utilisant la

définition de la densité d’états ρ(ω) = dN/d(~ω) et la relation de dispersion linéaire
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k = ω/c on obtient :

ρ(ω) =
V

(2π)3

ω2

~c3
dΩ (1.32)

La densité d’états varie comme la carré de la fréquence ρ(ω) ∼ ω2. Il s’agit alors d’un
"vrai" continuum d’états, donc les résultats sur l’évolution du système démontrés plus
haut sont applicables ici. Ainsi, avec le règle d’or de Fermi (1.27) on obtient l’expression
suivante pour le taux de l’émission spontanée dans l’angle solide dΩ :

dΓ =
(〈b|p|a〉 · e)2ω3

8π2ε0~c3
dΩ (1.33)

Le volume de quantification V disparaît ainsi de l’expression finale pour l’émission
spontanée, cette expression est vraie aussi à la limite V →∞.

Notons par θ l’angle entre la direction d’émission k et le vecteur du dipôle p (voir aussi
figure 1.1). Alors 〈a|p · e|b〉 = pab sin θ, et le couplage dipôlaire varie en sin2 θ (on a noté
pab = 〈a|p|b〉). Ceci est représenté à la figure 1.1 qui constitue en exemple de diagramme
de rayonnement (d’autres exemples seront montrées ultérieurement). Le maximum de
l’intensité est rayonné dans la direction perpendiculaire au vecteur du dipôle.

Finalement, en intégrant l’émission spontanée sur toutes les directions de l’espace, on
trouve le taux de l’émission spontanée total dans l’espace libre :

Γ0 =
|pab|2ω3

3πε0~c3
(1.34)

Le subscript "0" est rajouté car cette grandeur sera souvent utilisée comme référence
pour la suite.

Cas d’un mode lorentzien couplé au champ ; facteur de Purcell, couplage fort

Les cavités utilisées pour les expériences sur l’émission spontanée fournissent un vrai
confinement du champ dans un volume fini. Plutôt que des ondes planes, leur modes
propres sont véritablement localisés dans l’espace et en fréquence. De manière générale,
la densité d’état d’un tel mode, qu’on supposera centré autour de la fréquence d’émission
du système, a un profil lorentzien :

ρ(ωµ) =
1

~π
∆

(ωµ − ω)2 + ∆2
(1.35)

∆ est la largeur à la mi-hauteur de la lorentzienne, qui traduit le temps de vie fini
des photons à l’intérieur de la cavité du à l’absorption ou aux pertes par radiation. La
constante de Planck rétablit la dimensionalité de la densité d’états en inverse d’une éner-
gie. Supposons aussi que l’élément de matrice du couplage (1.20) varie très peu avec la
fréquence à l’échelle de ∆ ; pour le quantifier on introduira une grandeur homogène à une
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fréquence :

ΩR =
|〈b : 0|Hcoupl|a : µ〉|

~
(1.36)

appelée fréquence de Rabi. Le noyau (1.23) peut alors s’écrire, après une changement
de variable :

G(ω, t− t′) = −∆Ω2
R

π

∫ ∞

−ω

e−ix(t−t′)

∆2 + x2
dx (1.37)

Pour des fréquences suffisamment élevées (ω � ∆) on peut pousser la limite inférieure
de l’intégrale à l’infini. Le noyau s’évalue en forme fermée grâce au théorème des résidus :

G(ω, t− t′) ≈ Ω2
Re

−∆(t−t′) (1.38)

L’équation (1.22) est alors équivalente à l’équation différentielle de second ordre sui-
vante :

d2b(t)

dt2
+ ∆

db(t)

dt
+ Ω2

Rb(t) = 0 (1.39)

La solution générale de cette équation est :

b(t) = e−
∆t
2 [Aet

√
∆2

4
−Ω2

R +Be−t

√
∆2

4
−Ω2

R ] (1.40)

Deux régimes d’évolution temporelle sont alors possibles.
Dans le cas du couplage faible ΩR < ∆/2 les solutions sont des exponentielles décrois-

santes. L’évolution du système est un peu plus compliquée que celle décrite par la formule
(1.1), mais reste irréversible. Dans le cas de couplage très faible : ΩR � ∆/2, elle est do-
minée par l’exponentielle la plus lente (la première dans l’équation (1.40)), que l’on peut
développer au premier ordre en Ω2

R. L’evolution du système pour des temps suffisamment
longs est donnée par :

b(t) ≈ Ae−Γt/2, Γ =
2Ω2

R

∆
(1.41)

mais ce n’est rien d’autre que le résultat qui découle de la règle d’or de Fermi (1.27).
La conditions ΩR � ∆/2 constitue le critère de pertinence pour l’application de la règle
d’or de Fermi.

Explicitons ce résultat un peu plus. Notons par θ l’angle entre le champ électrique du
mode et la direction du dipôle, on va en plus introduire le volume effectif du mode Veff :

|αµ(0)|2 =
1

Veff

(1.42)

En tenant compte du (1.6), ainsi que du facteur de qualité du mode Q = ω/2∆, le
taux de l’émission spontanée s’écrit :

Γ =
2Ω2

R

∆
=

2p2 cos2 θ

~ε0Veff

Q (1.43)
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Si cette grandeur est normalisée par le taux d’émission dans l’espace libre (1.34) pour
rendre compte qualitativement des modifications apportées par la cavité, alors on obtient
le fameux facteur de Purcell FP [1] :

FP =
Γ

Γ0

=
3Qλ3

4π2Veff

cos2 θ (1.44)

L’autre scénario pour l’évolution du système, qui découle de l’équation (1.40) est le
cas du couplage fort : ΩR > ∆/2. Dans ce cas l’equation (1.40) prédit un comportement
oscillatoire à la fréquence

√
Ω2

R −∆2/4, d’autant plus amorti que le continuum est large.
Lorsque l’amortissement du mode est très faible (∆ � ΩR), la dynamique de l’émis-
sion spontanée devient tout à fait inhabituelle : la source émet et réabsorbe le photon
périodiquement, de manière quasi-réversible.

Un autre exemple d’une dynamique inhabituelle est donné par un émetteur au voisi-
nage d’une bande interdite photonique, située à une fréquence ωmax [38]. La dispersion
des modes photonique s’écrit au voisinage de la bande interdite :

ω = ωmax + A(k − kmax)
2 (1.45)

Cette relation de dispersion mène à une densité d’état ρ(~ω) singulière au voisinage
de ωmax et une dynamique oscillatoire de l’émission spontanée similaire à celle du cas
du couplage fort [38]. Nous ne rentrerons pas davantage dans ces sujets, on retiendra
seulement que le régime de couplage faible n’est plus justifié au voisinage immédiat d’une
bande photonique interdite ; cas qui sera rencontré dans l’étude des cavités THz.

1.2.3 Taux d’émission spontanée dans le cadre de la théorie de la
réponse linéaire

L’approche quantique permet de comprendre le phénomène de l’émission spontanée au
niveau fondamental, et est en principe applicable dans n’importe quelle situation rencon-
trée expérimentalement. En réalité, son application devient assez vite très délicate, surtout
lorsque le système contient un très grand nombre des détails microscopiques. Notamment,
dans les exemples qu’on vient de donner jusqu’ici il s’agit des cavités remplies de vides,
en l’absence d’absorption, alors que les microcavités réelles utilisées dans les expériences
d’optique quantique sont souvent constituées de diélectriques absorbants. La présence de
l’absorption peut changer de manière radicale l’émission spontanée d’un émetteur, car elle
ouvre une nouvelle voie de désexcitation (voir paragraphe 1.4.2) .

En régime de couplage faible, une autre approche sur l’émission spontanée existe,
fondée sur la théorie de la réponse linéaire. Cette approche a été développée pour la
première fois par Wylie et Sipe en 1984 [39] et elle dépasse le cadre simple des modes sans
absorption dans l’espace libre présenté jusqu’à maintenant.

Tout d’abord remarquons qu’on peut exprimer la densité d’état ρ(~ω) introduite plus
haut par l’intermédiaire de la fonction δ de Dirac :

ρ(~ω) =
∑
I,F

δ(EF + ~ω − EI) (1.46)
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Ici |I〉 et |F 〉 sont tous les états respectivement initial et final possibles pour le rayonne-
ment et EI et EF sont les énergies correspondantes. La règle d’or de Fermi (1.29) devient
dans ces notations :

Γ =
2π

~
∑
I,F

|〈I|〈b|p̂ET |a〉|F 〉|2δ(EF + ~ω − EI) (1.47)

En exprimant la fonction δ comme une intégrale sur le temps, et en utilisant le relation
de fermeture sur les états |I〉 et |F 〉, on peut re-écrire l’équation (1.47) sous la forme :

Γ =
1

~2

∫ ∞

−∞
dt〈ETα(t)ETβ(0)〉pba

α p
ab
β e

iωt (1.48)

Ici on a posé pba
α = 〈b|p̂|a〉, et les opérateurs de champ sont maintenant écrits dans le

point de vue de Heisenberg [34]. La moyenne des opérateurs est prise sur les états finaux
|F 〉. On introduit maintenant le tenseur de corrélation du champ [39] :

Gαβ(r, r′, t) =
i

~
〈[ETα(r, t), ETβ(r′, 0)]〉Θ(t) (1.49)

avec Θ(t) la fonction de Heaviside. D’après la théorie de la réponse linéaire (voir
par exemple [40]) le tenseur (1.49) est la susceptibilité linéaire du champ vis à vis de
la perturbation introduite par le couplage dipolaire (1.14). En utilisant le théorème de
fluctuation-dissipation [39], [40], on peut mettre la dernière formule sous la forme suivante :

Γ =
2pba

α p
ab
β

~
ImG̃αβ(r, r, ω) (1.50)

avec r la position du dipôle, et G̃αβ la transformée de Fourier de la grandeur G̃αβ. Ce
résultat est très similaire au résultat classique qui sera établi dans la partie suivante. Il est
plus général que les hypothèses dans lesquelles on a établi la règle d’or de Fermi (1.29),
parce que les états du champ |F 〉 sur lesquels est effectuée la moyenne peuvent être plus
généraux que les états de Fock (1.9), comme indiqué dans la référence [39].

Ces dernières résultats nous serviront de point de départ pour la justification de l’ap-
proche classique (en couplage faible), exposée dans la partie suivante.

1.3 Approche classique : champ rétro-réfléchi

1.3.1 Taux d’amortissement d’un dipôle classique

L’approche classique a été développée dans le cadre d’expériences avec des molécules
fluorescentes, effectuées par Drexhage dans les années 70 [2], [3]. Les sources moléculaires
sont assimilées aux dipôles classiques, animés d’un mouvement sinusoïdal à la fréquence
ω0. On peut supposer, comme c’est le cas du modèle de l’électron élastiquement lié,
qu’il s’agit d’un électron lié à un noyau par une force de rappel élastique F = −mω2

0r.
L’extension du dipôle ou de la "micro-antenne" ainsi formée est toujours supposée très
faible par rapport à la longueur d’onde rayonnée λ = 2πc/ω0.
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Dans un premier temps on supposera que le mouvement de la charge est imposé par
une force extérieure. On peut alors obtenir le champ rayonné par l’électron à partir des
potentiels retardés de Liénard Wiechert [41]. Le flux de Poynting s’écrit alors, dans le cas
particulier d’un dipôle oscillant non-relativiste :

S =
p2ω2

0 sin2 θ

16π2ε0c3R2
eR (1.51)

avec R la distance du dipôle jusqu’au point d’observation et eR le vecteur unitaire
correspondant. On peut remarquer que la même distribution angulaire de la puissance
rayonnée est prédite comme dans la théorie quantique (voir figure 1.1). En intégrant le
flux de Poynting sur une sphère de rayon R on obtient la puissance totale Ptot rayonnée
par le dipôle :

Ptot =
ω4

0p
2

12πε0c3
(1.52)

D’un autre côté, l’énergie mécanique Em totale du dipôle est donnée par :

Em =
1

2
mω2

0

p2

e2
(1.53)

|p/e| étant l’amplitude du mouvement harmonique. On peut ainsi définir un taux
d’amortissement Γ0cl = Ptot/Em qui quantifie les pertes d’énergie par rayonnement :

Γ0cl =
e2ω2

0

6πε0mc3
(1.54)

Ainsi, si le dipôle oscillant était livré à lui-même il perdrait radiativement toute son
énergie mécanique en un temps caractéristique τ = 1/Γ0cl. On peut conclure que la
grandeur Γ0cl est l’analogue classique du taux de l’émission spontanée discuté dans le
paragraphe précédent.

Le résultat (1.54) est évidement différent du résultat quantique (1.34) pour le taux
d’émission spontanée Γ0 entre deux niveaux quantiques |a〉 et |b〉. Le rapport Γ0/Γ0cl est
souvent appelé "force d’oscillateur" fab pour la transition |a〉 → |b〉. On peut montrer que
la force d’oscillateur obéit à la règle de somme suivante [34] :∑

ab

fab = 1 (1.55)

(la somme est effectuée sur toutes les transitions quantiques possibles). L’expression
quantique (1.34) apparaît ainsi comme un taux classique pondéré par les propriétés de la
transition quantique considérée.

Aux pertes radiatives décrites par la formule (1.52) on peut associer une force de
freinage fictive Fray = −mΓ0clv, proportionnelle à la vitesse du mouvement v et analogue
à la force de frottement fluide en régime laminaire qui s’exerce sur une particule plongée
dans un liquide. Cette force est un cas particulier de la force du réaction du rayonnement
(voir [41]), qu’on peut définir pour un mouvement quelconque d’une particule chargée :

Fray =
e2

6π2ε0c3
ȧ (1.56)
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avec a l’accélération de la particule. Cette force proviendrait de l’interaction entre la
charge et son propre champ rayonné. Cependant, cette définition n’est pas autoconsistante
en électrodynamique classique. Le domaine d’application de la notion de force de réaction
du rayonnement est limité aux situations où cette force perturbe peu le mouvement des
charges [42]. Néanmoins, cette notion permet de comprendre la théorie de Prock, Silbey
et Chance [43] pour la fluorescence moléculaire, en excellent accord avec l’expérience, qui
sera présentée dans le paragraphe suivant.

1.3.2 Champ rétro-réfléchi

Dans le modèle de Prock, Silbey et Chance [43] le mouvement du dipôle n’est plus im-
posé par l’extérieur, mais au contraire, le dipôle interagit avec son propre champ rayonné.
Pour garder l’auto-consistence du modèle, il faut supposer que cette interaction soit une
faible perturbation du mouvement harmonique de la charge. Dans l’équation du mouve-
ment du dipôle il faut ajouter la force du Lorentz :

d2p

dt2
+ ω2

0p =
e2

m
E(t, r0) (1.57)

On a négligé la contribution du champ magnétique en supposant le mouvement du
dipôle non-relativiste. L’approximation des grandes longueurs d’onde est également ap-
pliquée, car le champ électrique rayonné par le dipôle est pris sur sa position moyenne r0.
Le champ électrique est proportionnel au dipôle (linéarité des équation de Maxwell) et
peut s’exprimer de la manière la plus générale comme :

E(r, t) =

∫ t

−∞
G(r, r0, t− t′) · p(t′)dt′ (1.58)

Nous avons introduit ici le tenseur de Green G(r, r0, t − t′)3. La convolution (1.58)
permet d’effectuer une transformée de Fourier sur l’équation du mouvement (1.57) pour
une fréquence ω ; on obtient :

−ω2 + ω2
0 =

e2

m
u · [G̃(r0, r0, ω) · u] (1.59)

G̃ est la transformée de Fourier du tenseur de Green, ou encore la susceptibilité li-
néaire du champ électromagnétique vis à vis de la source dipolaire, et u est le vecteur
unitaire dans la direction du dipôle. L’équation (1.59) est une équation implicite pour la
fréquence ω, à priori une quantité complexe. En supposant que la solution s’écarte peu
de la fréquence libre ω0, on écrira :

ω ≈ ω0 + ∆ω − iΓ/2 (1.60)

Ici les quantités ∆ω et Γ sont supposées toutes les deux faibles par rapport à la
fréquence ω0, ce qui constitue l’analogue classique de l’hypothèse de couplage faible avec
le champ électromagnétique. La quantité ∆ω renormalise la fréquence d’oscillation, alors

3Pour simplifier les notations, on utilisera des caractères gras pour les vecteurs et les tenseurs
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que la quantité Γ peut être interprété comme le taux d’amortisement du mouvement
dipolaire et s’exprime comme :

Γ =
e2

mω0

Im[u · G̃(r0, r0, ω0) · u] (1.61)

Soit le dipôle oscillant dans l’espace libre. En régime harmonique, faiblement amorti, on
peut déterminer le tenseur G̃0(ω ≈ ω0) de l’espace libre à partir des solutions de Liénard
Wiechert pour un dipôle oscillant à la fréquence ω0 (Voir, par exemple la référence [44]
pour des expressions explicites du tenseur de Green dans ce cas là). On peut aisément
montrer que :

lim
r→r0

ImG̃0 =
k3

0I

6πε0

(1.62)

Ici I est le tenseur unitaire. On retrouve ainsi le taux classique (1.54) d’émission dans
l’espace libre.

Maintenant soit un dipôle enfermé dans une cavité. Le champ total rayonné par le
dipôle se sépare naturellement en champ d’un dipôle libre et champ réfléchi sur les parois
de la cavité. La même séparation se répercute sur le tenseur de Green G̃ qu’on peut mettre
sous la forme :

G̃ = G̃0 + G̃refl (1.63)

Le champ rétro-réfléchi sur le site du dipôle Erefl s’exprime simplement (en régime
harmonique) par Erefl = G̃refl ·p ; normalisons en plus le taux Γ ainsi obtenu par le taux
classique Γ0cl. On obtient ainsi la formule suivante qui est le résultat central de la théorie
de Prock, Silbey et Chance :

Γ

Γ0cl

= 1 +
6πε0

pk3
0

Im[u · Erefl] (1.64)

Cette formule relie la modification du taux de l’émission spontanée dans une cavité par
rapport à sa valeur dans l’espace libre à la partie imaginaire de la composante du champ
électrique rétro-réfléchie sur le site du dipôle. Le calcul de l’émission spontanée, dans
le cadre des hypothèses évoquées plus haut, est ramené ainsi à un problème classique
de résolution des équations de Maxwell pour un dipôle oscillant dans une cavité. Ce
problème est beaucoup plus facile à mettre en oeuvre dans le cas des cavités complexes
que les calculs quantiques évoqués dans la partie précédente. Nous allons discuter plus
loin les conséquences de cette formule, ainsi que la compatibilité entre le point de vue
quantique et classique.

1.3.3 Rayonnement d’un dipôle classique dans un diélectrique ho-
mogène et infini

A l’instar de la formule (1.64) notre but sera de calculer le champ électromagnétique
rayonné par un dipôle classique dans des cavités de géométrie complexe. Le point de départ
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Fig. 1.2 – (a) Représentation géométrique de la décomposition en ondes planes. Pour les
ondes radiatives le sens de propagation est donné par le vecteur n1k0 = (kP , γ1), et le
champ électrique est porté par la direction perpendiculaire à la propagation, proportionnel
à la projection du moment dipolaire dans cette direction : e ∝ p sin θ. Par conséquent le
flux de Poynting est proportionnel à sin2 θ. Les ondes évanescentes |kP | > n1k0 ne se
propagent que dans le plan Oxy, leur amplitude étant exponentiellement décroissante à
partir du site du dipôle. (b) La domaine d’intégration pour l’expression (1.66) se divise
naturellement en un "cercle radiatif" (|kP | < n1k0) et une zone correspondant aux ondes
évanescentes émises par le dipôle.

pour les calculs qui seront présentés dans les chapitres suivants est la décomposition du
champ rayonné par le dipôle sur une base d’ondes planes.

Soit le dipôle ponctuel p oscillant à la fréquence angulaire ω dans un milieu diélectrique
infini et homogène de constante diélectrique ε1 (et d’indice n1 =

√
ε1). Sa représentation

en ondes planes est décrite dans les références [45] et [46]. Considérons d’abord un repère
cartésien Oxyz, dans lequel chaque point de l’espace est repéré par le rayon vecteur :

r = xx̂ + yŷ + zẑ = rp + zẑ (1.65)

Nous avons privilégié les composantes du vecteur dans le plan Oxy, choix qui apparaî-
tra clair dans la suite. Soit le dipôle situé à l’origine des coordonnées, alors en tout point
de l’espace son champ électrique Edip admet la décomposition suivante :

Edip(x, y, z) = Θ(z)
∫

eu(kp)e
ikprp+iγ1zdkp

+Θ(−z)
∫

ed(kp)e
ikprp−iγ1zdkp

(1.66)

kp est la composante du vecteur d’onde n1k0 dans le plan Oxy. La composante γ1 du
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vecteur d’onde selon Oz satisfait :

γ2
1 + k2

p = ε1k
2
0 (1.67)

On choisira la racine carrée telle que Reγ1+Imγ1 > 0. Θ(z) est la fonction de Heaviside.
Les amplitudes e(u,d)(kp) sont des fonctions connues du vecteur d’onde dans le plan kp,
données par les expressions :

eu(kp) = iµ0ω2

8π2γ1
[p− (pk+)k+]

ed(kp) = iµ0ω2

8π2γ1
[p− (pk−)k−]

k+ = 1
(ε1k2

0)1/2 (kp + γ1ẑ)

k− = 1
(ε1k2

0)1/2 (kp − γ1ẑ)

(1.68)

Des expressions analogues pour la décomposition du champ magnétique du dipôle
Hdip peuvent être établies à l’aide des équations de Maxwell.

On peut remarquer que le champ électrique est porté par la direction perpendiculaire
au vecteur k±, et proportionnel à la projection du moment dipolaire sur cette direction
(figure 1.2a). Il existe alors une analogie proche avec la figure 1.1.

Le champ du dipôle se décompose ainsi sur une infinité d’ondes planes, indexées par
le vecteur kp. Lorsque |kp| ≤

√
ε1k0, la composante du vecteur d’onde selon Oz, γ1, est

purement réelle et il s’agit des ondes propagatives, se propageant à partir du dipôle à
l’infini. Plus précisément, le premier terme de la décomposition (1.66) contient les ondes
qui se propagent dans le sens des Oz positif, et le seconde aux ondes se propageant dans
le sens des Oz négatif. Ce sont ces ondes qui régissent le champ lointain du dipôle, et
notamment le flux d’énergie rayonné à très grande distance (par rapport à la longueur
d’onde) du dipôle. C’est pour ça qu’elles sont encore appelées ondes "radiatives". Dans
l’espace des vecteurs d’onde, le cercle dans le plan Okxky de rayon

√
ε1k0 contenant les

vecteurs kp correspondants est appelé "cercle radiatif" (figure (1.2)b).
En revanche, lorsque |kp| >

√
ε1k0, la composante γ1 est une quantité purement imagi-

naire et la dépendance en z dans la décomposition (1.66) devient une exponentielle réelle.
On peut voir facilement qu’avec notre choix Imγ1 > 0 le champ décroît exponentiellement
vers 0 lorsque |z| → ∞ (figure (1.2)a). Il s’agit alors des ondes évanescentes localisées au
voisinage du dipôle et qui régissent son champ proche. Pour un dipôle placé dans une mi-
crocavité planaire d’épaisseur faible par rapport à la longueur d’onde rayonnée, le champ
proche du dipôle, ou encore le champ évanescent, va jouer un rôle important.

A partir des expressions (1.68) on peut obtenir le tenseur de Green G̃ pour le champ
rayonné dans le diélectrique de constante n1. On peut ensuite utiliser la formule (1.61)
pour trouver le taux de l’émission spontanée à l’intérieur du milieu diélectrique :

Γ = n1Γ0cl (1.69)

Ainsi, le taux d’émission spontanée est n1 fois plus fort dans un diélectrique d’indice n1

par rapport au vide. Le même résultat est valable dans la théorie quantique. Remarquons
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cependant qu’on a négligé les effets du champ local sur la source (voir ref.[47]). Par
exemple, une correction de type Clausius-Mossotti apporte un facteur supplémentaire
(2n2

1 + 1)/3n2
1. Cependant, comme nous nous intéresserons aux variations de l’émission

spontanée avec les paramètres géométriques des dispositifs (i.e. épaisseur des dispositifs),
ces corrections ne seront pas pertinents pour les résultats finaux.

Dans la suite nous nous intéresserons à la réponse électromagnétique linéaire des mi-
crocavités complexes au champ dipolaire. Avec la décomposition (1.66), notre stratégie
sera d’examiner d’abord la réponse du système aux ondes planes (propagatives ou éva-
nescentes) d’incidence arbitraire (ou d’une composante kP donnée). Cette réponse va
s’exprimer en général comme un ensemble d’ondes planes réfléchies, transmises ou diffrac-
tées. Le résultat final s’exprimera comme une intégrale sur toutes les ondes incidentes, du
type (1.66), pondérée par les amplitudes (1.68) qui décrivent la morphologie du champ
incident. La mise en œuvre de cette démarche pour les dispositif qui nous intéressent fait
l’objet des chapitres suivants de cette première partie.

1.4 Compatibilité entre les points de vue classique et
quantique

Les approches quantique et classique fournissent des valeurs apparemment différentes
pour le taux d’émission spontanée dans le vide, la différence étant le facteur appelé force
d’oscillateur qui dépend des propriétés de la transitions atomique. Cependant, nous allons
montrer que lorsqu’on s’intéresse à la modification du taux de l’émission spontanée d’une
source placée en microcavité, les deux approches donnent des résultats concordants. Les
grandeurs pertinentes seront alors les rapports Γ/Γ0 et Γ/Γ0cl fournis par les deux théories,
avec Γ0 étant respectivement la grandeur (1.34) et Γ0cl la grandeur (1.54).

1.4.1 Cas d’une cavité métallique planaire

Le premier exemple qu’on va considérer est une cavité métallique planaire constituée
de deux miroirs métalliques en or, supposés d’épaisseur infinie, qui enferment une couche
d’indice de refraction n1 = 3.6 (valeur pour GaAs) et d’épaisseur L = 10 µm. Cette cavité
est représentée à la figure 1.3a. On va confronter les approches classique et quantique pour
le calcul de la modification de l’émission spontanée d’un dipôle vertical (perpendiculaire
aux miroirs de la cavité) placé à l’intérieur de la cavité.

La position du dipôle dans la cavité est repérée par la distance L1 du miroir supérieur.
Étant vertical, le dipôle n’est couplé qu’au modes de polarisation TM supportés par la
cavité. Rappelons que contrairement aux modes TE, les modes TM ont une composante
du champ électrique perpendiculaire aux miroirs [48]. Leur relation de dispersion est
tracée à la figure 1.3b. Dans le chapitre 2 nous expliquons comment on peut l’obtenir
numériquement. Avec une épaisseur de L = 10µm, les fréquences des modes tombent
dans le domaine infrarouge moyen et lointain, où la réflectivité des métaux est proche de
l’unité (comme dans le cas du métal parfait). Les relations de dispersion sont assez bien
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(a) (b)

Fig. 1.3 – (a) Cavité plane simple entre deux miroirs métalliques en or, enfermant une
couche diélectrique d’épaisseur L = 10 µm et d’indice n1 = 3.6. Un dipôle vertical est
placé dans la cavité. (b) Fréquence des 5 premiers modes TM en fonction du vecteur
d’onde parallel kP .

décrites par la formule :

ωm(kp) =
c

n1

√
π2m2

L2
+ k2

p (1.70)

Ici m est l’entier qui compte le nombre des nœuds du champ électrique du mode. On
peut noter que le mode fondamental TM0 n’a pas de coupure dans la domaine des basses
fréquences ω → 0.

Nous n’allons pas expliciter ici le calcul du taux d’émission spontanée dans les deux
approches, qui sera détaillé dans le chapitre 2 dans un cadre plus général. On se contentera
de fournir directement les résultats.

Ainsi, dans l’approche classique basée sur la théorie de Prock, Silbey et Chance
(formule (1.64)) et la décomposition du rayonnement du dipôle en ondes planes on obtient :

Γ

Γ0cl

= 1 +
3

4πn1k0

Re

∫ ∫
R2(eiγ1L1 + eiγ1(L−L1))2

1−R2e2iγ1L

1− γ2
1

γ1

d2kP (1.71)

Ici R est la réfléctivité TM à l’interface or-diélectrique. L’intégrale est la composante
z du champ rétro-réfléchi sur le site du dipôle, obtenue par resommation des ondes planes
qui sont issues du dipôle après leur réflexion sur les miroirs métalliques.

Pour le calcul quantique, on commence par le calcul de la distribution du champ
électrique pour chaque mode et on calcule la densité d’états du mode à partir des relation
de dispersion (1.70) (les détails seront donnés dans le chapitre 2). L’énergie électromagné-
tique du mode est normalisée à une fluctuation du vide 4 :∫

cavite

{ε0ε1

2
|E|2 +

1

2µ0

|H|2
}

dV =
~ω
2

(1.72)

4Cette normalisation découle de la normalisation de l’opérateur A dans la partie (formule (1.5))
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(a)

(b)

Fig. 1.4 – (a) Différents taux d’émission spontanée en fonction de la position du dipôle à
l’intérieur de la cavité (paramètre L1), pour une fréquence ω/2π = 20 THz. (b) Différents
taux d’émission spontanée en fonction de la fréquence, la source étant placée au centre de
la cavité.
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On obtient ensuite le rapport Γ/Γ0 pour chaque mode de la cavité à partir de la règle
d’or de Fermi :

Γ

Γ0

=
6πε0ε1

pk3
0

|Ez(z = L1)|2ρ(~ω) (1.73)

Avec Ez(z = L1) la composante selon z du champ électrique normalisé du mode, prise
sur le site du dipôle.

A la figure 1.4a on a représenté les variations des différents taux en fonction de la
position du dipôle par rapport aux miroirs pour une fréquence ω/2π = 20 THz (longueur
d’onde λ = 15 µm). Les cinq premiers modes sont alors présents dans la cavité. La ligne
épaisse en rose est la somme de l’émission sur tous les modes. La ligne en noir est le calcul
classique à partir de l’expression (1.71).

Conformément à l’expression (1.73) le taux d’émission dans chaque mode de la cavité
suit la morphologie du champ électrique du mode. Ainsi, au centre de la cavité, l’émission
vers les modes impairs est totalement inhibée à cause de la présence d’un nœud du champ
à cet endroit.

La somme sur les taux d’émission dans les modes guidés dans la cavité est presque
partout équivalente avec la courbe obtenue par le champ rétro-réfléchi. Cependant, le
calcul classique diverge au voisinage immédiat des miroir. Nous allons voir plus loin que
cette divergence est due à l’absorption dans les miroirs. On peut conclure donc sur cet
exemple que les calculs classique et quantique de la modification de l’émission spontanée
sont équivalents lorsque l’absorption des miroirs est négligeable.

Cette conclusion est confirmée par la figure 1.4b. Ici le dipôle est placé au centre de
la cavité et on varie la fréquence de l’émission. A cet emplacement seulement les modes
pairs contribuent à l’émission spontanée. Chaque fois qu’un nouveau mode apparaît, on
observe un saut dans la courbe du calcul classique.

Ces figures illustrent aussi la différence qui existe entre les deux démarches. Le calcul
classique fournit immédiatement une solution globale du problème (ici on obtient d’em-
blée la somme sur tous les modes), intégrant toutes les voies possibles de désexcitation
de la source. Au contraire, pour mettre en ouvre le calcul quantique, il faut avoir une
information détaillée sur le système (distribution du champ électrique dans chaque mode,
propriétés de dispersion, etc.).

Revenons sur la figure 1.4b. D’une part, le calcul classique tend vers la valeur asymp-
totique unité pour les grandes fréquences (longueurs d’ondes faibles, ou encore une cavité
très large par rapport à la longueur d’onde). Cependant, une importante observation est
que bien que le taux d’émission dans les modes supérieurs reste fini pour tous les longueurs
d’onde, l’émission spontanée dans le fondamental TM0 diverge pour les faibles fréquences
(grandes longueurs d’onde).

Comment expliquer cette divergence ? A l’aide de la relation de dispersion (1.70) on
peut facilement montrer que la densité d’états de tous les modes reste finie, et même
tend vers zéro pour les grandes longueurs d’onde. L’explication ne peut venir alors que
du champ électrique normalisé dans le mode. En effet, on voit à la figure 1.4a que la
distribution du champ du mode TM0 est quasiment homogène. Alors le champ du mode
normalisé, qui intervient dans là règle d’or de Fermi, peut être estimé à partir de (1.72)
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à :

E2
z ∝

1

L
(1.74)

C’est donc le confinement de plus en plus accru du mode TM0 dans les cavités sub-
longueur d’onde qui est responsable de la divergence. En plus, grâce à la formule
(1.74), on peut affirmer que le taux d’émission spontanée croît comme l’inverse de
l’épaisseur L de la cavité planaire.

Cette dernière conclusion est importante car c’est précisément cet effet qu’on cherchera
à mettre en évidence tant théoriquement qu’expérimentalement dans les dispositifs THz
étudiés dans ce travail de thèse.

Il reste à élucider la différence entre les calcul classique et quantique pour des faibles
distances dipôle miroir ("faible" se référant ici à la longueur d’onde de l’émission). Une
explication fait l’objet du paragraphe 1.4.2.

1.4.2 Voie de désexcitation par absorption

La différence entre les calculs classique et quantique pour des distances dipôle-miroir
faibles s’explique par l’ouverture d’une nouvelle voie de désexcitation pour le dipôle. Pour
comprendre son mécanisme il faut évoquer les ondes évanescentes rayonnées par le dipôle
classique (voir paragraphe 1.3.3), ou encore le champ proche du dipôle.

Soit alors une onde évanescente du type ek(z−z0), incidente sur une surface de réflectivité
TM R(k)(figure 1.5(a)). Ici z0 est le point où se situe la source de cette onde. L’onde
réfléchie s’écrira alors R(k)e−kz. Comme nous avons supposé la polarisation TM, le long
de l’axe Oy, les champs magnétique Hy et électrique Ex s’écriront :

Hy = H0e
−kz0(ekz +R(k)e−kz) (1.75)

Ex = −iµ0ω

k
H0e

−kz0(ekz −R(k)e−kz) (1.76)

Le flux de Poynting s’écrit alors :

Sz =
1

2
Re(ExH

∗
y ) = −ωµ0|H0|2

k
ImR(k)e−2kz0 (1.77)

Ainsi, bien qu’une onde évanescente seule ne puisse pas transporter de l’énergie, l’in-
terférence des deux ondes évanescentes contra-propageantes engendre un flux de Poynting
non nul 5. Ce flux possède quelques propriétés singulières qui sont révélées par la formule
(1.77) :

- Pour une interface simple, les propriétés des coefficients de Frenel entraînent ImR(k) >
0 [49]6. Le signe "moins" signifie que le flux de Poynting est dirigé vers l’intérieur de la
surface, donc il s’agit, en général, d’une absorption.

5L’effet tunnel en mécanique quantique s’explique par le même mécanisme
6Pour la convention sur les facteurs temporel mentionnée à la fin du paragraphe 1.1
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(a) (b)

Fig. 1.5 – (a) Onde évanescente incidente (rouge) et onde réfléchie (bleu) sur une surface
de réflectivité R(k). La somme des deux ondes est un champ électromagnétique de vecteur
de Poynting non nul, proportionnel à ImR(k) et pointant vers l’intérieur de la surface.
L’onde incidente pourrait provenir d’un dipôle situé au point z0. (b) Illustration des deux
voies de désexcitation d’un dipôle dans une cavité (la cavité est planaire sur cette figure).
Une partie de l’énergie du dipôle est transférée aux modes propres de la cavité. Une autre
partie est emportée par le flux de Poynting créé par l’interférence entre les ondes évanes-
centes incidentes (provenant du champ proche du dipôle) et réfléchies sur la surface de la
cavité.

- La facteur e−2kz0 montre que ce flux n’est significatif que si la source des ondes
évanescentes est suffisamment proche de la surface. (Pour une longueur d’onde λ une
onde est évanescente si k > 2π

√
ε/λ, il faut donc que z0 � λ).

- Le facteur ImR(k) montre que pour avoir un flux non nul, la réflectivité de l’interface
doit posséder une partie imaginaire non nulle. Ceci est bien le cas d’une interface avec un
milieu absorbant. Plus généralement, une relation de phase doit exister entre les ampli-
tudes de l’onde incidente et réfléchie. En particulier, si les deux amplitudes sont en phase
(cas de surface sans absorption) le flux (1.77) est nul. En outre, la présence des modes
électromagnétiques localisés sur la surface (comme des plasmons de surface ou bien des
modes photoniques dus à la structuration de la surface) exalte le flux via ce facteur, car
la réfléctivité R(k) possède aussi une partie imaginaire dans ce cas.

Comme on verra dans le chapitre 2 cette voie de désexcitation sera particulièrement
efficace dans les dispositifs THz, qui contiennent des couches de contact fortement dopées
exhibant une absorption importante dans ce domaine de fréquences. On y montrera éga-
lement que ce mécanisme est explicitement contenu dans l’expression du taux d’émission
spontanée classique, comme on le voit aussi sur la figure 1.4a.

Alors que ce mécanisme apparaît naturellement dans le calcul classique, son traitement
du point de vue quantique reste possible bien que quelque peu compliqué. Un traitement
microscopique du problème à été donné par Yeung et Gustafson en 1996 [50]. Dans cette
référence le problème d’une source quantique au voisinage d’une interface vide-diélectrique
absorbant est adressé. Les auteurs écrivent un hamiltonien dont les différents termes
sont le hamiltonien du champ libre, un hamiltonien de type Hopfield [51] pour décrire
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un diélectrique non-absorbant, et un terme qui correspond à un réservoir d’oscillateurs
harmoniques pour décrire l’absorption et la dissipation dans le diélectrique. Le résultat
classique, sur lequel on donnera plus de détails dans le paragraphe 2.3.2 du chapitre 2,
est ainsi retrouvé.

Or le taux d’émission spontanée calculé par l’intermédiaire du champ retro-réfléchi
contient d’emblée toutes les voies possibles pour la désexcitation du dipôle. Cependant,
dans le domaine THz, ainsi que plus généralement dans les problèmes d’optimisation
du rayonnement des sources, seulement une partie de l’énergie est réellement utile ou
accessible pour la mesure. Notre stratégie sera donc d’examiner l’émission dans les modes
guidés de la cavité, fournie par la règle d’or de Fermi, pour avoir une information plus
détaillée sur le système. A la figure 1.5(b) on a schématisé les différents mécanismes
d’acheminement de l’énergie de l’émetteur dans une cavité planaire, qui seront étudiés
quantitativement dans le chapitre 2 dans le cas des dispositifs THz.

1.4.3 Compatibilité entre les visions classique et quantique en
couplage faible

Pour résumer nous avons montré numériquement sur un exemple concret, que dans le
cas sans absorption les approches classique et quantique pour le calcul de la modification
de taux d’émission d’une source donnent les mêmes résultats. Quitte à fournir un mo-
dèle microscopique pour l’absorption des interfaces métalliques ou diélectriques, on peut
également retrouver cette équivalence dans les cas avec absorption, qui sont bien traités
d’emblée dans le cadre classique.

En fait ces résultats sont beaucoup plus généraux et l’équivalence entre les deux points
de vue en couplage faible est démontrée dans un cadre très large. La raison est que
fondamentalement, les deux approches font intervenir la fonction de Green ou encore la
fonction de la susceptibilité linéaire du champ vis à vis d’une excitation dipolaire (voir
les paragraphes 1.2.3 et 1.3.2). Dans la théorie de la réponse linéaire [40] la définition
de la susceptibilité linéaire implique des valeurs moyennes de champ, donc il s’agit d’une
grandeur intrinsèquement classique [36]. De manière qualitative, la nature classique de
cette grandeur est confirmée par le fait que la susceptibilité ne dépend pas de la nature
des sources [44].

Il peut également paraître étonnant que du point de vue classique la modification du
taux d’émission soit obtenue à partir de la force de réaction de rayonnement, alors que
du point de vue quantique ce sont plutôt les fluctuations de vide qui sont responsables de
l’émission spontanée (qui est vue alors comme une émission stimulée par les fluctuations
quantiques du vide). Cette problématique peut être comprise par une analyse plus détaillée
fondée sur le formalisme d’équation pilote [36]. Dans cet analyse le rayonnement est consi-
déré comme un réservoir, c’est à dire un système d’un très grande nombre de degrés de
liberté (ce qui est un autre façon de dire que le continuum des modes électromagnétiques
est très dispersé en énergie). On démontre alors que la réaction de rayonnement et les
fluctuations du vide contribuent à part égale dans le taux de l’émission spontanée à par-
tir des niveaux excités du système quantique, avec le même signe. Par contre, pour l’état
fondamental du système, les deux contribuent toujours à part égale, mais de signe opposé,
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(a) (b)

Fig. 1.6 – (a) Caractéristique courant-tension du dispositif. Dans l’inset : la structure à
super-réseau sous un champ électrique [52]. (b) Le dispositif expérimental utilisé par Helm
en 1988 pour mettre en évidence l’électroluminescence inter-sous-bande [53].

ce qui explique la stabilité de l’état fondamental7.

1.5 Emission spontanée dans le domaine THz

1.5.1 Sources à cascades quantiques pour le domaine THz

Dans ce paragraphe on va discuter brièvement le fonctionnement des dispositifs qu’on
utilise pour générer du rayonnement THz. Plus de détails seront donnés dans la partie II
de ce manuscrit.

La première structure électroluminescente dans le domaine THz (λ ≈ 100 µm) à
été démontrée par Manfred Helm en 1988 [53], [52]. La structure était un super-réseau
à base de sémiconducteur ternaire AlGaAs. Les transitions entre les différents niveaux
du super-réseau, appelées encore des "sous-bandes" [54], sont induites par l’application
d’un champ électrique le long de la structure (voir figure 1.6(a)). Les règles de sélection
pour les transitions entre les niveaux (transitions "inter-sous-bandes") font qu’on peut
modéliser ces transitions par un dipôle vertical, i.e. parallèle à l’axe de la structure, ou
encore perpendiculaire aux couches épitaxiales.

Le dispositif expérimental est montré à la figure 1.6(b). Des électrodes métalliques
sont déposées sur la structure pour permettre d’appliquer un champ électrique et faire
passer du courant. Un réseau métallique en or est également déposé sur la surface pour
coupler le rayonnement vers l’extérieur.

Grâce à l’introduction du concept de "cascade quantique", qui sera détaillé dans la se-
conde partie de ce manuscrit, des sources de rayonnement plus performantes ont apparues
ces dernières années, dans le domaine de l’infrarouge lointain. Dans nos expériences, on
a couramment utilisé les sources décrites dans [55], [56], émettant à une longueur d’onde

7Du point de vue mathématique, cette compensation est liée à la conservation des relations de com-
mutation des variables conjuguées.
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de λ = 88 µm. Pour les modélisations qui vont suivre, il faut retenir qu’une cascade
quantique est un ensemble de N couches fines équivalentes (qui sont des séquences de
puits quantiques). L’épaisseur d’une couche D, appelée "période de la cascade", est de
l’ordre de quelques dizaines de nanomètres. Chacune des couches peut être modélisée par
un ensemble des dipôles verticaux (perpendiculaires à la couche), répartis de manière ho-
mogène à l’intérieur de la couche. Le nombre de dipôles excités par unité de temps est
proportionnel au courant électrique traversant la couche de la cascade.

1.5.2 Ordres de grandeur

Le taux d’émission spontanée associé à la transition inter-sous-bande peut être estimé
à partir de l’expression (1.34) et en utilisant le résultat (1.69). Avec l’élément de moment
dipolaire 〈pz〉 de la transition 〈pz〉 = −e〈z〉, on obtient après quelques réarrangements :

Γ0 =
16n1e

2〈z〉2π3

3ε0hλ3
(1.78)

La valeur moyenne 〈z〉 s’obtient à partir d’une résolution numérique de l’équation de
Schrödinger pour la structure. Typiquement on obtient 〈z〉 ≈ 10 nm. Avec une longueur
d’onde λ = 100 µm on estime le temps caractéristique τ0 de l’émission spontanée :

τ0 = 1/Γ0 ≈ 14µs (1.79)

Dans la gamme de fréquences THz l’émission spontanée s’effectue alors à l’échelle de
quelques dizaines de micro-secondes.

L’autre grandeur pertinente pour les transitions inter-sous-bandes est le taux des tran-
sitions non-radiatifs Γnr. Deux mécanismes non-radiatifs sont à prendre en compte : les
collisions électron-électron et l’émission des phonons optiques [57]. Les deux mécanismes
ont des temps caractéristiques τnr à l’échelle de la picoseconde :

τnr = 1/Γnr = (0.1− 10)ps (1.80)

Ce temps est beaucoup plus court que le temps caractéristique de l’émission spontanée.
Cherchons maintenant à évaluer l’ampleur des effets de modification de l’émission dans

le domaine THz. La quantité pertinente ici est le rapport entre la longueur d’onde rayonnée
λ et l’épaisseur du dispositif L. Pour un dispositif typique la période de la cascade est de
D ≈ 0.1 µm [55]. La longueur d’onde étant λ ≈ 100 µm, on obtient, pour un dispositif à
une seule période (épaisseur minimale) :

λ

L

∣∣∣
THz

≈ 103 (1.81)

Par comparaison, pour la même expérience dans le domaine optique [58], l’épaisseur
typique de la cavité est 30 nm, la longueur d’onde étant 950 nm on obtient pour le
rapport :

λ

L

∣∣∣
optique

≈ 30 (1.82)
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Ainsi, dans le domaine THz, les effets qu’on cherchera à mettre en évidence sont
favorisés par plus de deux ordres de grandeur. Cette estimation ne doit servir qu’à titre
indicatif ; une analyse plus ample mettrait en jeu l’orientation du dipôle dans la cavité.
Des estimations quantitatives font l’objet du chapitre 2.

Remarquons à la fin qu’avec une extension typique de dipôle de l’ordre de ≈ 10 nm
pour la gamme des longueurs d’onde qui nous intéressent l’approximation des grandes
longueurs d’onde est évidemment satisfaite.
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Chapitre 2

Source dans une microcavité planaire

2.1 Généralités

2.1.1 Cavité planaire dans le domaine THz

Ce chapitre est consacré à l’étude des modes et de l’émission spontanée d’une source
ponctuelle dans une cavité planaire. Bien que ce problème ait été déjà traité dans la
littérature de manière générale, l’analyse qui est fournie ici est spécifique au domaine
THz.

On commence en introduisant le dispositif à modéliser dans le paragraphe suivant.
Ensuite, dans la section 2.2 les modes d’une cavité "vide" (sans source) sont passés en
revue. La spécificité ici provient de la présence dans la cavité des couches semi-conductrices
fortement dopées, ce qui détermine l’existence des excitations électromagnétiques de type
plasmon de surface qui influent fortement sur la morphologie des modes de la cavité et
donc sur le rayonnement de la source. L’analyse du système multi-couche est la première
étape de l’étude des systèmes plus compliqués, comme les cavités avec un réseau métallique
qui sont étudiées dans les chapitres 3 et 4.

Le modèle théorique présenté dans cette partie pourrait aussi servir, dans un cadre plus
général, pour l’étude des dispositifs lasers ou d’autres dispositifs optiques multi-couches.

Dans la section 2.3, on étudie l’émission spontanée d’une source dipolaire placée à
l’intérieur de la cavité THz planaire. Cette étude a trois aspects, qui sont encore dictés
par la particularité de domaine de fréquences :

- le développement des outils analytiques et numériques pour la mise en oeuvre des
idées générales présentées dans le chapitre 1. L’aspect multi-couche de la cavité et en parti-
culier la présence des couches dopées est explicitement pris en compte. Le taux d’émission
dans les modes guidés de la cavité est calculé par la règle d’or de Fermi. On l’appellera
"taux d’émission spontanée modal". On calcule aussi le taux d’émission classique par le
champ rétro-réfléchi sur le site du dipôle.

- ensuite on donne une analyse quantitative de la désexcitation du dipôle dans les
différentes voies. D’une part, on confirme que le taux d’émission dans le mode fondamental
croît comme l’inverse de l’épaisseur la cavité, ce qui est la conclusion importante du
paragraphe 1.4.1. D’autre part, la voie non-radiative, due à la présence des couches dopées
est étudiée en détail à partir du champ-rétro-réfléchi.
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- enfin, partant des analyses théoriques, on prédit le comportement de la puissance
extraite par la facette de la cavité lorsqu’on fait varier l’épaisseur de la cavité. La modi-
fication de l’émission spontanée peut être ainsi mise en evidence expérimentalement.

L’accent de cette étude est porté sur les cavités qui confinent complètement les modes
optiques par deux miroirs métalliques. Dans ce cas les effets de modification de l’émission
sont maximaux. Des systèmes sans confinement fort sont aussi discutés par comparaison
avec les premiers.

2.1.2 Dispositif étudié : modèle

Le dispositif planaire est décrit à la figure 2.1. Il est constitué de la cascade quantique
GaAs/AlGaAs, brièvement décrite dans la section 1.5, mise dans la cavité optique qui
est formée par les deux miroirs indiqués sur la figure. Passons alors en revue les différents
éléments.

La couche métallique supérieure est un élément indispensable : elle sert à guider le
mode optique, et d’électrode pour le pompage électrique de la cascade. Cette couche
d’épaisseur typique de quelques centaines de nanomètres contient principalement de l’or.
Dans le domaine THz la longueur de pénétration du champ électromagnétique dans les
métaux est typiquement de quelques dizaines de nanomètres, ce qui justifie de modéliser
cette couche par un miroir métallique en or infini. Cependant, avec le formalisme qu’on va
développer dans le paragraphe 2.2.2 on peut prendre en compte explicitement l’épaisseur
finie du métal.

La cascade quantique GaAs/AlGaAs, d’épaisseur L, est épitaxiée entre deux couches
de contact de GaAs avec un fort niveau du dopage de type n+ pour l’injection du courant
dans la cascade. Les propriétés optiques des couches de contact sont bien décrites par
le modèle de Drude et seront discutées dans le paragraphe suivant. Du point de vue
optique les couches de contact introduisent de l’absorption, mais peuvent aussi servir,
dans cette gamme de fréquences, pour le confinement optique du mode à cause de leur
forte réflectivité. Les épaisseurs des deux couches de contact seront notées par La et Lb.
Les concentrations des dopants seront respectivement notées par Ca et Cb.

Dans la modélisation, la nature du miroir inférieur n’est pas fixée. S’il s’agit d’une
couche métallique, alors le champ électromagnétique est entièrement confiné dans la ca-
vité ; on parlera d’une "cavité confinée". En revanche s’il s’agit, par exemple, d’un substrat
GaAs infini le mode optique guidé pénètre en large partie dans le substrat (un confine-
ment partiel se fait alors par la couche de contact inférieure) ; on parlera d’une "structure
sans confinement".

2.2 Modes dans une cavité planaire

2.2.1 Constantes diélectriques des différentes couches

Les microcavités étudiées sont constituées de couches planes très hétérogènes opti-
quement. Trois différents types de couches sont envisagés : couches diélectriques non
absorbantes, couches de GaAs dopées et couches métalliques.
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Fig. 2.1 – Cavité planaire comportant les couches principales à modéliser : la cascade
quantique, les couches de contact dopées type n, le miroir supérieur supposé infini et le
"miroir" inférieur de nature arbitraire.

Pour la constante diélectrique des métaux et les semi-conducteurs dopés on utilise le
modèle de Drude :

ε(ω) = ε∞

(
1−

ω2
p

ω(ω + i/τ)

)
(2.1)

Le paramètre ε∞ est la constante diélectrique statique (à fréquence infinie) du milieu.
La quantité ωp est la fréquence plasma du gaz des électrons libres et τ est leur temps
typique de diffusion.

Dans le cas des métaux ε∞ = 1 et les grandeurs ωp et τ sont déterminées à partir du
fit de la loi (2.1) sur les données expérimentales tabulées dans [59]. Les valeurs utilisées
sont résumées dans le tableau suivant :

Métal Symbol ωp × 104 THz τ ps Accord avec (2.1)
Or Au 1,11 0,012 Très bon
Argent Ag 1,04 0,016 Bon
Platine Pt 0,72 0,015 Bon
Nickel Ni 1,05 0,03 Moyen
Titane Ti N/A N/A N/A

On peut remarquer que les valeurs obtenues dépendent peu de la nature du métal ;
voilà pourquoi on adoptera les valeurs ωp = 104 THz et τ = 0, 02 ps dans le cas du Titane
pour lequel on ne dispose pas des valeurs tabulées.

Le système GaAs/Ga0.85Al0.15As sera assimilé (lorsqu’on néglige le dopage, voir plus
bas) à un diélectrique homogène de constante diélectrique statique ε∞ = 12, 96. La fré-
quence plasma dépend de la concentration N des dopants selon la formule :

ω2
p =

e2N

ε∞ε0m∗ (2.2)
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(a) (b)

Fig. 2.2 – (a) Fréquence plasma du n-GaAs en fonction de la concentration des dopants.
(b) Partie réelle de la constante diélectrique en fonction de la longueur d’onde pour diffé-
rentes concentrations de dopage.

avec e et m0 la charge et la masse de l’electron. La masse effective des électrons dans
la bande de conduction du GaAs est m∗ = 0, 067m0.

Pour une concentration des dopants N = n× 1018 cm−3 la fréquence plasma en THz
est donnée par la formule :

ωp(THz) = 60.5
√
n. (2.3)

Des valeurs de la fréquence pour les concentrations de dopage N = 1015 cm−3 - 1018

cm−3 sont tracées à la figure 2.2(a). La fréquence plasma des couches fortement dopées
est alors du même ordre de grandeur que les fréquences angulaires correspondant au
fonctionnement du dispositif (pour λ ≈ 100 µm on a ν ≈ 3 THz et ω = 2πν ≈ 19 THz).
Clairement, les couches dopées ont un comportement non-trivial dans le domaine THz.

En négligeant la diffusion dans les couches, la partie réelle de la constante diélectrique
de la couche dopée peut s’exprimer de la manière suivante en fonction du paramètre n et
de la longueur d’onde λ exprimée en microns :

Reε ≈ 12.96× (1− 1.03× 10−3λ2n) (2.4)

Cette fonction est tracée à la figure 2.2(b). dans la gamme de longueurs d’ondes λ = 50
µm - 150 µm pour différentes concentrations. Le graphique montre que pour les couches
dans le régime du dopage résiduel N ≈ 1015 cm−3 - 1016 cm−3 on a un comportement
diélectrique ,avec une constante diélectrique légèrement réduite par le facteur de Drude
(1 − ω2

p/ω
2). Voilà pourquoi nous avons adopté la valeur ε = 12, 96 pour les couches de

la cascade. Par contre, le comportement des couches fortement dopées N ≥ 1017 cm−3

est clairement "métallique" et la constante diélectrique complexe (2.1) doit être prise en
compte.

Pour le temps de diffusion τ nous avons utilisé les valeurs adoptées dans la référence
[60] : τ = 0.1 ps pour les dopages forts (N ≈ 1018 cm−3) et τ = 0.5 ps pour les dopages
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faibles (N ≈ 1015 cm−3). Numériquement, pour avoir une fonction continue du paramètre
n on a utilisé l’expression :

τ =
{ 0, 1− 0, 2 log(n) ps n < 1

0, 1 ps n > 1

Avec un temps de diffusion fini de cet ordre de grandeur, les conclusions tirées plus
haut sur le comportement diélectrique ou métallique des couches ne sont pas altérées.

2.2.2 Système multicouche

Nous nous intéressons à présent à la propagation des ondes planes à l’intérieur d’un
empilement des couches homogènes. Chacune des couches de l’empilement est caractérisée
par sa constante diélectrique εi en général complexe et son épaisseur Li. Les couches sont
parallèles au plan Oxy. On considérera dans chaque couche une paire d’ondes planes
contra-propagatives du type :

Pie
ikprp+iγiz +Qie

ikprp−iγiz (2.5)

Ici kp est la composante dans le plan Oxy du vecteur d’onde de chaque onde plane,
et γi =

√
εik2

0 − k2
p est la composante selon l’axe Oz du vecteur d’onde dans la couche i.

Dans le cas général les quantités γi sont complexes, la racine carrée est alors choisie de
telle façon que Re(γi) + Im(γi) > 0. La quantité k0 est définie par k0 = ω0/c avec c la
vitesse de lumière dans le vide.

A partir des équations de Maxwell on peut montrer que les composantes Ez et Hz du
champ électromagnétique sont découplées, i. e. les couples Ez = (P e

i , Q
e
i ) et Hz = (P h

i , Q
h
i )

suivent des évolutions indépendantes [61]. Le superscript "e" réfère la composante Ez du
champ électrique, et le superscript "h" réfère la composante Hz du champ magnétique.
Les équations qu’on écrira sans superscripts sont valables pour les deux composantes. En
vertu des formules :

E⊥ =
±iγi∇⊥Ez − iωµ0ẑ×∇⊥Hz

εik2
0 − γ2

i

(2.6)

H⊥ =
±iγi∇⊥Hz + iωε0εiẑ×∇⊥Ez

εik2
0 − γ2

i

(2.7)

qui fournissent les composantes du champ parallèles au plan des couches (∇⊥ =
{∂/∂x, ∂/∂y} est le Laplacien transverse) d’une onde plane e±iγiz, les composantes Ez

et Hz déterminent complètement le champ électromagnétique.
Considérons l’interface entre les milieux 1 et 2, les relations de passage permettent de

trouver le lien entre les couples {P1, Q1} et {P2, Q2} que l’on peut mettre sous la forme :

P2 = 1
t21

[P1e
iγ1L1 + ρ21Q1e

−iγ1L1 ]

Q2 = 1
t21

[ρ21P1e
iγ1L1 +Q1e

−iγ1L1 ]
(2.8)
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Fig. 2.3 – Empilement des couches à partir d’un milieu semi-infini. On peut éliminer
successivement les couches à partir du milieux infini, comme décrit dans le texte, pour se
ramener à une seule interface entre deux milieux possédant une réfléctivité et transmitivité
efficace.

Par commodité, on a choisi l’origine des phases pour chaque paire d’amplitudes sur
la paroi inférieure de la couche. Les coefficients t21 et ρ21 sont la transmitivité et la
réflectivité de l’interface dans le sens du passage 1 → 2, qui sont données dans le cas du
champ électrique Ez par :

te21 =
2γ2/ε1

γ2/ε2 + γ1/ε1

, ρe
21 =

γ2/ε2 − γ1/ε1

γ2/ε2 + γ1/ε1

, (2.9)

De la même façon, pour le champ Hz les coefficients s’écrivent :

th21 =
2γ2

γ2 + γ1

, ρh
21 =

γ2 − γ1

γ2 + γ1

. (2.10)

On voit ainsi qu’en terme de coefficients de Fresnel, les coefficients (2.10) correspondent
à la polarisation "classique" "TE" et les coefficients (2.9) correspondent à la polarisation
"TM" [49].

L’empilement des couches est nécessairement délimité par un milieu semi-infini M .
Soit ce milieu situé du côté inférieur de l’empilement (dans le sens des z négatifs), comme
à la figure 2.3. On supposera qu’il n’y pas de champ rentrant dans le système, juste un
champ sortant TM se propageant vers le bas (nous serons souvent dans cette situation, vu
que la source sera placée à l’intérieur du système). Alors les équations (2.8) fournissent
les relations suivantes :

P1 =
1

t1M

ρ1MTM , Q1 =
1

t1M

TM , P1 = ρ1MQ1. (2.11)

Maintenant en éliminant P1 et Q1 dans (2.8) on trouve les résultats :

P2 =
1

T2M

R2MTM , Q2 =
1

T2M

TM , P2 = R2MQ2, (2.12)

avec les coefficients R2M et T2M fournis par :

R2M =
ρ21 + ρ1Me

2iγ1L1

1 + ρ21ρ1Me2iγ1L1
, T2M =

t21e
iγ1L1t1M

1 + ρ21ρ1Me2iγ1L1
. (2.13)
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Dans les équations (2.12) les amplitudes du champ dans la couche 1 n’interviennent
plus. En revanche, on a fait apparaître dans les équations (2.12) et (2.13) des coefficients de
réflexion R2M et transmission T2M entre la couche 2 et le substrat M : le milieu 1 est ainsi
"éliminé" (voir figure 2.3). Les formules (2.13) sont clairement des lois de composition des
coefficients optiques. On peut les utiliser pour éliminer itérativement toutes les couches de
l’empilement entre le milieu infini M et une certaine couche i. Ce résultat sera très utile
pour la suite ; par ailleurs cette démarche itérative se prête très bien à une implémentation
numérique8.

2.2.3 Relation de dispersion et modes dans les systèmes multi-
couches

Soit un empilement des couches délimité en z → −∞ par le milieu semi-infini M2 est
en z → +∞ par le milieu semi-infini M1.

Appelons E l’amplitude du champ entrant du côté du milieu infini M1, alors l’ampli-
tude sortante ou réfléchie S est donnée par :

S = RM1M2E (2.14)

avec RM1M2 la réflectivité efficace de l’empilement obtenue par la procédure itérative
décrite dans le paragraphe précédent. Si le système supporte un mode propre, il doit
exister indépendamment de l’excitation extérieure du système ; le champ entrant est alors
nul : E = 0. Pour avoir un champ non nul dans le système (un champ sortant S non nul),
il faut que la réflectivité RM1M2 diverge ; les modes propres sont ainsi fournis par les pôles
de la réflectivité totale du système :

1

RM1M2

= 0 (2.15)

La relation (2.15) fixe un lien (via les coefficients γj et εj qui y interviennent) entre le
nombre d’onde dans le plan kp et la fréquence ω. Alors il fournit de manière implicite la
relation de dispersion pour les différents modes supportés par le système multicouche.

Comme en général (2.15) fait intervenir des nombres complexes, on obtiendra une
relation de dispersion complexe. Si on choisit (comme c’est souvent commode de faire) le
vecteur kp comme paramètre réel, (2.15) fournira une fréquence complexe ω = ω′ + iω′′

dont la partie imaginaire ω′′ est liée à l’absorption du mode dans le système.
L’équation (2.15) ne fixe pas les amplitudes (Pi, Qi) dans les différentes couches. Ce-

pendant, on peut exprimer tous les couples (Pi, Qi) à partir, par exemple, de l’amplitude
du champ sortant S via des relations du type (2.12). Toutes les amplitudes sont alors
proportionnelles à un seul paramètre arbitraire S, qui peut être fixé par une condition de
normalisation appropriée du mode (voir par exemple 2.3.3). Le champ électromagnétique
du mode est alors entièrement connu dans tout l’espace.

8Notons aussi que les lois (2.13) ont une interprétation physique simple en termes de réflexions mul-
tiples sur les interfaces.
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Soit une couche i particulière de l’empilement. Éliminons toutes les couches intermé-
diaires à celle-la jusqu’aux milieux infinis M1 et M2. En annulant les amplitudes entrantes
dans ces milieux on obtient les équations suivantes :

0 = −RiM1Qi + Pi (2.16)
0 = −RiM2Pie

iγiLi +Qie
−iγiLi , (2.17)

qui constituent un système d’équations linéaire et homogène pour les amplitudes Pi

et Qi. Ce système possède une solution non-triviale si et seulement si son determinant est
égal à zéro :

1−RiM1RiM2e
2iγiLi = 0. (2.18)

Ceci est une autre version de la relation (2.15). Elle possède une interprétation physique
simple : l’amplitude totale du champ dans la couche i doit retrouver sa valeur après
un aller-retour complet consistant en une réflexion sur la face supérieure de la couche
(facteur RiM1), propagation (facteur eiγiLi), réflexion sur la face inférieure (facteur RiM2)
et propagation (de nouveau facteur eiγiLi). Cette version s’avère utile pour l’analyse de
rayonnement d’une source placée dans la couche i (voir le paragraphe 1.4.2).

Il est important de préciser que les équations (2.15) ou (2.18) fournissent des modes
liés du système, ou encore les modes qui sont attachés aux interfaces. En effet, tous ces
modes se propagent dans le plan des couches.

Pour la recherche numérique des modes propres de la cavité présentée dans le para-
graphe suivant, on a utilisé l’équation (2.15), avec l’implémentation en C++ de l’algo-
rithme de Newton-Raphson [62] dans sa version complexe.

2.2.4 Modes et absorption dans le mode fondamental de la cavité

Nous passons en revue les propriétés de dispersion des microcavités planaires. La
structure de référence est une cavité constituée juste de miroirs métalliques parfaits et de
diélectrique homogène d’indice n1. La relation de dispersion (2.18) avec R1M1 = R1M2 =
−1 mène à l’équation suivante pour les modes propres du système :

2γ1L1 = 2L1

√
ε1
ω2

c2
− k2

P = 2πm, m ∈ N (2.19)

Le mode fondamental m = 0 qui n’existe qu’en polarisation TM est confondu avec le
cône de lumière :

ω′ =
c

n1

k, ω′′ = 0, (2.20)

avec k = |kp| Cette relation de dispersion est tout à fait remarquable, car indépendante
de l’épaisseur L de la cavité. Le mode fondamental ainsi n’a pas de fréquence de coupure
(voir aussi paragraphe 1.4.1) .

Soit maintenant la structure plus réaliste de la figure 2.1, avec deux miroirs métalliques
réels. Comme les métaux se comportent dans le domaine THz en métaux quasi-parfaits,



2.2. Modes dans une cavité planaire 45

Fig. 2.4 – Image qualitative du mode plasmon-polariton dans les cavités avec couches de
contact dopées, dû à l’interaction entre le mode TM fondamental de la cavité à miroirs
métalliques et le plasma des électrons dans les couches dopées.

on peut s’attendre à une relation de dispersion très proche de (2.20). On a vérifié numé-
riquement que ceci est vrai pour des cavités constituées de diélectriques non dopés et de
métaux de Drude.

Cependant, la prise en compte des couches de contact change considérablement le
mode. En effet, le plasma tridimensionnel des porteurs libres dans ces couches se comporte
comme un oscillateur harmonique à la fréquence ωP [63] ayant relation de dispersion plate :

ω′ = ωP (2.21)

Comme ωP pour des couches dopées est proche en valeur numérique des fréquences
THz, une interaction par anti-croisement apparaît entre les porteurs libres et le mode
fondamental TM0. Physiquement, cette interaction est due au fait que le mode TM0

possède une composante du champ électrique dans le sens de propagation, grâce à laquelle
l’énergie du mode peut être échangée avec les porteurs libres [64]. Cette interaction ne peut
pas avoir lieu avec le mode TE0, car la composante du champ électrique est perpendiculaire
au sens de propagation.

L’objet mixte obtenu ainsi est appelé plasmon-polariton [64]. Sa dispersion est décrite
à la figure 2.4. L’interaction ouvre une bande interdite "plasmonique" dans la courbe de
dispersion et sépare le mode en deux branches, que nous allons référer comme "branche
inférieure" et "branche supérieure". Ce mode est analogue au mode plasmon qui existe
sur l’interface entre diélectrique non-dopé et diélectrique dopé (ou diélectrique et métal).
Cependant, dans ce dernier cas, la branche supérieure ne peut pas exister car elle corres-
pondrait à un champ qui diverge à l’infini [65]. Elle existe pourtant pour le "plasmon de
cavité" qu’on vient de décrire car le champ électromagnétique est confiné dans la cavité.

La branche inférieure possède une fréquence maximale approximativement égale à
ωP/

√
2, qui est la fréquence du plasmon à l’interface entre les diélectriques dopé et non
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dopé. La branche supérieure démarre en k = 0 pour une fréquence ≈ ωP . La largeur du
gap ≈ ωP (1− 1/

√
2) ≈ 0.3ωP est ainsi proportionnelle à la racine carrée du dopage dans

les couches.
Dans toute la suite les couches de contact seront supposées d’épaisseur La = Lb = 300

nm, avec un niveau de dopage variable.
A la figure 2.5(a), on a tracé les deux branches du polariton pour une cavité d’épaisseur

L = 1.85 µm et un niveau du dopage Ca = Cb = 1.0× 1018 cm−3. Le gap plasmonique est
≈ 2 THz. La fréquence plasma des couches estimée avec la formule (2.3) est de 9.6 THz ;
ce qui confirme la description qualitative de la figure 2.4. La fréquence du plasmon de
surface 9.6/

√
2 ≈ 6.8 est un peu plus faible que le bord de bande de la branche inférieure.

A partir de la courbe de dispersion on obtient par une dérivation numérique la vitesse
de groupe du mode Vg = dω′/dk. Le coefficient d’absorption en énergie α s’écrit alors
[65] :

α =
−2ω′′

Vg

(2.22)

L’absorption dans les deux branches pour la cavité L = 1.85 µm est tracée à la figure
2.5(b). Dans l’approximation (2.22) l’absorption optique du système diverge au voisinage
du gap à cause de l’annulation de la vitesse de groupe Vg.

Lorsqu’on diminue le dopage, en accord avec la formule (2.3), la fréquence plasma
diminue et le gap se déplace vers les basses fréquences, tout en se rétrécissant. On retrouve
ainsi, à la limite Ca, Cb → 0 le mode TM0 fondamental de la cavité métallique simple sans
dopage.

Inversement, lorsqu’on augmente le dopage le gap se déplace vers les hautes fréquences.
Pour une fréquence de 3 THz le dispositif fonctionne toujours sur la branche inférieure,
voilà pourquoi on n’étudiera que cette branche dans la suite. En plus, comme nous nous
intéressons aux cavités à grand confinement, et donc de faibles épaisseurs, seul le mode
fondamental sera présent.

Par éloignement du gap, l’augmentation du dopage à aussi pour effet de diminuer
l’absorption sur la branche inférieure pour une fréquence donnée. Remarquons que pour
les structures lasers habituelles, à cause de valeurs élevées du dopage (3.0 − 5.0 × 1018

cm−3) le gap est assez loin du point de fonctionnement, habituellement situé autour de
2− 3 THz. On a observé dans les simulations numériques que la réduction de l’épaisseur
des couches de dopage a aussi pour effet de repousser le gap vers les hautes fréquences et
de diminuer l’absorption.

Maintenant on s’intéressera à des propriétés du mode optique lorsque l’épaisseur de
la cavité L change. A la figure 2.6(a) on a tracé l’absorption à 3 THz en fonction de
l’épaisseur de la cavité pour quatres types de cavités : trois cavités confinées avec un
niveau du dopage de 10 × 1018 cm−3, 3.0 × 1018 cm−3, 0.3 × 1018 cm−3 et une cavité
avec un dopage de 3.0 × 1018 cm−3 dans laquelle le miroir inférieur est remplacé par un
substrat de GaAs. On retrouve la variation de l’absorption avec le dopage discutée plus
haut. Pour les cavités confinées, l’absorbtion suit une loi approximative α ∝ L−1 pour les
dopages modérés. La structure non confinée exhibe une absorption relativement faible,
quasiment indépendante de l’épaisseur de la cascade. Le confinement du mode a donc
pour effet une absorption accrue d’un ordre de grandeur.
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(a)

(b)

Fig. 2.5 – (a) Résultat du calcul numérique, à partir de l’équation (2.15), de la courbe de
dispersion du mode TM0 de la cavité planaire décrite à la figure 2.1, avec L = 1.85 µm,
La = Lb = 0.3 µm et Ca = Cb = 1× 1018 cm−3. Le caractère du mode plasmon-polariton
est clairement visible. (b) Absorption dans les deux branches du mode plasmon-polariton,
calculée numériquement à partir de la courbe de dispersion via l’équation (2.22)
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(a) (b)

Fig. 2.6 – (a) Absorption dans la branche inférieure du mode à 3 THz en fonction de
l’épaisseur de la cavité, pour quatre cavités différentes : trois cavités confinées avec un
niveau du dopage variable et un système sans confinement avec un dopage de 3.0 × 1018

cm−3. (b) Les variations respectives de l’indice de groupe.

Une autre quantité pertinente pour la suite (notamment pour le calcul de la puissance
extraite de la cavité) est l’indice de groupe défini comme :

neff = c/Vg (2.23)

Les variations de l’indice de groupe avec l’épaisseur L pour les quatre systèmes sont
données à la figure 2.6(b). Pour la cavité dopée 0.3×1018 cm−3, l’indice a des valeurs très
importantes à 3 THz ; en effet le point du fonctionnement du dispositif est sur la partie
plate de la branche inférieure. Pour des dopages modérés l’indice varie faiblement avec
l’épaisseur. A la limite L → ∞ on retrouve l’indice d’un substrat non-dopé. Finalement,
l’indice du système non-confiné est pratiquement celui du substrat pour ces fréquences
comme on pouvait le supposer.

Pour valider notre modèle nous avons cherché à comparer les valeurs de l’absorption
des dispositifs laser données dans les références [66], [60] et [67]. Les résultats sont résumés
dans le tableau ci-dessous. Les grandeurs L, La et Lb sont les épaisseurs des différentes
couches exprimées en microns et définies à la figure 2.1. Les grandeurs Ca et Cb sont les
concentrations des porteurs dans les couches de contact exprimées en 1018 cm−3. Dans
tous les dispositifs le miroir supérieur est supposé être un miroir d’or. La nature du miroir
inférieur est donnée par la deuxième colonne.

Ref. Miroir La Ca Lb Cb L ω/2π α cm−1 α cm−1

µm µm µm THz (Ref.) (Calc.)
[66] Substrat GaAs 0,06 5,0 0,8 3,0 9,2 3,4 7,2 5,7
[60] Miroir d’or 0,6 2,0 0,06 5,0 10,1 3,0 17,8 13,3
[67] Miroir d’or 0,8 3,0 0,06 5,0 9,5 3,8 14,2 22,2
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D’après les références citées, la valeur de l’absorption est calculée par des simulations
FDTD dans une géométrie "en ridge". Dans notre modèle on ne prend pas en compte le
confinement latéral du mode laser. Ceci pourrait expliquer les valeurs différentes issues
des deux modèles, qui sont pour le moins en accord qualitatif.

2.3 Dipôle dans une cavité métallique avec couches de
contact dopées

2.3.1 Champ rétro-réfléchi sur le site du dipôle

A présent nous considérons une source dipolaire située à l’intérieur d’un empilement
de couches, comme à la figure 2.7. L’empilement des couches est délimité en z → −∞
par le milieu semi-infini M2 est en z → +∞ par le milieu semi-infini M1, comme dans
le paragraphe 2.2.3. La couche où se situe le dipôle sera "la couche 1" de constante
diélectrique ε1 et d’épaisseur L. Alors que la nature des autres couches de l’empilement
est arbitraire, la couche 1 sera toujours considérée diélectrique et non-absorbante, d’indice
réel n1 =

√
ε1. La distance entre la source et la face supérieure de la couche 1 est notée L1.

On notera pour chaque polarisation u le champ électrique du dipôle se propageant vers
le haut et d le champ se propageant vers le bas à partir du site du dipôle. Conformément
à la discussion de 1.3.3 il s’agit d’un couple d’ondes planes. L’origine des phases pour ces
ondes est choisi sur l’emplacement de la source.

Hormis le champ du dipôle, dans la couche 1 existe aussi le "champ réfléchi" carac-
térisé par le couple (P,Q). Physiquement, ce champ est engendré par les réflexions et
transmissions multiples du champ de la source sur les couches de l’empilement.

Ainsi dans chacune des couches il y a un couple d’ondes planes contra-propagatives
comme dans le paragraphe 2.2.2. Les conditions aux limites veillent à ce que le champ
entrant par les milieux M2 et M1 soit nul ; ceci entraîne les équations :

0 = −R1M1(P + ueiγ1L1) +Q (2.24)
0 = −R1M2(Qe

iγ1L + deiγ1(L−L1)) + Pe−iγ1L (2.25)

avec R1M1 et R1M2 les réflectivités entre le milieu 1 et les milieuxM1 etM2 obtenues par
la procédure décrite dans le paragraphe précédent. Ces équations se résolvent facilement
pour les inconnues (P,Q) ; on obtient ainsi le champ réfléchi sur le site du dipôle :

Pe−iγ1L1 +Qeiγ1L1 =

uR1M1e
2iγ1L1 + dR1M2e

2iγ1(L−L1) + (u+ d)R1M1R1M2e
2iγ1L

1−R1M1R1M2e
2iγ1L

(2.26)

Nous allons nous intéresser à un dipôle perpendiculaire au couches ; conformément aux
résultats généraux du chapitre 1 il faut calculer la composante Ez du champ réfléchi sur
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Fig. 2.7 – Système multi-couche contenant une source dans la couche 1 d’épaisseur L1.
Les milieux M1 et M2 sont infinis ; le champ rentrant dans le système par ces milieux est
nul. Les champs transmis dans les milieux M1 et M2 sont notés T1 et T2.

le site du dipôle, déjà fournie par l’équation (2.26). Les équations (1.68) fournissent les
amplitudes :

u = d = p
iµ0ω

2

8π2γ1

(
1− γ2

1

ε1k2
0

)
(2.27)

On peut montrer qu’en plus la composante du champ magnétique Hz est nulle dans
ce cas là. Avant de donner le résultat sur l’émission spontanée, introduisons la notation :

R(γ1) =
R1M1e

2iγ1L1 +R1M2e
2iγ1(L−L1) + 2R1M1R1M2e

2iγ1L

1−R1M1R1M2e
2iγ1L

(2.28)

Alors la modification du taux de l’émission spontanée (formule (1.64)) s’exprimera par
l’expression intégrale :

Γ

Γ0cl

= 1 +
3

4πn1k0

Re

∫
R

1− γ2
1/ε1k

2
0

γ1

d2kp (2.29)

Par une série de changements de variables on peut réécrire la dernière formule sous la
forme :

Γ

Γ0cl

= 1 +
3

2n1k0

Re

∫ n1k0

0

R(γ1)(1− γ2
1/ε1k

2
0)dγ1 +

3

2n1k0

Im

∫ ∞

0

R(iv)(1 + v2/ε1k
2
0)dv

(2.30)
La première intégrale dans (2.30) décrit la contribution des ondes radiatives du dipôle,

alors que la seconde décrit la contribution des ondes évanescentes (voir la figure 1.2 du
paragraphe 1.3.3).

La quantité R(γ1) introduite par la formule (2.28) est proportionnelle au champ Ez

rétroréfléchi sur le site du dipôle. D’après la formule (2.18) du paragraphe 2.2.3 cette
quantité devient singulière pour les modes propres de système. Ainsi les modes propres
introduisent des pôles dans l’intégrale (2.29) qui cumulent les principales contribution
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dans l’intégrale. Ceci est la raison mathématique pour laquelle dans le paragraphe 1.4.1
on a avait obtenu les mêmes résultat par le calcul classique et le calcul quantique du taux
d’émission dans les modes.

On peut également calculer le diagramme du rayonnement du dipôle, c’est à dire la dis-
tribution de l’énergie rayonnée en fonction de la direction d’observation. On s’intéressera
à l’énergie rayonnée dans le milieux M1. Le champ transmis TM1 est donné par :

TM1 = T1M1(P + ueiγ1L1) = T1M1

1 +R1M2e
2iγ1(L−L1)

1−R1M1R1M2e
2iγ1L

eze
iγ1L1 , (2.31)

avec T1M1 le coefficient de transmission du milieu 1 vers le milieu M1. Ici on a introduit
la notation :

ez = p
iµ0ω

2

8π2γ1

(
1− γ2

1

ε1k2
0

)
, (2.32)

qu’on utilisera dans la suite. Alors l’intensité rayonnée dI dans la direction (kp, γM1),
dans l’angle solide dΩ et dans le milieu M1 s’écrit :

1

Φ

dI

dΩ
=

3

8π

|kp|4

ε2
1k

4
0

∣∣γM1

γ1

∣∣2∣∣∣T1M1

1 +R1M2e
2iγ1(L−L1)

1−R1M1R1M2e
2iγ1L

eiγ1L1

∣∣∣2. (2.33)

On a normalisé cette expression par le flux de Poynting Φ rayonné par un dipôle
classique dans le milieu M1 :

Φ = nM1Ptot (2.34)

Ptot étant donnée par l’expression (1.52) du paragraphe 1.3.1. Notons que l’équation
(2.33) possède une signification physique seulement lorsque le milieuM1 est un diélectrique
non (ou faiblement) absorbant.

Les résultats obtenus dans ce paragraphe sont très généraux, car nulle part on n’a fait
des hypothèses sur la nature des couches.
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2.3.2 Couplage résonant avec le plasmon des couches dopées

Le calcul du taux d’émission par le champ rétro-réfléchi permet d’étudier en détail
la voie de désexcitation par absorption d’un dipôle au voisinage d’une couche dopée. Le
dispositif qu’on étudiera est celui de la figure 2.1 avec deux miroirs métalliques en or.
Nous avons vu dans le paragraphe 1.4.2 que ce sont les ondes évanescentes, ou encore le
champ proche du dipôle, qui sont les véhicules de cette voie. Alors dans l’équation (2.30)
considérons uniquement la contribution du champ évanescent :

Γevs

Γ0cl

=
3

2n1k0

Im

∫ ∞

0

R(iv)(1 + v2/ε1k
2
0)dv (2.35)

Supposons que le dipôle est très proche d’une des interfaces : L1 � L. Effectuons le
changement de variable u = vL1, alors en négligeant les termes exponentiellement petits
du type e−2uL/L1 et e−2u(L−L1)/L1 le coefficient R de (2.28) s’écrit approximativement :

R ≈ R1M1e
−2u (2.36)

Maintenant le coefficient R1M1 s’écrit, à l’aide des lois de composition du paragraphe
2.2.2 :

R1M1 =
ρ1a + ρaM1e

2iγaLa

1 + ρ1aρaM1e
2iγaLa

(2.37)

Pour L1 très petit on a γa ≈ γ1 ≈ iu/L1. En supposant que L1 � La le terme en
exponentielle sera négligeable et seul le coefficient ρ1a restera dans la formule (2.37). Avec
les valeurs approximatives des coefficients γa et γ1, et les formules (2.9), on obtient :

R1M1 ≈ ρ1a ≈
εa − ε1

εa + ε1

(2.38)

L’integrale (2.35) est alors triviale, et on peut donner le taux d’émission dans une
forme explicite :

Γevs

Γ0cl

≈ 3

8

1

(n1k0L1)3
Im

(εa − ε1

εa + ε1

)
(2.39)

Dans cette dernière expression on reconnaît la partie imaginaire de la réfléctivité Imρ1a

de l’interface, ce qui suggère le mécanisme évoqué par l’équation (1.77). Avec la constante
diélectrique du modèle de Drude (2.1) on peut obtenir le taux en fonction de la fréquence
ω :

Γevs

Γ0cl

(ω) ≈ 3

16

c3

n3
1L

3
1

δω2
p/ω

2

(ω2 − ω2
p/2)2 + δ2ω2

(2.40)

On a posé ici δ = 1/τ ; ωp est la fréquence plasma de la couche dopée selon la formule
(2.2) et c est la vitesse de la lumière dans le vide. Les formules (2.39) et (2.40) ont déjà été
établies dans le cas des molécules fluorescentes au voisinage des surfaces métalliques [43].
La formule (2.40) montre en particulier que le taux d’émission spontanée dans les ondes
évanescentes est directement proportionnel à l’absorption (coefficient δ de la couche). En
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(a) (b)

Fig. 2.8 – (a) Variations du Taux de l’Emission Spontanée (TES) en fonction de la
position du dipôle à l’intérieur d’une cavité d’épaisseur L = 10 µm, pour le cas d’une
cavité avec couches dopées de 5 × 1018 cm−3 (rouge) et d’une cavité sans dopage (bleu).
La fréquence d’émission est 15 THz, correspondant à la fréquence du plasmon d’interface
ωP/(2π

√
2). (b) Dans cette figure le dipôle est placé à l’interface entre les couches dopée et

non-dopée. Dans le graphique principal les variations du TES en fonction de la fréquence
sont représentées pour un dopage 5× 1018 cm−3. Un maximum clair à 15 THz est visible.
Sur la figure secondaire on a tracé les fréquences du maximum pour différents niveaux
de dopage. Les points se situent parfaitement sur la courbe fp = ωP/(2π

√
2) = 6.8

√
Ca

dérivée à partir de l’équation (2.3).

outre il a un caractère résonant, la fréquence de résonance étant la fréquence de saturation
ωp/

√
2 du plasmon d’interface entre les couches dopée et non-dopée.

Pour illustrer ces effets numériquement on a calculé le taux d’émission spontanée (TES)
d’après la formule (2.30) dans une cavité d’épaisseur L = 10 µm, avec des couches dopées
d’épaisseur 300 nm et pour différents niveaux de dopage. A la figure 2.8(a) on a comparé le
TES en fonction de la position du dipôle à l’intérieur de la cavité, pour le cas d’un dopage
de 5×1018 cm−3 et le cas sans dopage. La fréquence est de 15 THz, avoisinant la fréquence
de résonance du plasmon à l’interface entre les couches dopée et non-dopée. Dans le cas
avec dopage, un très fort accroissement du TES est observé lorsque le dipôle est très
proche de la couche dopée, indiquant le couplage avec les plasmons de surface. A la figure
2.8(b) le dipôle est placé à l’interface entre la couche dopée et non dopée, et on trace TES
en fonction de la fréquence pour différents dopages. Les courbes présentent des résonances
très marquées, dont les fréquences sont très voisines des fréquences plasmon ωp/

√
2 pour

les dopages correspondants. Les faibles différences proviennent des effets géométriques de
confinement dans la cavité.

Ces effets deviennent très marqués dans des cavités de taille comparable à l’extension
des plasmons d’interface, comme montré à la figure 2.9(a). Dans cette figure, le dipôle est
placé à l’interface entre le diélectrique et l’une des couches de contact de dopage 3× 1017

cm−3. La fréquence du plasmon de surface est de ωp/
√

2 ≈ 2π × 3.7 THz. On diminue
progressivement l’épaisseur de la cavité L. Pour des épaisseurs L ≥ 0.2µm les courbes
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(a) (b)

Fig. 2.9 – (a) Le dipôle est toujours placé à l’interface entre les couches non-dopée et
dopée, de dopage 0.3× 1017 cm−3 (fréquence du plasmon fp = ωP/(2π

√
2) = 3.5 THz). Le

TES en fonction de la fréquence est tracé pour différentes épaisseurs. (b) Les fréquences
des maxima du TES sont tracées en fonction de l’épaisseur L. Un dédoublement apparaît
pour L < 0.2 µm : pour cette épaisseur la dégénérescence (due à la symétrie de la cavité)
des plasmons localisés sur les deux interfaces est levée.

de TES sont indépendantes de l’épaisseur et restent centrées autour de la fréquence de
résonance 3.7 THz. Cependant, pour de très faibles épaisseurs, le couplage évanescent
entre les plasmons confinés à chaque interface devient de plus en plus important et la
résonance unique est scindée en deux, comme on peut le constater sur la figure 2.9(b).

Dans les résultats numériques qu’on vient de décrire on s’est finalement servi du dipôle
comme d’une sonde pour le champ du mode de la cavité. Ils ne sont pas sans rappeler les
expériences réelles dans le domaine du visible, dans lesquelles des molécules fluorescentes
ou nano-pointes métalliques sondent le champ proche autour de nano-objets diélectriques
ou métalliques [44].

2.3.3 Taux d’émission spontanée modal

Dans ce paragraphe nous allons expliquer le calcul du taux d’émission spontanée dans
un mode du champ. Le but est d’adapter le calcul présenté au chapitre 1 en tenant compte
des particularités du mode optique et de l’absorption. Rappelons que l’expression donnée
par le règle d’or de Fermi est :

Γmode =
2π

~
|pE|2ρ(~ω) (2.41)

avec ρ(~ω) la densité d’états photonique du système, E le champ du mode sur le site
du dipôle normalisé de manière appropriée (voir plus bas) et ~ la constante de Planck.
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Densité d’états

Le premier ingrédient dans la formule (2.41) est la densité d’états ρ(~ω). Comme les
modes qu’on considère sont bidimensionnels, en notant par S la surface de quantification,
la densité d’états peut être exprimé comme :

ρ(~ω) =
S

4π2~

∫ ∞

0

δ(ω − f(k))2πkdk =
S

4π~
dk2

dω
(2.42)

Ici δ(x) est la fonction delta de Dirac. La connaissance de la relation de dispersion
ω = f(k) permet alors de calculer simplement la quantité (2.42) par une dérivation
numérique.

La quantité (2.42) est inversement proportionnelle à la vitesse de groupe Vg = dω/dk
du mode. Or sur la figure (2.5) on voit que la vitesse de groupe s’annule sur la bande
interdite photonique plasmonique du mode, et donc la densité d’états diverge, ainsi que
le taux d’émission spontanée. Conformément à la référence [38] (voir aussi la remarque à
la fin du paragraphe 1.2.2) les hypothèses usuelles de couplage faible ne doivent plus être
valables au voisinage de ce point.

Considérons maintenant les points dans la partie linéaire de la branche inférieure du
mode. On tentera de prendre en compte l’absorption dans le mode. Rappelons que la
fréquence d’un mode avec absorption ω = ω′ + iω′′ est complexe. Ainsi, dans l’expression
(2.42) il faut prendre non plus un delta de Dirac mais plutôt une lorentzienne de largeur
à mi-hauteur 2|ω′′|. Notons par kmax le vecteur d’onde pour lequel la vitesse de groupe
du mode Vg s’annule. La densité d’états s’écrit alors :

ρ(ω′(k̄)) =
S

4π2~
1

|ω′′(k̄)|
(

∫ kmax

0

+

∫ ∞

kmax

)
kdk

1 + (ω′(k)−ω′(k̄))2

4|ω′′(k̄)|2
(2.43)

L’intégrale exprimée en fonction du vecteur d’onde k̄ correspondant à la fréquence
ω = ω′ + iω′′ = f(k̄), plutôt que de la fréquence elle même. On a coupé le domaine de
l’intégration en deux parties par kmax pour garder des fonctions univoques sous le signe
d’intégration. L’intégrale entre kmax et l’infini est effectuée dans un domaine de fréquences
très serré autour du gap, avec des vitesses de groupe très faibles. C’est la partie divérgente
de la densité d’états. Comme nous nous intéressons aux fréquences sur la partie linéaire
de la branche, on ne gardera que la contribution finie entre 0 et kmax

9.
A cause de la symétrie par réflexion dans le plan Oxy des systèmes multicouches,

la fréquence ω est une fonction de k2 plutôt que de k. En effet, les réflectivités intro-
duites dans les paragraphes précédents ne dependent que du k2 car les deux directions de
propagation ±k sont dégénérées. On peut alors faire le développement limité suivant :

ω′(k) ≈ ω′(k̄) +
dω′

dk2

∣∣∣
k̄
(k2 − k̄2) (2.44)

9On peut remarquer que la densité d’état (2.42) est "locale", i.e. ne dépend que du point sur la courbe
de dispersion auquel on s’interesse, et son voisinage immédiat. Ceci est valable sur la partie linéaire de la
branche, mais n’est plus valable dans les zones de faible Vg. Or, pour les points de densité d’états "locale"
il suffit de garder la première intégrale
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Notons ξ = dω′/dk2|k̄, alors l’intégrale (2.43) peut maintenant être évaluée explicite-
ment :

ρ(k̄) =
S

4π~
1

ξπ

(
arctan

ξk̄2

2|ω′′|
+ arctan

ξ(k2
max − k̄2)

2|ω′′|

)
(2.45)

Dans le cas d’une branche sans coupure, on obtient simplement dans la limite kmax →
∞ :

ρ(k̄) =
S

4π~
1

ξπ

(
arctan

ξk̄2

2|ω′′|
+
π

2

)
(2.46)

Les expressions (2.45) et (2.46) possèdent toutes les bonnes propriétés : elles sont
majorées par l’expression sans pertes (2.42), vers laquelle elles tendent lorsque |ω′′| → 0.
En fait, numériquement on obtient des valeurs très proches de (2.42) quelle que soit la
cavité et loin du gap, en raison du faible valeur de ω′′.

Normalisation du mode

Le second ingrédient de l’équation (2.41) est le champ électrique E du mode qui doit
être normalisé de manière convenable. Notons par W (z) la densité d’énergie du champ
électromagnétique, alors il faut normaliser le champ de telle manière que l’énergie totale
du mode soit égale à une fluctuation du vide :

S

∫ ∞

−∞
W (z)dz =

~ω
2

(2.47)

Pour calculer la grandeur W (z) dans le système multicouche, on commence par l’ex-
primer en fonction de la composante Ez du champ électrique dans chaque couche. On va
distinguer le cas des couches avec un dopage négligeable (les couches dopées ≤ qq1016

cm−3) de celui des couches dopées. Pour les premières on utilisera l’expression classique
de la densité d’énergie électromagnétique dans un milieu diélectrique d’indice ε1 :

W (z) =
ε0ε1

2
|E|2 +

µ0

2
|H|2 =

ε0

2
|Ez|2

{
ε1

(
1 +

|γ1|2

k2

)
+
ε2
1k

2
0

k2

}
(2.48)

Dans la dernière égalité on a utilisé les formules (2.6) pour exprimer toutes les compo-
santes du champ en fonction du Ez

10. Nous avons utilisé la représentation dans laquelle
la grandeur k = |kp| est réelle et la fréquence ω et, par conséquent, la grandeur γ1, sont
complexes.

Pour les couches dopées qui peuvent être fortement absorbantes et dispersives il
n’existe pas, à priori, d’expression pour la densité de l’énergie électromagnétique [49].
Une estimation de la grandeur W (x) peut être donnée lorsqu’on ne garde que les pro-
priétés de dispersion du plasma de porteurs, en écrivant la constate diélectrique sous la
forme :

ε(ω) ≈ ε∞

(
1−

ω2
p

ω2

)
(2.49)

10Rappelons que Hz = 0 pour le dipôle vertical.
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Dans ce cas là, une grandeur ayant signification d’une densité d’énergie peut être
donnée sous la forme :

W (z) =
ε0

2
|Ez|2

{(dωε(ω)

dω
+ ε∞

ω2
p

ω2

)(
1 +

|γ1|2

k2

)
+
|ε(ω)|2k2

0

k2

}
(2.50)

Le premier terme entre les accolades dans (2.50) est la densité d’énergie dans un milieu
dispersif comme donné par la référence [49]. Le second terme (proportionnel à ε∞ω2

p/ω
2)

est la densité volumique de l’énergie cinétique des porteurs constituant le plasma. Le
troisième terme est la densité d’énergie du champ magnétique. On observe numériquement
que pour les cavités suffisamment larges l’énergie calculée à partir de (2.50) est négligeable
devant l’énergie totale dans les couches diélectriques non dopées. Cependant, pour les
fréquences proches du gap plasmonique du mode et pour des cavités de faible épaisseur,
la quantité (2.50) acquiert un poids important dans l’énergie totale du mode.

La densité d’énergie dans le métal est prise comme nulle.
Quelle que soit la couche, la densité d’énergie est proportionnelle à |Ez|2 :

W (z) =
ε0

2
Π(z)|Ez|2 (2.51)

avec Π(z) un coefficient qui dépend de la couche. Comme dans 2.2.2, le champ élec-
trique Ez dans la couche i est :

Ez = Pie
iγiz +Qie

−iγiz, (2.52)

les grandeurs Pi et Qi dans les différentes couches étant reliées par des relations du
type (2.8). Dans ce calcul les grandeurs γi, ainsi que les différents coefficients de réflexion
et transmission doivent être calculés pour la valeur particulière de la fréquence complexe
obtenue à partir la relation de dispersion. Introduisons la notation :

I =

∫ ∞

−∞
Π(z)|Ez|2dz (2.53)

Alors la formule finale qui fournit le taux d’émission spontanée dans le mode d’après
le règle d’or de Fermi est, pour le dipôle placé au point z0 dans la couche diélectrique
d’indice n1 :

Γmode(z0)

Γ0

=
3

2n1

|Ez|2(z0)

Ik3
0

ω′

ξ

(
arctan

ξk̄2

2|ω′′|
+ arctan

ξ(k2
max − k̄2)

2|ω′′|

)
(2.54)

C’est cette dernière expression qu’on a utilisée pour le calcul du taux modal présenté
dans le paragraphe 1.4.1. Le language C++ permet une implémentation numérique de la
relation (2.54) par un codage assez compact.

Une généralisation, et plus de détails sur le calcul du taux modal sont fournis dans
l’annexe A.
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2.4 Variations de l’émission spontanée avec les para-
mètres de la cavité planaire

On étudie dans cette partie la variation du taux de l’émission spontanée pour dispositifs
THz avec des paramètres qui sont accessibles par les techniques de fabrication actuelles.
On examinera l’effet de variation de l’épaisseur du dispositif et du niveau de dopage dans
les couches de contact. Rappelons que l’épaisseur de la couche active est proportionnelle
au nombre de périodes N de la cascade.

Pour abréger, on appellera le taux obtenu par le calcul classique "taux global". Le
critère de pertinence pour les calculs numériques qu’on présente est que le taux global,
qui intègre toutes les voies de désexcitation possibles, soit supérieur au taux modal.

2.4.1 Taux d’émission global et taux d’émission dans le mode
fondamental

Nous considérons à présent une cavité d’épaisseur L = 1.85 µm, et des couches de
contact d’épaisseur 0.3 µm et de dopage 1.0× 1018cm−3.

A la figure 2.10(a) on a tracé, pour une fréquence de 3 THz, les variations du taux
modal dans le mode TM0 et du taux total en fonction de la position du dipôle à l’intérieur
de la cavité. Seul le mode TM0 existe dans la cavité pour cette fréquence. Le taux modal
(en rouge) ne dépend quasiment pas de la position du dipôle, car la distribution du champ
électromagnétique est uniforme pour le mode fondamental. En revanche, le taux global (en
bleu) varie fortement avec la position. Le taux global reste nettement supérieur au taux
modal, de plusieurs ordres de grandeurs lorsque le dipôle est proche des couches dopées. La
première conclusion est alors que seule une fraction très minoritaire de l’énergie du dipôle
est couplée au mode de la cavité 11. Le mécanisme d’émission dominant dans le domaine
THz est alors la perte non-radiative d’énergie vers les plasmons des couches dopées.

On place à présent le dipôle au centre de la cavité. A la figure 2.10(b) on a tracé les
variations des différents taux en fonction de la fréquence d’émission. Pour le taux global
(en bleu) on retrouve l’aspect discuté précédemment, notamment le pic correspondant au
plasmon d’interface. Le taux d’émission dans le mode TM0, (en rouge) s’annule complè-
tement pour les fréquences dans le gap plasmonique. Le gap débute approximativement à
la fréquence correspondant au plasmon d’interface. Le taux modal croît ensuite lorsque la
fréquence décroît, i.e. lorsque la longueur d’onde croît (et donc le rapport L/λ diminue). A
partir d’une fréquence de 35 THz l’émission du mode TM2 apparaît (en vert). L’émission
dans le mode TM1 est nulle au centre de la cavité, car cette position correspond à un
nœud du champ.

Nous passons ensuite à l’étude des variations du taux d’émission en fonction de l’épais-
seur de la cavité. Le dipôle est toujours placé au centre. Pour rendre la discussion plus
concrète, on étudie la cascade quantique décrite dans la référence [55] dont la période vaut
92.5 nm. En figure 2.11(a) on a tracé d’une part les taux d’émission globaux (symboles
et traits minces) et d’autre part les taux d’émission modaux (symboles et traits gras) en

11Remarquons que cette conclusion s’applique en régime d’émission spontanée. En cas de régime laser,
l’énergie du mode est nettement supérieure à cause du mécanisme de gain sur le mode.
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(a)

(b)

Fig. 2.10 – (a) Cavité d’épaisseur L = 1.85 µm, dopage des couches de contact 1.0 ×
1018cm−3. Le taux d’émission global (bleu) et modal (rouge) sont tracés en fonction de
la position du dipôle, pour une fréquence d’émission de 3 THz. (b) Le dipôle est placé au
centre de la cavité. Les différents taux d’émission sont tracés en fonction de la fréquence.
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(a) (b)

Fig. 2.11 – (a) Taux d’émission total (courbes en pointillé) et modal (courbes continues)
en fonction du nombre des périodes N dans la cascade, pour les trois valeurs du dopage.
(b) La dérivée (2.56) en fonction du nombre des périodes N dans la cascade.

fonction du nombre des périodes N dans la cascade pour trois valeurs du dopage dans les
couches de contact : 0.3×1018 cm−3, 3.0×1018 cm−3 et 10.0×1018 cm−3. La fréquence de
l’émission est de 3 THz. Avec l’échelle double logarithmique choisie pour la représentation,
la courbe des variations du taux modal apparaît proche d’une droite, ce qui suggère une
loi de puissance :

Γmode ∝ N−β (2.55)

Pour determiner l’exposante β, sur la figure 2.11(b) on a tracé la dérivée :

−d ln Γmode

d lnN
(2.56)

pour les trois valeurs de dopage respectives.
Pour des cavités suffisamment épaisses (N > 20), la figure 2.11(b) donne un exposant

β = 1, quel que soit le dopage. On retrouve le résultat établi dans le paragraphe 1.4.1 : le
taux d’émission spontanée modal est inversement proportionnel à la largeur de la cavité
(le nombre des périodes de la cascade) pour les cavités suffisamment épaisses. Dans ce
régime, les taux modaux pour les trois dopages sont confondus (figure 2.11(a)), le taux
modal n’est alors pas très différent de celui du mode TM0 fondamental d’une cavité non-
dopée. Alors que pour les dopages 3.0 × 1018 cm−3 et 10.0 × 1018 cm−3 on trouve des
taux similaires, le taux modal est sensiblement plus grand pour le dopage 0.3×1018 cm−3

et pour les cavités de faible largeur. La raison est que pour cette valeur de dopage la
fréquence 3 THz se trouve au voisinage de la bande interdite plasmonique, qui est une
zone de forte densité d’états car sa dispersion est plate.

La figure 2.11(a) compare également les taux globaux et modaux pour les différents
dopages. Les taux globaux sont confondus avec les taux modaux au centre de la cavité
pour des larges cavités (N > 20). L’écart entre le taux global est le taux modal diminue
lorsque le dopage augmente. En effet, l’augmentation du dopage écarte la bande interdite
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photonique de la fréquence de 3 THz et le couplage résonant avec le plasmon d’interface
est réduit. Le taux global est supérieur au taux modal, à l’exception de la cavité de très
faible taille (N = 1) pour le dopage 0.3× 1018 cm−3. Ceci n’est pas étonnant car la bande
interdite de cette cavité est très proche da la fréquence de fonctionnement. Or nous avons
vu que les hypothèses usuelles de couplage faible ne sont plus valables dans ce régime.

2.4.2 Puissance extraite de la cavité

Pour mettre en évidence les effets de confinement sur l’émission spontanée, le seul
moyen expérimental à ce jour serait d’étudier la puissance extraite des cavités en fonction
de leur épaisseur. Nous considérons ici l’extraction sur le bout de la cavité (configuration
du laser "ridge"). La puissance extraite est dans cette configuration véhiculée par le mode
guidé à l’intérieur de la cavité. Conformément aux références [68], [55] ainsi que les ré-
sultats de l’annexe B on peut écrire la puissance de l’électroluminescence extraite d’une
cascade de N périodes sous la forme :

Pout =
T

αl

Γmode

Γnr

I

e
N~ω (2.57)

avec I le courant électrique traversant la structure, e la charge de l’électron, et ~ω
l’énergie du photon émis. Γnr est le taux des transitions non-radiatives, α est le coefficient
d’absorption par unité de longueur et l la longueur de la cavité. Le coefficient T est le
coefficient de transmission par la facette, dérivé dans l’annexe B :

T =
2

neff

πw

λ
(2.58)

avec neff l’indice de groupe et w la largeur de la facette.
Faisons alors une estimation numérique de la puissance. Soit un dispositif à cascade

d’une longueur typique de l = 100 µm, parcouru par un courant I = 100 mA, émettant
à une longueur d’onde λ = 100 µm (fréquence de 3 THz). Comme on avait vu dans
le paragraphe 1.5, le temps typique des transitions non-radiatives est à l’échelle de la
picoseconde : Γnr ≈ 1012 s−1, alors que le temps d’électroluminescence est à l’échelle de
la microseconde : Γ0 ≈ 106 s−1. En écrivant le rapport Γmode/Γnr = (Γmode/Γ0)/(Γnr/Γ0),
on a l’expression numérique suivante pour la puissance :

Pout = 1.2
T

αl

Γmode

Γ0

N (nW ) (2.59)

A la figure 2.12(a) on a tracé la puissance en fonction du nombre de périodes, en double
échelle logarithmique, pour les trois valeurs de dopage dans les couches de contact. Sur
ce graphique la dépendance Pout(N) apparaît comme une droite, on peut alors supposer
une loi de puissance Pout ∝ Nβ. L’exposant β est fournie par la dérivée :

d lnPout/d lnN (2.60)

qui est tracée à la figure 2.12(b) en fonction de N dans les cas sans (Γmode/Γ0 = 1) et
avec modification de l’émission spontanée par effets de confinement.
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(a) (b)

Fig. 2.12 – (a) Puissance extraite de la cavité en fonction de l’épaisseur pour les trois
niveaux du dopage telle que fournie par la formule (2.59). (b) La dérivée (2.60) pour les
trois dopages. On a comparé le cas ou il n’y a pas de modification de l’émission spontanée
(petits symboles) avec le cas de modification (grands symboles), calculé par le modèle du
paragraphe 2.3.3.

Un exposant β = 3 est observé dans le cas sans modification, alors qu’un exposant
β = 2 est obtenu dans le cas avec modification. Ces valeurs ont une interprétation simple
à partir de la formule 2.59 : le coefficient d’absorption diminue comme l’inverse de la
largeur de la cavité α ∝ 1/L ∼ 1/N (figure 2.6(a)), alors que le coefficient d’extraction T
est proportionnel à la largeur de la cavité T ∝ L ∼ N , ce qui donne avec le facteur N une
puissance globale β = 3 dans le cas sans modification du TES. Dans le cas TES modifié,
à cause de la dépendance Γmode ∝ N−1 (figure 2.11(a),(b)) la puissance extraite croît
plus lentement avec le nombre de périodes, ce qui donne un exposant global β = 2. Pour
des cavités de faible épaisseur ces exposants sont modifiés, car alors l’indice de groupe
du mode neff intervenant dans la formule (2.58) commence à dépendre sensiblement de
l’épaisseur (voir la figure 2.6(b)).

On arrive à la conclusion que l’étude de la puissance extraite sur la facette en fonction
du nombre de périodes, notamment de la dérivée logarithmique de la puissance (2.60),
constitue un moyen expérimental de vérifier la modification du taux de l’émission spon-
tanée par l’effet du confinement. D’après les résultats graphiques (figure 2.12(b)) une
telle étude doit être menée pour des cavités suffisamment épaisses pour que la dérivée
(2.60) varie en fonction de N de manière régulière. Cependant, la cavité ne doit pas être
trop épaisse, car des modes d’ordre supérieur peuvent alors exister. Le domaine d’étude
pour les cavités planaires est ainsi limité à 10 ≤ N ≤ 100, soit des valeurs accessibles
expérimentalement12.

Des figures 2.12(a) et 2.11(a) on remarque que la puissance extraite pour le dopage

12Une étude analogue pourrait être menée pour des cavités de même épaisseur mais un dopage variable
dans les couches de contact. Le couplage avec les plasmons peut être ainsi mis en évidence. Cependant,
d’après la figure 2.12(b), les cavités fonctionnant à une fréquence proche de celle du plasmon d’interface
seraient très pénalisées en terme de puissance extraite.
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(a) (b)

Fig. 2.13 – (a) Variation du TES avec la fréquence pour une cavité sans confinement
d’épaisseur L = 1.85 µm. Une seule branche est présente, limitée en fréquence par la
condition Vg = dω/dk = 0. (b) Comparaison entre les taux modaux dans les cavités
confinée et non-confinée en fonction de l’épaisseur de la cavité. La fréquence d’émission
est 3 THz.

0.3× 1018 cm−3 est inférieure à celle obtenue pour les autres valeurs du dopage, alors que
le taux d’émission spontanée est nettement supérieur. En fait, l’effet du taux modal sur
la puissance extraite par le bout du dispositif de faible nombre de périodes est contré par
une absorption très accrue à cause du voisinage de la fréquence du plasmon.

L’autre effet pénalisant sur la puissance extraite lorsqu’on diminue l’épaisseur, quel
que soit le dopage, est la réduction du coefficient de transmission (2.58). C’est pour cette
raison qu’on a envisagé l’extraction par la surface du dispositif par un réseau de diffraction,
décrite dans le chapitre suivant.

2.4.3 Cas d’une cavité sans confinement

Nous allons conclure ce chapitre avec une brève comparaison entre le cas d’une cavité
confinée et une structure sans confinement par miroir inférieur. Le dipôle est placé toujours
au centre de la zone active. Le dopage dans les couches de contacts est de 3× 1018 cm−3.
Le miroir inférieur est remplacé par un substrat de GaAs d’indice n = 3.6 par rapport à
la figure 2.1. L’épaisseur de la cascade est L = 1.85 µm, correspondant à N = 20 périodes
pour la structure de [55].

A la figure 2.13(a) les variations du taux d’émission spontanée sont tracées en fonction
de la fréquence. Le mode guidé présente une seule branche, limitée en fréquence par la
condition Vg = 0 (voir paragraphe 2.3.3). Des valeurs assez faibles du taux d’émission
sont observées (Γmode/Γ0 ≈ 2 au maximum).

La différence entre les taux modal et total provient, comme pour le cas avec confine-
ment, du couplage avec le plasma des porteurs libres. Cette voie est visible par le pic du
taux global autour de 12 THz, qui est approximativement la fréquence du plasmon pour
ce dopage. Mais ce couplage seul ne suffit pas pour rendre compte des différences, comme



64 Chapitre 2. Source dans une microcavité planaire

(a) (b)

Fig. 2.14 – (a) Comparaison entre les puissances extraites de deux cavités avec et sans
confinement. (b) La dérivée (2.60) en fonction du nombre des périodes de la cascade dans
les cas avec et sans modification du TES, pour la structure non-confinée.

c’était le cas pour la cavité confinée. En effet, dans le cas de la configuration avec un seul
miroir métallique, une voie supplémentaire de nature "triviale" existe. Ce sont simple-
ment les ondes radiatives issues du dipôle qui emportent son énergie à l’infini (z → −∞)
directement, ou après une réflexion sur le miroir métallique. Cette voie doit en effet être
ici majoritaire, comme le montrent les faibles valeurs du taux modal.

A la figure 2.13(b) les variations du taux modal avec l’épaisseur dans les cas avec et
sans confinement sont comparées, pour le même niveau du dopage. La cavité confinée
fournit un taux plus important par rapport aux cas sans confinement. En effet, le champ
électromagnétique étant délocalisé du côté du substrat, l’intensité normalisée du champ
vue par le dipôle est plus faible dans le cas sans confinement. En plus, plutôt que d’avoir
un comportement singulier du type Γmode ∝ N−1 (courbe en bleu), le taux (en rouge) ne
varie quasiment pas avec l’épaisseur, et ces valeurs restent proches de l’espace libre quel
que soit l’épaisseur de la cascade.

Quant à la puissance extraite par la facette de la cavité Pout, elle est fournie aussi par
l’expression (2.59), mais en l’absence du confinement le coefficient de transmission peut
être pris égal à celui d’une interface semi-infinie (voir l’annexe B) :

T ≈ 4neff

(1 + neff )2
. (2.61)

A la figure 2.14(a) on compare la puissance extraite dans le cas avec et sans confine-
ment. Dans le dernier cas la puissance extraite est beaucoup plus importante ; pour deux
raisons. La première est que le coefficient de transmission T n’est plus limité par les effets
de diffraction. La seconde est que l’absorption dans les systèmes non confinées est beau-
coup plus faible (voir figure 2.6(a)). A la figure 2.14(b) on a étudié la dérivée (2.60) pour
les cas avec et sans modification du TES. On ne peut pas dégager ici un comportement
clair en loi de puissance comme s’est le cas de la figure 2.12(b).

On peut conclure alors que les cavités non-confinées ne peuvent pas servir à une étude
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Fig. 2.15 – Comparaison entre les puissances par unité de largeur extraites des facettes
de deux dispositifs laser - un avec fort et un avec faible confinement du mode optique
(mesures effectués par S. Dhillon du laboratoire MPQ).

sur la modification de l’émission spontanée analogue à celle sur les cavités confinées13.
Comme on n’a considéré qu’un seul mode se propageant dans une direction particulière

de la cavité, les résultats sur l’extraction de la puissance de la cavité (le comportement
du préfacteur T/αl de l’équation (2.59)) s’appliquent aussi en régime laser 14. A la figure
2.15 on a comparé la puissance extraite des deux dispositifs laser du type de référence [69]
(N = 90 périodes), l’un étant fabriqué en cavité avec deux miroirs métalliques et l’autre
avec une seule couche métallique. Les deux dispositifs ont la même longueur 2 mm, mais
des largeurs différentes. La puissance est mesurée en fonction de la densité de courant
J = I/(lageur × longeur). Pour comparer les deux dispositifs on a tracé la puissance
divisée par la largeur de la facette. Le rapport des puissances est en accord qualitatif avec
les résultats de la figure 2.14(a).

13Cette conclusion est spécifique au domaine THz. En effet, pour le cas d’un dipôle horizontal on
pourrait mettre en évidence les modifications du TES par observation de la puissance rayonnée perpen-
diculairement au couches.

14Mais pas les résultats sur l’émission spontanée car le laser opère en régime d’émission stimulée
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Chapitre 3

Diffraction sur un réseau de fentes
métalliques

3.1 But de cette étude

Nous avons vu dans le chapitre précédent que l’extraction de l’émission est un souci
majeur pour les dispositifs inter-sous-bandes, notamment pour les dispositifs à fort confi-
nement du champ électromagnétique. Pour une géométrie planaire, le coefficient d’extrac-
tion par la facette diminue linéairement avec l’épaisseur du dispositif (annexe B).

L’autre possibilité est d’extraire le rayonnement à l’aide d’un réseau métallique déposé
sur la surface supérieure du dispositif. Le rayonnement inter-sous-bande est extrait per-
pendiculairement à la surface par l’effet de diffraction sur le réseau. Historiquement, c’est
cette approche qui a été adoptée pour l’étude des premières sources de rayonnement inter-
sous-bandes [53], [52], [55]. Inversement, une onde plane incidente peut être convertie par
la diffraction en onde évanescente qui se propage parallèlement aux couches épitaxiales,
pour une configuration en détection [70], [71], [72]. Outre l’extraction du signal optique,
le réseau métallique permet l’injection du courant électrique dans la structure.

Comme les dispositifs électroluminescents ont progressivement fait place aux disposi-
tifs lasers, cette configuration d’extraction à été abandonnée au profit de l’extraction par
la facette. Néanmoins, très récemment, l’extraction par un réseau est à nouveau envisagée
même pour les dispositifs lasers [73],[74]. D’autre moyens d’extraction plus sophistiqués,
comme l’utilisation des cristaux photoniques diélectriques ont aussi été employés dans
l’infrarouge moyen [75].

Le but de ce chapitre, ainsi que du chapitre suivant, est de fournir une étude extensive
du rayonnement d’une source dipolaire à l’intérieur d’un dispositif avec réseau. Cette
étude doit prendre en compte les particularités suivantes :

- L’aspect multi-couche du dispositif, qui comportera, comme dans le chapitre pré-
cédent, des couches hétérogènes optiquement (couches dopées, couches diélectriques et
métalliques).

- La source dipolaire émet dans toutes les directions de l’espace. Il faut prendre expli-
citement en compte la morphologie du champ rayonné par la source.

Pour traiter le problème dans sa complexité, l’approche par décomposition en ondes

67
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Fig. 3.1 – Réseau métallique de fentes rectangulaires. Les notations qui sont introduites
dans cette figure, ainsi que l’orientation du système de coordonnées Oxyz seront utilisées
dans toute la suite du manuscrit.

planes du champ rayonné du dipôle classique (paragraphe 1.3.3), semble bien adaptée.
L’étude se fera en deux étapes. En premier temps, dans ce chapitre on va résoudre le
problème de la diffraction d’une onde plane sur un réseau métallique situé sur un système
multicouche, pour une direction d’incidence de l’onde arbitraire. Un tel traitement n’a
pas encore été donné dans la littérature dans sa généralité. En deuxième temps, dans le
chapitre suivant, on traitera le problème d’un dipôle ponctuel rayonnant à l’intérieur d’un
système multicouche.

3.2 Diffraction en incidence arbitraire

3.2.1 Méthode modale

De manière générale, lorsqu’on parle de "problème de diffraction", il s’agit de calculer
le champ électromagnétique créé par une onde incidente sur une structure diélectrique ou
métallique, périodique dans une ou deux dimensions ("réseau de diffraction"). De nom-
breux méthodes existent dans la littérature [76], dont les plus générales sont la méthode
des ondes couplées ("RCWA") [77], les méthodes intégrale et différentielle [76].

Une discussion des différentes approches va au delà des objectifs de ce manuscrit. Ici
nous sommes concernés par le problème de diffraction sur un réseau de fentes métalliques
et rectangulaires, comme à la figure 3.1. Dans tout le manuscrit, l’épaisseur des fentes
sera notée h, la période du réseau d et la distance entre les fentes a, comme à la figure 3.1.
Dans cette géométrie particulière, la méthode la plus adaptée et efficace est "la méthode
modale", introduite par Botten et al. en 1981 dans une série d’articles [78], [79], [80],
quasiment en même temps que Sheng et al. [81].

Précisons d’abord quelques conventions habituellement utilisées dans la littérature.
Sur la figure 3.1, le plan Oxz, qui est perpendiculaire aux fentes, joue un rôle particulier.
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Lorsque l’onde incidente est contenue dans ce plan, il s’agit d’un problème de "diffraction
classique". On distingue alors deux cas : lorsque le champ électrique de l’onde est parallel
à l’axe Oy, on parle de polarisation "S" ou TE ; lorsque c’est le champ magnétique qui
est parallel à l’axe Oy, on parle de polarisation "P" ou TM [76]. Grâce à l’invariance du
système dans la direction Oy les deux polarisations sont découplées. Lorsque l’onde est en
incidence arbitraire, on parle d’"incidence oblique". Les deux polarisations ne sont plus
découplées dans le cas général 15.

A la figure 3.1, on peut diviser l’espace en trois zones : la région semi-infinie −∞ ≤
z ≤ 0, la région du réseau 0 ≤ z ≤ h, et la région semi-infinie h ≤ z ≤ ∞. L’idée de
la méthode modale consiste à donner une décomposition du champ électromagnétique
en modes propres dans chaque région, qui sont, si possible, des solutions exactes des
équations de Maxwell. Dans les régions semi-infinies, la décomposition du champ s’appelle
"décomposition de Rayleigh" [76], [82], [83] ; et n’est rien d’autre qu’une décomposition
en série de Fourier d’ondes planes.

Dans la région du réseau, on traite les fentes comme un ensemble de guides d’ondes
rectangulaires couplés. Le champ est alors décomposé sur l’ensemble des modes guidés,
qui forment une base dans l’espace des fonctions [78].

La continuité des composantes tangentielles (parallèles au plan Oxy) du champ entre
les différentes régions est ensuite appliquée, et on obtient des relations linéaires entre les
amplitudes de Fourier et les amplitudes des modes guidés, ainsi que l’amplitude du champ
incident. Un système d’équations linéaires pour les amplitudes inconnues est ainsi obtenu.

Les articles fondateurs de Scheng et al. [81] et Botten at al. [78], [79], [80] donnent une
solution exacte du problème en incidence classique. La généralisation pour une incidence
conique a été donnée par Linfeng Li en 1993 [61].

Les guides d’ondes étant en général couplés (dans le cas d’un réseau diélectrique ou
faiblement conducteur), les fréquences propres des modes guidés sont obtenues à par-
tir des zéros complexes d’une équation transcendante (voir (3.15)), qui est un problème
non-trivial numériquement [84]. Lorsqu’on s’intéresse au rayonnement d’un dipôle, dans
l’approche que nous avons choisie, il faut examiner la diffraction d’un très grand nombre
d’ondes planes rayonnées par la source, ce qui rendrait une solution exacte, basée sur la
recherche des zéros complexes, redoutable en termes d’effort numérique.

La résolution de l’équation transcendante peut être évitée par une description simpli-
fiée du champ dans les fentes. Une première approche, dans laquelle le réseau est constitué
de métal parfait, à été donnée en 1988 par Kok et al. [85], pour une incidence conique. Les
guides d’onde sont alors découplés, et les modes guidés ont des expressions très simples.
En contrepartie, l’absorption du métal est alors totalement négligée. En 1984 Wirgin et
Lopez-Rios [86] proposent de traiter les faces verticales des fentes (parallèles au plan
Oxz) comme des métaux parfait, et d’imposer la condition d’impédance de surface [49]
sur les faces horizontales, ce qui permet de garder la simplicité des modes guidés, tout
en introduisant de l’absorption dans la modèle. L’article de Wirgin et Lopez-Rios traite
le problème en polarisation S en incidence classique ; la polarisation P a été récemment
traitée, dans la même approche, par A. Barabara et al. [87]. Cette approche est d’autant

15Sauf dans le cas très spécial d’un réseau constitué de conducteur parfait, suspendu dans l’air. Il s’agit
du "théorème de l’invariance", démontré dans [76].
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Fig. 3.2 – Système multicouche avec réseau métallique, pour notre problème de diffraction.
Le réseau est une séquence de couches métalliques de constante εM et diélectrique de
constante εr. Le système est délimité par les deux milieux S et M2 semi-infinis. Le champ
incident u arrive du côté du milieu S, créant un champ réfléchi R dans S et transmis T
dans le milieu M2. Dans chaque couche i ∈ [1, k], d’épaisseur Li et constante diélectrique
arbitraire εi, il y a des paires d’ondes contrapropagatives (Pi, Qi). On a omis ici les indices
de Rayleigh n.

plus justifiée dans le domaine de l’infrarouge lointain, où le comportement des métaux est
proche du cas idéal de métal parfait.

En 1996 Lochbihler [88] donne la solution en incidence conique avec la condition d’im-
pedance de surface sur toutes les faces métalliques. La modèle que nous proposons ici
traite l’incidence conique, comme celui de Lochbihler, mais en utilisant l’idée de Wirgin
et Lopez-Rios pour simplifier les expressions des modes dans les fentes.

Une approche encore plus simple, pour le cas d’une incidence classique, à été utilisée
par Porto et al. [89] pour l’analyse de la diffraction d’un réseau de fentes d’ouverture
a faible par rapport à la longueur d’onde. Il consiste à ne garder que le mode guidé
fondamental en polarisation TM. Nous avons généralisé cette méthode pour une incidence
arbitraire, afin de calculer l’émission d’un dipôle au voisinage du réseau métallique [90].
Ce modèle était le premier pas vers le calcul plus complet qui sera détaillé dans le chapitre
suivant.

Dans toutes les références qui sont citées, les réseaux métalliques sont soit suspendus
dans l’air, soit posés sur un substrat diélectrique infini. Cette situation simple ne cor-
respond pas aux dispositifs multicouches décrits dans le chapitre 2. Le modèle que nous
proposons combine la méthode modale avec le traitement des systèmes multicouches par
l’élimination successive des interfaces (paragraphe 2.2.2), pour obtenir une description
adéquate des dispositifs réels.
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3.2.2 Décomposition modale du champ

Le système à modéliser est décrit à la figure 3.2. Au système multicouche du chapitre 2
on ajoute un réseau de fentes métalliques, qui est une alternance de lames métalliques de
constante complexe εM et diélectriques (homogènes et non-dopées) de constante εr. Les
paramètres du réseau sont notés de la même façon qu’à la figure 3.1. L’espace occupée
par le système est alors divisé en trois régions : la région I contient l’ensemble multi-
couche, délimité du côté inférieur par un milieu semi-infini M2. La région II contient le
réseau métallique. La région III est un milieu S semi-infini de constante εa. Le système
de coordonnées Oxyz est choisi comme à la figure 3.1.

Dans cette partie, la source est une onde plane incidente du côté du milieu S :

uei(αx+βy−γaz), γa =
√
εak2

0 − α2 − β2 (3.1)

La notation suivante pour les composantes du vecteur d’onde kp dans le plan (Oxy)
des couches est couramment utilisée dans les problèmes de réseau :

kp = (α, β) (3.2)

Soit ψ(x, y, z) une composante quelconque du champ électromagnétique (E,H). Alors
elle satisfait l’équation de Helmholtz :

∆ψ + k2
0ε(x, y, z)ψ = 0 (3.3)

La constante diélectrique du système ε(x, y, z) est une fonction constante par morceaux
(figure 3.2).

La périodicité du système dans la direction de l’axe Ox impose la condition suivante,
dite encore condition de quasi-périodicité [76] :

ψ(x+ d, y, z) = eiαdψ(x, y, z), (3.4)

Une autre condition découle de l’invariance par translation dans la direction de l’axe
Oy :

ψ(x, y, z) = eiβyψ(x, z). (3.5)

L’idée de la méthode modale consiste à exploiter les trois conditions (3.3), (3.4) et
(3.5) afin d’obtenir une décomposition en modes propres du champ électromagnétique
dans chaque région de l’espace. C’est ce que nous faisons dans la suite.

Décomposition de Rayleigh

Dans les régions I et III, qui sont constituées de couches homogènes infinies dans le
plan Oxy, les conditions (3.3), (3.4) et (3.5) impliquent la forme la plus générale du champ
dans la couche i [76] :
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ψ(x, y, z) = eiβy
∑
n∈Z

eiαnx(Pine
iγinz +Qine

−iγinz), n ∈ Z (3.6)

αn = α+
2πn

d
, γin =

√
εik2

0 − α2
n − β2 (3.7)

Dans chaque couche on a une infinité (par leur indice n) des couples (Pin, Qin) d’ondes
planes contra-propageantes dans la direction de l’axe Oz, qu’on appelle encore "des
ordres". Dans les couches qui sont semi-infinies dans la direction Oz il faut garder seule-
ment les ordres sortants du système.

Les composantes Ez et Hz vont jouer un rôle spécial dans le calcul. Par la suite on
aura besoin de leur développement de Rayleigh dans les couches "k" et "S" (figure 3.2),
qui bornent le réseau :

Ez|z=h+ = eiβy
∑
n∈Z

eiαnx(Re
ne

iγanz + ueδ0ne
−iγa0z) (3.8)

Hz|z=h+ = eiβy
∑
n∈Z

eiαnx(Rh
ne

iγanz + uhδ0ne
−iγa0z) (3.9)

Ez|z=0− = eiβy
∑
n∈Z

eiαnx(P e
kne

iγknz +Qe
kne

−iγknz) (3.10)

Hz|z=0− = eiβy
∑
n∈Z

eiαnx(P h
kne

iγknz +Qh
kne

−iγknz) (3.11)

On peut exprimer les autres composantes du champ à l’aide des équations (2.6).
Lorsque la constante de la couche εi est un nombre réel, la quantité γin est soit réelle,

soit imaginaire pure. Si γin est réelle, le n-ième ordre de Rayleigh est une onde propagative ;
si γin est imaginaire pure, l’ordre n est une onde évanescente dans la direction de l’axe
Oz. Soit n tel que γin est réelle, alors en augmentant la longueur d’onde λ, la quantité γin

passe d’une valeur réelle à une valeur imaginaire pure, en s’annulant. L’ordre radiatif est
devenu évanescent, et une redistribution de l’énergie du champ a lieu (l’énergie du champ
lointain est convertie en énergie de champ proche). Le point particulier, caractérisé par

γin = 0 (3.12)

marque une singularité dans le comportement du champ électromagnétique autour
du réseau. La manifestation expérimentale de cette singularité, appelée encore "anomalie
de Wood", à été observée par le physicien R.W.Wood au début du siècle dernier [91],
[92], [93]. Les anomalies apparaissaient comme des brusques variations de l’intensité de la
lumière blanche réfléchie par les réseaux métalliques, fabriqués par Wood, lorsque celle si
était de polarisation TM.

Le fait que ces variations correspondent à la condition (3.12) a été remarqué à la
même époque par Lord Rayleigh [82], [83], qui fut, d’ailleurs, le premier à introduire la
décomposition (3.6), afin de rendre compte des observations de Wood. En fait, Wood
observa d’autres anomalies dans les spectres, qui ne sont pas justifiables de l’explication



3.2. Diffraction en incidence arbitraire 73

Fig. 3.3 – Le système des fentes, vu comme un ensemble de guides d’ondes. Le système
est maintenant considéré comme infini dans la direction Oz. On a alors un empilement
périodique de couches dans la direction Ox. Grâce à la périodicité, le champ est entiè-
rement déterminé par la donnée des amplitudes d’ondes contra-propageantes (PM , QM)
et (Pr, Qr) dans une période, constituée d’une couche εM et une couche εr. Ces ampli-
tudes sont associées soit à la composante Ex (polarisation TM), soit à la composante Hx

(polarisation TE).

de Rayleigh. Nous reviendrons sur ce point lors de la description des modes photoniques
propres du réseau, au paragraphe 3.3.

Modes guidés dans les fentes du réseau

Le réseau métallique, montré à la figure 3.3, peut être vu comme un ensemble de guides
d’ondes, guidant dans le plan Ozy. On va supposer pour l’instant que ces guides d’ondes
sont infinis dans la direction Oz aussi.

Le problème, qui consiste à trouver les modes guidés, peut être adressé du point de vue
du paragraphe 2.2.2. En effet, il s’agit ici toujours d’un système multicouche, mais tournée
de 90̊ , car les couches sont empilées dans la directionOx. Respectivement, les composantes
Ex et Hx, qui sont les composantes du champ perpendiculaires aux couches peuvent être
traitées séparément (voir paragraphe 2.2.2). Les modes associés à la composante Ex sont
appelés "modes TM", et ceux associés à la composante Hx sont appelés "modes TE"16.

On va présenter les modes TM, les modes TE se traitant de manière analogue. On
cherchera les modes propres comme superposition d’ondes planes (voir figure 3.3) :

Ex(0 ≤ x ≤ a) = (Pre
iγrx +Qre

−iγrx)eiµz+iβy, γr =
√
εrk2

0 − µ2 − β2 (3.13)

Ex(a ≤ x ≤ d) = (PMe
iγMx +QMe

−iγMx)eiµz+iβy, γM =
√
εMk2

0 − µ2 − β2 (3.14)

On a noté par (µ, β) le vecteur d’onde dans le plan Oyz (analogue au vecteur (3.2)
pour un empilement des couches selon Oz). Dans le chapitre 2 les modes propres étaient

16Habituellement, on introduit la classification TM et TE par rapport aux composantes Hy et Ey du
champ. Cette classification, utilisée surtout pour les problèmes d’incidence classique, est équivalente avec
la nôtre, qui est plus adaptée pour le cas d’une incidence arbitraire.
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obtenus à partir des relations de continuité des composantes tangentielles du champ, et de
la condition que le champ entrant par les deux milieux semi-infinis qui bornaient l’empi-
lement soit égale à zéro. Dans la situation présente, on a un empilement des couches non
borné mais périodique. La condition qui fixe les modes propres est maintenant la condi-
tion de quasi-périodicité (3.4). Cette condition, appliquée sur la composante Ex, et une
autre composante (par exemple Ey), ainsi que les liens du type (2.8) entre les amplitudes
dans les différentes couches, mènent à un système d’équations linéaire et homogène pour
les amplitudes (Pr, Qr). En annulant le déterminant du système on obtient la relation de
dispersion des modes guidés dans les fentes :

(1− ρe2
rM)

(1 + ρe2
rM)

[cos(αd)− cos(γra) cos(γM(d− a))] = sin(γM(d− a)) sin(γra). (3.15)

Ici ρe
rM est la réflectivité TM à l’interface métal-diélectrique :

ρe
rM =

γr/εr − γM/εM

γr/εr + γM/εM

. (3.16)

L’équation (3.15) fixe la valeur de la composante µ à travers les expressions de γM et
γr dans les équations (3.13) et (3.14). Cette valeur est obtenue en fonction des paramètres
extérieurs α et β, qui sont propres à l’onde incidente.

Pour la polarisation TE il faut juste remplacer la réflectivité TM ρe
rM par la réflectivité

TE ρh
rM dans l’équation (3.15) (voir les formules (2.9) et (2.10)).

L’équation (3.15) est l’équation transcendante qui décrit la physique des modes. Elle
mène à la recherche numérique des racines complexes, qui peut s’avérer un problème non-
trivial [84]. Pour le calcul du champ rayonné par un dipôle, ce problème sera d’autant plus
exigeant, car il faudra explorer un très grand nombre de valeurs (α, β) dans la décompo-
sition en ondes planes. Cependant, dans le domaine THz, ainsi que dans le domaine de
l’infrarouge moyen, on peut simplifier le problème considérablement. Pour ces fréquences
la constante du métal εM étant très grande en valeur absolue, on peut faire l’approxi-
mation du métal parfait |εM | → ∞. Dans cette approximation ρe,h

rM → ±1 et l’équation
(3.15) se simplifie, pour les deux polarisations, en :

sin(γra) sin(γM(d− a)) = 0. (3.17)

Supposons que εM est une quantité finie (mais très grande), alors on ne peut pas avoir
sin(γM(d − a)) = 0 car εM est une quantité complexe. Finalement, l’approximation du
métal parfait donne simplement l’équation :

sin(γra) = 0. (3.18)

dont les solutions µm peuvent être facilement explicitées :

µm =

√
εrk2

0 −
(πm
a

)2

− β2, m ∈ N. (3.19)

Le couplage entre les guides d’onde a ainsi complètement disparu. Cette hypothèse
restera valable tant que les fentes sont suffisamment épaisses par rapport à l’épaisseur de
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peau du métal. Par ailleurs, dans le paragraphe 1.4.1, nous avons déjà remarqué que, nu-
mériquement, les modes d’une cavité simple, constituée de miroirs d’or, sont pratiquement
ceux fournies par l’approximation du métal parfait, pour les fréquances dans le domaine
THz.

Il nous reste maintenant à expliciter le champ dans les fentes en fonction de la polari-
sation TM ou TE. On peut montrer facilement que les conditions aux limites sur les parois
métal parfait imposent les dépendances suivant des composantes Ex et Hx en fonction de
la position x :

TM : Ex ∼ cos(νmx) (3.20)

TE : Hx ∼ sin(νmx) (3.21)

νm =
πm

a
(3.22)

Contrairement aux travaux sur l’incidence conique [61], [88] , plutôt que les compo-
santes Ex et Hx, on utilisera les composantes Hy et Hx. Les équations obtenues sont alors
plus simples et symétriques. A l’aide de (2.6), appliquées sur les composantes Ex et Hx

on peut expliciter la composante Hy est montrer que son dépendance est également en
cos(νmx). Au final, on obtient les expressions suivants pour les champs dans les overtures
0 ≤ x ≤ a :

TE : Hx(0 ≤ x ≤ a, y, z) = eiβy

∞∑
m=1

sin(νmx)(A
h
me

iµmz +Bh
me

iµm(h−z)) (3.23)

TM : Hy(0 ≤ x ≤ a, y, z) = eiβy

∞∑
m=0

cos(νmx)(A
e
me

iµmz +Be
me

iµm(h−z)) (3.24)

Le champ dans les ouvertures apparaît comme une superposition d’ondes stationnaires
(facteurs en sin(νmx) et cos(νmx)). Ces ondes stationnaires proviennent de la superposition
d’ondes contra-propageantes dans la direction Ox (figure 3.3). Pour prendre en compte
l’épaisseur finie du réseau dans la direction Oz, on considère une paire de modes contra-
propageants dans la direction Oz (termes en eiµmz et eiµm(h−z)).

Les amplitudes (Ae
m, B

e
m) et (Ah

m, B
h
m) introduites dans ces équations sont des quantités

indépendants. Pour poursuivre, il faut maintenant les relier avec les amplitudes (P e,h
ik , Qe,h

ik )
dans les couches.

Remarquons que les modes TE existent pourm > 0, alors que le mode TM fondamental
est le mode m = 0. Dans la limite d’ouverture a faible par rapport à la longueur d’onde,
seulement le mode TMm=0 se propage dans les fentes, les autres modes étant évanescents.
Souvent on néglige les modes m > 0 pour simplifier le problème (voir [89], [90]).
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3.2.3 Equation pour les amplitudes diffractées

Approximation d’impédance de surface

Les amplitudes (P e,h
in , Qe,h

in ) dans les différentes couches sont couplées aux interfaces
du système multicouche par des relations de type 2.8. Il faut maintenant introduire des
nouvelles conditions sur les interfaces métalliques.

Une première idée serait d’utiliser l’approximation du métal parfait sur toutes les
interfaces métalliques. L’absorption du métal est ainsi négligée. Cependant, une telle ap-
proche mène à des coefficients de réflexion pour les amplitudes (Pin, Qin) qui divergent
sur les anomalies de Wood de type (3.12). Des coefficients de réflexion non divergents sont
obtenus dans l’approximation d’impédance de surface, qui apparaît comme la "première
correction" du métal parfait par rapport à la "petite quantité" 1/|√εM |.

Soit une onde plane e−iγaz+ikP rP incidente sur une interface métal-diélectrique. Le
métal se situe dans le demi-plan z < 0 (figure 3.4(a)). A l’intérieur du métal, le champ
transmis est exponentiellement décroissant selon la loi [49] :

ψ ∼ ei
√

εMk2
0−k2

P z ∼ eik0
√

εMz (3.25)

Comme la constante du métal εM est très grande en valeur absolue, on a négligé le
vecteur d’onde dans le plan k2

P . Soient E‖ et H‖ les composantes du champ sur la surface
métallique, juste à l’extérieur du métal. Alors les conditions de continuité des composantes
tangentielles mènent à la relation :

E‖ = Zn×H‖ (3.26)

Z =

√
µ0

ε0εM

= ηZ0 (3.27)

et on a introduit la notation :

η =
1

√
εM

(3.28)

Ici n est la normale sortante de la surface métallique (figure 3.4), et "×" signifie produit
vectoriel. La quantité Z0 =

√
µ0/ε0 = 377 Ω est l’impédance du vide [42]. La condition

(3.26) à perdu la trace de la morphologie du champ incident, l’idée de l’approximation
de l’impédance de surface consiste notamment à adopter (3.26) comme une condition
aux limites pour n’importe quel champ au voisinage d’une surface métallique [49]. La
particularité de cette condition aux limites est qu’elle porte seulement sur le champ à
l’extérieur du métal, le champ à l’intérieur restant inconnu.

La quantité η est la petite quantité sans dimension du problème. Le métal parfait
est obtenu à la limite |η| → 0. L’épaisseur de peau du métal est proportionnelle à cette
quantité, ainsi que l’absorption sur la surface métallique. En effet, avec l’équation (3.26)
on obtient un flux de Poynting :

S = −1

2
Z0Re(η)|H|||2n (3.29)
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(a) (b)

Fig. 3.4 – (a) Interface métal-diélectrique, de normale sortante n. Le champ électro-
magnétique est exponentiellement décroissant à l’intérieur du métal (trait rouge). (b) La
grandeur |η| = 1/

√
|εM | en fonction de la fréquence pour différents métaux. Les constantes

diélectriques des métaux sont obtenues à partir du modèle de Drude (paragraphe 2.2.1).

rentrant dans le métal.
La quantité |η| est tracée en fonction de la fréquence à la figure 3.4(b) pour de trois

métaux différents, utilisés pour la fabrication des dispositifs : Argent, Or et Nickel. Dans
le domaine THz |η| reste de l’ordre de 10−3, sans variations sensibles en fonction de la
nature du métal.

Dans la suite on utilisera souvent les coefficients de réflectivité sur une interface métal-
diélectrique dans l’approximation d’impédance de surface. Soit γM =

√
εMk2

0 − k2
p le

vecteur d’onde perpendiculaire ; comme dans cette approximation εM est très grand en
valeur absolue, γM ≈

√
εMk2

0 = k0/η. D’où les réflectivités TM ρe
Md et TE ρh

Md :

ρe
Md ≈

ηεd − γd/k0

ηεd + γd/k0

, ρh
Md ≈

1− ηγd/k0

1 + ηγd/k0

, (3.30)

εd étant la constante du diélectrique au voisinage du métal.
Précisons maintenant les condition de validité de l’approximation d’impédance de

surface. Le point central de l’approximation est qu’on néglige le vecteur d’onde parallèle
kP du champ incident devant la quantité k0

√
|εM |. Ceci revient à négliger les variations

transverses du champ à l’intérieur du métal par rapport aux variations le long de la
normale n (figure 3.4(a)).

En termes du rayonnement du dipôle, il faut supposer que les amplitudes dans la
décomposition en ondes planes, vues comme fonctions de kP , décroissent suffisamment
rapidement dans le cercle kP ≤ k0

√
|εM | (voir la figure (1.2)b).

Pour le problème de diffraction, il s’agit de restreindre le nombre d’ordres dans la dé-
composition de Rayleigh (3.6). Considérons, pour simplifier, le cas de l’incidence normale
(α = 0, β = 0) . Alors l’approximation de l’impédance de surface s’applique sur le n-ième
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ordre de Rayleigh si αn � k0

√
|εM |, soit :

|n| � d

λ

√
|εM | (3.31)

Les dispositifs THz que nous avons fabriqués ont des réseaux de période typique d >
10 µm, et émettent à une longueur d’onde λ 6 100 µm. De la figure 3.4(a) on voit
que

√
|εM | ≈ 103, ce qui donne un nombre maximal d’ordre de Rayleigh de |n| 6 102.

En pratique, les calculs numériques qui seront présentés dans la suite, convergent avec
quelques dizaines d’ordres de Rayleigh.

Normalisation du champ magnétique et des vecteurs d’onde

Pour simplifier les équations qui vont suivre, on va normaliser le champ magnétique
H de telle manière qu’il y a la dimension du champ électrique E. En posant :

H̄ =

√
µ0

ε0

H = Z0H (3.32)

le vecteur H a bien la dimension d’un champ électrique. L’équation (3.26) devient
simplement :

E‖ = ηn× H̄‖ (3.33)

Il sera facile de reconstituer la bonne dimension du champ magnétique à partir de
(3.32) lorsque ceci est nécessaire.

Aussi, pour simplifier encore les notations, toutes les grandeurs homogènes à un vecteur
d’onde (i.e. γ, kp) seront normalisées à k0.

Raccordement du champ

Les conditions de raccordement du champ entre les régions I, II et III sont, d’une part
la condition aux limites d’impédance de surface (3.26), et d’autre part la continuité des
composantes Ex, Ey, H̄x et H̄y sur les interfaces diélectrique-diélectrique des ouvertures.
Comme les champs sont quasipériodiques (condition (3.4)), on peut se restreindre à une
seule période 0 ≤ x ≤ d.

La forme particulière du champ, notamment la décomposition de Rayleigh (3.6) et les
expressions modales des champs H̄x et H̄y à partir de (3.23) et (3.24) permettent une
écriture adaptée des conditions aux limites. Notons que les modes dans les couches planes
sont les ondes planes ∼ eiαnx, alors que dans les fentes ce sont les ondes stationnaires
(3.23) et (3.24). Ces modes satisfont les relations d’orthogonalité suivantes :∫ d

0

ei(αn−αn′ )xdx =

∫ d

0

ei
2π(n−n′)x

d dx = dδn,n′ (3.34)

∫ a

0

cos(νmx) cos(νm′x)dx = ake
mδm,m′ , ke

m = 1 si m = 0, 1/2 sinon (3.35)
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∫ a

0

sin(νmx) sin(νm′x)dx = akh
mδm,m′ , kh

m = 1/2 (3.36)

Ces relations d’orthogonalité suggèrent que les modes dans les différentes régions
constituent une base des fonctions pour le champ électromagnétique. On peut alors proje-
ter les conditions aux limites pour le champ sur les différents modes. Notons E‖ = (Ex, Ey),
H̄‖ = (H̄x, H̄y) alors, on obtient les relations de raccordement du champ suivantes, par la
projection sur les modes :

- sur l’interface I/II :

∫ d

0

e−iαnx(E‖ − ηn+ × H̄‖)|z=h+dx =

∫ a

0

e−iαnx(E‖ − ηn+ × H̄‖)|z=h−dx (3.37)

n+ = (0, 0, 1) (3.38)

∫ a

0

H̄y|z=h+ cos(νmx)dx =

∫ a

0

H̄y|z=h− cos(νmx)dx (3.39)

∫ a

0

H̄x|z=h+ sin(νmx)dx =

∫ a

0

H̄x|z=h− sin(νmx)dx (3.40)

- sur l’interface II/III :

∫ d

0

e−iαnx(E‖ − ηn− × H̄‖)|z=0−dx =

∫ a

0

e−iαnx(E‖ − ηn− × H̄‖)|z=0+dx (3.41)

n− = (0, 0,−1) (3.42)

∫ a

0

H̄y|z=0− cos(νmx)dx =

∫ a

0

H̄y|z=0+ cos(νmx)dx (3.43)

∫ a

0

H̄x|z=0− sin(νmx)dx =

∫ a

0

H̄x|z=0+ sin(νmx)dx (3.44)

Ces équations sont dans au coeur de la résolution du problème de diffraction en inci-
dence conique à l’approximation de l’impédance de surface. Elles permettent d’obtenir un
système d’équations linéaires qui relient les amplitudes (Ae

m, B
e
m), (Ah

m, B
h
m),(P e,h

in , Qe,h
in )

et le champ incident ue,h sur la structure.
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Equations pour les amplitudes diffractées

Les équations (3.37)-(3.44) couplent les modes dans les fentes avec les ondes planes
dans la décomposition de Rayleigh. Les intégrales suivantes :

I±nm =
1

a

∫ a

0

e±iαnx cos(νmx)dx (3.45)

J±nm =
1

a

∫ a

0

e±iαnx sin(νmx)dx (3.46)

jouent le rôle de constantes de couplage ; la quantité I±nm est le recouvrement entre le
n-ième ordre de Rayleigh et le mode TMm, alors que la quantité J±nm est le recouvrement
entre le n-ième ordre de Rayleigh et le mode TEm. On peut facilement les obtenir expli-
citement ; en particulier on peut montrer que si l’ouverture du réseau a est suffisamment
faible par rapport à la longueur d’onde λ, seulement le mode TMm=0 possède un couplage
non négligeable avec les ordres de Rayleigh, ce qui justifie les modèles simples des réf. [89]
et [90].

Lorsqu’on établit les équations pour les amplitudes diffractées on fait deux étapes
préliminaires. Tout d’abord, on exprime les composantes Ex, Ey, H̄x et H̄y du champ
dans les couches en fonction des composantes Ez, H̄z comme définies par les équations
(3.8)-(3.11) et les relations (2.6)-(2.7). Ensuite, à l’aide des équations de Maxwell, on
exprime les composantes Ex et Ey du champ dans les fentes en fonction des amplitudes
(Ae

m, B
e
m) et (Ah

m, B
h
m) des composantes H̄x et H̄y dans les fentes.

On se servira des grandeurs suivantes :

Σx
kn =

1

d

∫ a

0

e−iαnx(Ex − ηH̄y)|z=0+dx (3.47)

Σy
kn =

1

d

∫ a

0

e−iαnx(Ey + ηH̄x)|z=0+dx (3.48)

Σx
an =

1

d

∫ a

0

e−iαnx(Ex + ηH̄y)|z=h−dx (3.49)

Σy
an =

1

d

∫ a

0

e−iαnx(Ey − ηH̄x)|z=h−dx (3.50)

comme intermédiaires des calculs.
On peut maintenant traduire les conditions de raccordement (3.37) et (3.41) sous la

forme des deux relations matricielles suivantes, en termes d’ordres de Rayleigh et d’am-
plitudes des modes guidés :


(γkn + ηεk)(Q

e
kn + ρen

MkP
e
kn)

(γan + ηεa)(R
e
n + ρen

Mau
eδ0n)

(1 + ηγkn)(Qh
kn + ρen

MaP
h
kn)

(1 + ηγan)(Rh
n + ρen

Mau
hδ0n)

 =


αn 0 β 0
0 αn 0 β
−β 0 αn 0
0 β 0 −αn




Σx
kn

−Σx
an

Σy
kn

−Σy
an

 (3.51)
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Σx

kn

−Σx
an

Σy
kn

−Σy
an

 =
a

d


I−nm′ 0 0 0
0 I−nm′ 0 0
0 0 J−nm′ 0
0 0 0 J−nm′

M2


Ae

m

Be
m

Ah
m

Bh
m

 (3.52)

Ici ρen
Mk et ρhn

Mk sont les réflectivités TM et TE du n-ième ordre de Rayleigh à l’interface
métal-diélectrique k à l’approximation d’impédance de surface :

ρen
Mk =

ηεk − γkn

ηεk + γkn

, ρhn
Mk =

1− ηγkn

1 + ηγkn

(3.53)

et les coefficients ρen
Ma et ρhn

Ma sont définis de manière analogue. La matrice M2 qu’on
va utiliser très souvent s’exprime :

M2 = M2(m′m) = δm′m ⊗


(

νe−
m −gmν

e+
m

−gmν
e+
m νe−

m

) (
−ν0

m gmν
0
m

gmν
0
m −ν0

m

)
(
−ν0

m gmν
0
m

gmν
0
m −ν0

m

) (
−νh−

m gmν
h+
m

gmν
h+
m −νh−

m

)
 (3.54)

Ici les notations :

gm = eiµmh, ν0
m =

iβνm

µmεr

, νe±
m =

εr − ν2
m

µmεr

± η, νh±
m =

εr − β2

µmεr

± η (3.55)

sont introduites. Il est nécessaire d’apporter ici une explication sur les notations dans
la matrice M2 (3.54). Les indices m et m′ se réfèrent ici non pas aux lignes et colonnes
de la matrice, mais à l’index du mode guidé TM ou TE qui intervient dans l’équation
(3.19). Telle qu’elle est présentée dans (3.54), la matrice M2 est constituée de quatre
sous-matrices. La sous-matrice en haut à gauche n’agit que sur les modes TM, regroupés
dans le sous vecteur T (Ae

0, A
e
1, . . . , B

e
0, B

e
1, . . . , ), alors que la sous-matrice en bas à droite

n’agit que sur les modes TE regroupés dans le sous vecteur T (Ah
0 , A

h
1 , . . . , B

h
0 , B

h
1 , . . . , ).

Les sous-matrices non-diagonales contiennent des coefficients de couplage entre les modes
TE et TM, qui sont tous proportionnels à β.

En outre, chaque sous-matrice (en grandes parenthèses dans l’équation (3.54)) est
elle-même divisée en quatre sous-matrices, agissant sur les modes se propageant vers le
haut ou les modes se propageant vers le bas, ou bien couplant les deux. Chacune de ces
"petites" sous-matrice est diagonale. Plutôt que d’écrire chaque sous-matrice de ce type
comme "δmm′νe−

m " ,..., etc., on a factorisé le symbole de Kronecker δmm′ à l’aide du produit
tensoriel "⊗".

En utilisant les conditions de raccordement par la projection sur les modes dans les
fentes (3.39), (3.40),(3.43) et (3.44) on obtient :

1

α2
n + β2


−αnI

+
nm′ 0 βI+

nm′ 0
0 −αnI

+
nm′ 0 −βI+

nm′

βnJ
+
nm′ 0 αnJ

+
nm′ 0

0 βJ+
nm′ 0 −αnJ

+
nm′




εk(Q
e
kn + P e

kn)
εa(R

e
n + ueδ0n)

γnk(Q
h
kn − P h

kn)
γna(R

h
n − uhδ0n)

= M1


Ae

m

Be
m

Ah
m

Bh
m

(3.56)
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avec M1 la matrice :

M1 = M1(m′m) = δm′m ⊗


(

ke
m gmk

e
m

gmk
e
m ke

m

) (
0 0
0 0

)
(

0 0
0 0

) (
kh

m gmk
h
m

gmk
h
m kh

m

)
 (3.57)

La combinaison des équations (3.51) et (3.52), et de (3.56) fournit un système d’équa-
tions linéaire homogène pour les amplitudes des modes dans les fentes et les ordres de
Rayleigh, en incidence (α, β) arbitraire. Ces équations sont similaires aux équations de
Lochbihler [88], qui les a établies pour les composantes Ey et Hy. Nos équations ont le
mérite d’être beaucoup plus simples et symétriques. Un autre mérite de ces équations
est que le nombre d’ordres de Rayleigh retenus dans le calcul n’est pas lié au nombre de
modes dans les fentes, contrairement à la méthode de matrice S (voir [84]).

A partir d’ici, deux stratégies sont possibles, pour réduire la taille du système des
équations : éliminer soit les ordres de Rayleigh, soit les amplitudes des modes. Nous avons
préféré la première stratégie car il s’avère que le nombre de modes dans les fentes nécessaire
pour obtenir la convergence du calcul est généralement plus faible que le nombre d’ordres
de Rayleigh.

Un autre avantage, qui est en fait très important, est que la matrice du système ne va
pas dépendre de la morphologie du champ incident.

L’étape préliminaire est d’écrire le lien qui existe entre les amplitudes P e,h
nk et Qe,h

nk , le
milieu M2 étant semi-infini, en prenant l’origine de la phase sur la face supérieur de la
couche :

P e
kn = Qe

knR
en
kM2

e2iγknLk , P h
kn = Qh

knR
hn
kM2

e2iγknLk (3.58)
Après quelques calculs algébriques, on obtient une système d’équations, que l’on peut

écrire sous une forme compacte :

(M1 +MSM2)


Ae

m

Be
m

Ah
m

Bh
m

 =
1

α2 + β2


0

−I+
0m′(αεau

e(1− ρe
Ma) + βγau

h(1 + ρh
Ma))

0
J+

0m′(βεau
e(1− ρe

Ma) + αγau
h(1 + ρh

Ma))


(3.59)

La matrice MS est définie comme :

MS = MS(m′m) =


See

k(m′m) 0 Seh
k(m′m) 0

0 See
a(m′m) 0 Seh

a(m′m)

−She
k(m′m) 0 −Shh

k(m′m) 0

0 −She
a(m′m) 0 −Shh

a(m′m)

 (3.60)

Les éléments de cette matrice sont les sommes infinies :

See
k(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

I+
nmI

−
nm′

α2
n + β2

[α2
n(1 +Ren

MM2
) + β2(1−Rhn

MM2
)] (3.61)
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See
a(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

I+
nmI

−
nm′

α2
n + β2

[α2
n(1 + ρen

Ma) + β2(1− ρhn
Ma)] (3.62)

Shh
k(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

J+
nmJ

−
nm′

α2
n + β2

[α2
n(1−Rhn

MM2
) + β2(1 +Ren

MM2
)] (3.63)

Shh
a(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

J+
nmJ

−
nm′

α2
n + β2

[α2
n(1− ρhn

Ma) + β2(1 + ρen
Ma)] (3.64)

Seh
k(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

I+
nmJ

−
nm′

α2
n + β2

αnβ(Ren
MM2

+Rhn
MM2

) (3.65)

Seh
a(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

I+
nmJ

−
nm′

α2
n + β2

αnβ(ρen
Ma + ρhn

Ma) (3.66)

She
k(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

J+
nmI

−
nm′

α2
n + β2

αnβ(Ren
MM2

+Rhn
MM2

) (3.67)

She
a(m′m) =

a

2dη

∑
n∈Z

J+
nmI

−
nm′

α2
n + β2

αnβ(ρen
Ma + ρhn

Ma) (3.68)

L’équation (3.59) est notre équation qui décrit la diffraction sur le réseau pour une
onde sous incidence arbitraire, provenant de la région I. Dans le paragraphe 4.3 on écrira
la version de cette équation pour un dipôle situé à l’intérieur du système multi-couche. En
fait la matrice du système ne va pas changer, la seule chose qui changera sera le vecteur
de droite de (3.59) décrivant le champ incident. Ainsi, quel que soit le champ incident, la
plus grande partie du problème de diffraction est déjà résolue en établissant les matrices
M1, M2 et MS.

Le cas le plus intensivement étudié dans la littérature est l’incidence classique β = 0.
On peut vérifier aisément que lorsque β = 0 la matrice du système (3.59) se scinde en
deux sous-matrices sur la diagonale, chacune opérant séparément sur les amplitudes TM
(Ae

m, B
e
m) et TE (Ah

m, B
h
m). Le "sous-modèle" TM est mathématiquement équivalent au

modèle développé par Barbara et al. [87] pour le visible et le proche infrarouge. Dans
cette dernière référence on a également comparé le modèle avec l’expérience, et un accord
satisfaisant est obtenu. Le sous-modèle TE est équivalent au travail de Wirgin et Lopèz-
Rios [86], dans lequel on a étudié l’amplification Raman du champ proche des réseaux
métalliques.

Pour inverser numériquement le système (3.59), il faut tronquer les sommes infinies
sur les ordres de Rayleigh, et il faut garder un nombre fini de modes guidés dans les fentes.
Tel qu’il est écrit, le système (3.59) permet d’une part de traiter un nombre N d’ordre de
Rayleigh, indépendant du nombre des modes guidés. En plus, la matrice du système reste
carrée, même si le nombre Me de modes TM est différent du nombre Mh de modes TE,
ce qui permet une plus grande flexibilité numérique par rapport aux approches publiées
précédemment.
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Pour la structure du vecteur de droite, remarquons qu’on l’a construit de telle manière
que les lignes 1 et 3 correspondent à un champ provenant de la région III, alors que les
lignes 2 et 4 correspondent à un champ provenant de la région I.

Note sur la matrice MS

Les sommes infinies qui interviennent dans la matrice MS sont une généralisation des
sommes "S±nm" introduites dans la référence [87] et la grandeur "f" de la référence [94],
pour le cas d’incidence arbitraire sur un système multicouche.

La structure de ces expressions suggère une interprétation simple. Considérons, par
exemple, la somme See

a(m′m) (équation (3.62)). On a déjà remarqué que les quantités I±nm

sont les constantes de couplage entre le mode guidé TMm et l’ordre de Rayleigh n. Le
coefficient See

a(m′m) n’est alors rien d’autre que le couplage entre le mode TMm et le mode
TMm′ via les interactions avec tous les ordres de Rayleigh dans le substrat S. Ce couplage
dépend de la direction du champ incident (via les coefficients αn et β).

Remarquons aussi qu’en incidence classique β = 0 le couplage entre les polarisations
TM et TE disparaît, comme attendu.

Dans l’écriture des sommes "la petite quantité" η intervient en dénominateur, et il peut
sembler que les sommes divergent à la limite η → 0. En fait il s’agit d’un artifice de calcul.
Soit par exemple les réflectivités ρen

Ma et ρhn
Ma intervenant dans la somme See

a(m′m)(3.62) :

ρen
Ma =

ηεa − γan

ηεa + γan

, ρhn
Ma =

1− ηγna

1 + ηγna

(3.69)

Alors les quantités suivantes :

1 + ρen
Ma

η
=

2εa

ηεa + γan

,
1− ρhn

Ma

η
=

2γan

1 + γanη
(3.70)

sont bien définies à la limite η → 0. On peut montrer que tous les quantités inter-
venant dans les sommes sont aussi bien définies. L’écriture de η en dénominateur donne
l’avantage d’utiliser facilement les réflectivités composites (de type Ren

MM2
,...), simplifiant

de beaucoup le traitement des systèmes multicouches.

3.2.4 Réflexion et transmission sur le réseau

On définit ici les coefficients de transmission et de réflexion en énergie pour le champ
diffracté. Ce sont ces grandeurs qu’on mesure dans les expériences d’optique traditionnelle.
Dans les expériences d’optique THz, qui seront décrites dans le paragraphe 3.5, on mesure
aussi l’amplitude et la phase du champ.

Soit SI
z la composante selon Oz du vecteur du Poynting dans le région I (substrat

infini de constante εa). Sa valeur moyenne sur une période s’écrit :

1

d

∫ d

0

SI
zdx = −Sinc

z +
∑
n∈Z

SI
nz (3.71)
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avec −Sinc
z la composante selon Oz du vecteur de Poynting de l’onde incidente et SI

nz

les composantes correspondant à l’ordre n réfléchi. Ces grandeurs s’expriment en fonction
des amplitudes Re,h

an et ue,h :

Sinc
z =

ωε0

k0

Re(γa)
εa|ue|2 + |uh|2

α2 + β2
+
ωε0

k0

Im(γa)
2Im(εau

eRe∗
a0 + uhRh∗

a0)

α2 + β2
(3.72)

SI
nz = ωε0Re(γan)

εa|Re
an|2 + |Rh

an|2

α2
n + β2

(3.73)

Le seconde term de l’équation (3.72) traite le cas ou l’onde incidente est une onde
évanescente, le flux incidente apparaît alors par le mécanisme décrit dans le paragraphe
1.4.2.

En analogie avec la réflexion sur une interface plane entre deux diélectriques, il est
naturel alors de définir des coefficients de réflexion Rn en énergie :

Rn =
SI

nz

Sinc
z

(3.74)

De la même façon, en considérant le champ T e,h
an dans le substrat infini M2, on peut

calculer les vecteurs de Poynting dans les ordres transmis, lorsque le substrat est un milieu
non-absorbant :

SM2
nz = ωε0Re(γM2n)

εa|T e
M2n|2 + |T h

M2n|2

α2
n + β2

(3.75)

On définit le coefficient de transmission Tn en énergie pour l’ordre n :

Tn =
SM2

nz

Sinc
z

(3.76)

Si le système est non-absorbant, la conservation de l’énergie impose :∑
n∈Z

(Rn + Tn) = 1 (3.77)

ce qui peut constituer un critère de pertinence pour les amplitudes du champ obtenues
numériquement. Pour un système à pertes la somme des coefficients Rn et Tn doit être
inférieure à l’unité.

En pratique, on doit d’abord inverser numériquement le système linéaire (3.59) pour
obtenir les amplitudes (Ae

m, B
e
m, A

h
m, B

h
m) des modes dans les fentes. Ensuite les équations

(3.51) et (3.52) permettent de remonter jusqu’aux ordres de Rayleigh, intervenant dans
les définitions de Rn et Tn. Pour les ordres réfléchis on obtient :

Re
n = −ρe

Mau
eδ0n − ηtenMa

αnΣx
an + βΣy

an

2
(3.78)

Rh
n = −ρh

Mau
hδ0n − thn

Ma

βΣx
an − αnΣy

an

2
(3.79)
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On a introduit ici les transmissivités métal-diélectrique à l’approximation d’impédance
de surface :

tenMa =
2

η(γna + ηεa)
, thn

Ma =
2

1 + ηγna

(3.80)

Pour les ordres transmis, le calcul est un peu plus long, car il faut prendre en compte
la traversée des couches ; finalement on obtient :

T e
n = ηT en

MM2

αnΣx
kn + βΣy

kn

2
(3.81)

T h
n = T hn

MM2

−βΣx
kn + αnΣy

kn

2
(3.82)

avec T en
MM2

et T hn
MM2

les transmissivités composites métal M -milieu M2, obtenues avec
la recette du paragraphe 2.2.2.

Remarquons que les coefficients de transmissivité et de réflectivité métal-diélectrique
(comme par exemple tenMa et thn

Ma) n’ont pas une signification physique directe, contraire-
ment aux grandeurs correspondantes au cas d’une interface diélectrique-diélectrique. La
raison est qu’à l’approximation d’impédance de surface, on ne connaît pas (ou on connaît
mal) le champ à l’intérieur du métal. Ces grandeurs sont pour le moins utiles pour la
formulation compacte du problème réseau-multicouche.

D’après les équations (3.78), (3.79), (3.81) et (3.82), on pourrait voir le réseau comme
une couche avec des propriétés électromagnétiques moyennes, qui dépendent de l’ordre n
diffracté. Par exemple, d’après l’équation (3.78) le champ moyen pour la polarisation TM
à l’interface substrat S - réseau est :

η
αnΣx

an + βΣy
an

2
(3.83)

Les champs moyens de ce type interviennent dans les équations au même titre que les
couples d’ondes planes contra-propageantes dans une couche du système multicouche, ce
qui simplifie le traitement mathématique du problème.

Les grandeurs Tn et Rn ont, quant à elles, une signification physique claire, ce qui les
rend utiles pour la discussion de la physique du réseau métallique.

3.3 Modes propres de la cavité complexe

3.3.1 Equation pour les modes propres

Nous avons vu dans le chapitre 2 que les modes propres d’un système multicouche
sont obtenus comme les pôles de la réflectivité composite du système (paragraphe 2.2.3).
De manière générale, la même démarche s’applique aux systèmes avec un réseau, comme
celui de la figure 3.2. Les modes photoniques de ces systèmes peuvent être obtenus comme
les pôles des coefficients de transmission et réflexion définis dans le paragraphe 3.2.4.
Comme dans le cas d’un système multicouche, la présence des modes ouvre des voies
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(a) (b)

Fig. 3.5 – (a) Image du réseau métallique en Argent utilisé par Ebbesen dans ses expé-
riences de transmission extraordinaire. (b) Spectre de transmission à travers le réseau de
la figure (a). Les images sont tirées de la référence [95].

supplémentaires pour l’acheminement de l’énergie d’un dipôle rayonnant au voisinage de
ces structures [90].

Du point de vue mathématique, les coefficients Rn et Tn seront tous inversement
proportionnels à la quantité |det(M1 + MSM2)|2. Les pôles complexes correspondants
aux modes photoniques sont alors donnés par l’équation :

det(M1 +MSM2) = 0 (3.84)

D’un autre point de vue, les modes propres du système correspondent aux solutions
pour un vecteur de droite nul ; pour avoir des solutions non triviales la matrice du système
doit être singulière, d’où la condition (3.84).

L’équation (3.84) fixe le lien entre la fréquence ω et le vecteur d’onde de l’onde incidente
kP , et fournit donc la relation de dispersion du système. Comme dans le paragraphe 2.2.3,
la fréquence ω obtenue est en général une quantité complexe, la partie réelle fournissant
la fréquence propre du mode, et la partie imaginaire étant liée à l’absorption (facteur de
qualité) du mode.

La recherche des zéros complexes de l’équation (3.84) n’est pas une tâche facile nu-
mériquement. En particulier, on doit être soigneux dans la définition des racines carrées
complexes pour les quantités γin [84]. Un exemple d’application de cette méthode pour
un cas particulier est donné dans le paragraphe 3.3.3.

3.3.2 Transmission extraordinaire de la lumière

Dans le domaine de l’optique, l’intérêt pour les réseaux métalliques à été récemment
ressuscité par la découverte du phénomène de la transmission extraordinaire de la lumière
(en polarisation TM), faite par T.W. Ebbesen en 1998 [96]. Dans cet article on décrit des
expériences avec un réseau rectangulaire de trous cylindriques perforés dans une mince
couche métallique en Argent (épaisseur ≈ 200 nm), posée sur un substrat de quartz (figure
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3.5(a)). Le diamètre des trous était de 150 nm, très faible par rapport aux longueurs d’onde
utilisées pour sonder la transmission à travers le réseau (200 nm 6 λ 6 1200 nm). La
transmission mesurée (figure 3.5(b)) était supérieure de plusieurs ordres de grandeur à la
valeur prédite par la théorie classique de Bethe, développée en 1944 [97].

Pour expliquer ce phénomène, on a d’abord évoqué l’excitation de plasmons de surface
[95], [98], point contesté car les fréquences des plasmons correspondaient plutôt aux mi-
nima de la transmission [99]. Un modèle théorique plus avancé à été proposé par Moreno
et al. en 2001 [100]. Dans ce modèle, on considère deux modes guidés contra-propageants
dans les trous. Les modes sont évanescents car les trous sont sub-longueur d’onde, leur
interférence engendre un flux de Poynting à travers les trous par le mécanisme décrit dans
le paragraphe 1.4.2.

Plus récemment, un modèle qui met en jeu la partie évanescente du champ, obtenu par
diffraction de l’onde plane incidente sur le trou semble bien rendre compte des observations
dans les réseaux métalliques et diélectriques, ces derniers ne soutenant pas de plasmons
de surface [101]. L’analyse du champ diffracté par le trou est analogue à l’analyse du
rayonnement dipolaire par la décomposition en ondes planes.

Les phénomènes dans les réseaux 2D ont sollicité l’étude des réseaux métalliques de
fentes rectangulaires, considérés comme systèmes modèles plus simples. Cependant, il
s’avère que la présence des modes guidés propagatifs dans les fentes rend leur étude légè-
rement plus complexe. La première étude dans le contexte des résultats d’Ebbesen à été
publiée par Porto et al. en 1999 [89] : il s’agit du modèle simple déjà mentionné. Dans cette
article on observe aussi une transmission extraordinaire, qu’on explique par l’excitation
des modes photoniques propres supportés par le réseau. Une étude plus approfondie de
ces modes, en termes de propriétés de dispersion, à été donnée par Collin et al. [102], [84].
Dans ces travaux, on distingue deux types de modes, qu’on appelle "modes horizontaux"
et "modes verticaux".

Pour illustrer le phénomène de transmission extraordinaire, considérons un réseau de
fentes entouré entièrement de l’air. Les paramètres du réseau sont ceux de la référence [89] :
période d = 3.5 µm, ouverture a = 0.5 µm et une épaisseur h variable. La transmission
d’ordre 0, en incidence normale (α = 0, β = 0), pour la polarisation TM, est tracée à
la figure 3.6, en fonction de la longueur d’onde, en utilisant les résultats de calcul de la
partie précédente. Trois valeurs de l’épaisseur sont utilisées : h = 1.2 µm, 3.0 µm et 5.0
µm. Les longueurs d’onde utilisées sont dans le proche infrarouge.

Le résultat est obtenu avec seulement le mode TMm=0 guidé dans les fentes. Nous
avons vérifié numériquement que l’inclusion des modes supplémentaires ne change pas les
courbes obtenues. Nos résultats sont identiques avec ceux de Porto et al. [89].

Sur la graphique on observe des maxima pour lesquels la transmission est très proche
de l’unité, ce qui est justement le phénomène de "transmission extraordinaire".

Lorsqu’on varie l’épaisseur h, le premier maximum, très fin, situé autour de λ = 3.8
µm, ne change quasiment pas de position. En outre, la longueur d’onde du maximum est
quasiment égale à la période de réseau (rappelons que d = 3.5 µm) :

λmax ≈ d (3.85)

Le maximum est ainsi situé au voisinage de l’apparition de l’ordre ±1 diffracté par
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Fig. 3.6 – Spectres de transmission dans le proche infrarouge pour une réseau de fentes
rectangulaires de période d = 3.5 µm, ouverture a = 0.5 µm, et d’épaisseur h variable.
Les courbes, obtenues avec notre modèle, sont identiques aux résultats de Porto et al. [89].

le réseau. Il est associé à l’excitation d’un "mode horizontal" du réseau, car des études
de la distribution de l’énergie électromagnétique montrent que le champ est localisé au
voisinage des surfaces horizontales du réseau pour cette longueur d’onde [94], [84] . La
présence de ce mode est parfois associé à l’excitation du plasmon de surface du métal ;
cependant la même résonance existe aussi dans le cas du métal parfait, qui ne supporte
pas des plasmons de surface.

Lorsqu’on augmente l’épaisseur du réseau, des résonances supplémentaires apparaissent.
On peut vérifier aisément que les longueurs d’onde de ces résonances λmax satisfont à la
condition :

d < λmax ≈
2h

n
, n = 1, 2, ... (3.86)

L’étude des cartes de champ électromagnétique montrent que le champ est concentré
à l’intérieur des fentes pour ces longueur d’onde. La condition (3.86) n’est rien d’autre
que la condition d’excitation des résonances Fabry-Perot à l’intérieur des fentes, associé
au mode TMm=0 qui est toujours propagatif17.

On peut comprendre, de manière très qualitative, l’existence de deux types de modes
grâce à la structure de la matrice du système (3.59). Nous avons vu que les modes photo-
niques du système sont donnés par les singularités de la matrice, décrites par l’équation
(3.84). Une première source de singularités est la matrice des sommes infinies MS. Consi-
dérons, pour simplifier, le cas du métal parfait η = 0, et remarquons que notre modèle
fournit une solution exacte des équation de Maxwell dans ce cas là.

17Pour avoir une expression plus stricte de type (3.86), il faut, bien évidement, inclure aussi les réflec-
tivités efficaces du mode TMm=0 sur les ouvertures des fentes
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Alors les quantités (3.70) intervenants dans la somme See
a(m′m) (équation (3.62)) de-

viennent :

1 + ρen
Ma

η
=

2εa

γan

,
1− ρhn

Ma

η
= 2γan (3.87)

La somme va clairement diverger sur l’anomalie de Wood γan = 0. Remarquons que
seulement la partie du champ TM est divergente, alors que la partie TE reste finie, ce
qui explique pourquoi ce type d’anomalies ne sont observées qu’en polarisation TM. On
peut alors associer les modes "horizontaux" aux singularités du champ qui apparaissent
lorsqu’un ordre radiatif devient évanescent en polarisation TM.

Toujours dans le cas du métal parfait, les quantités νe±
m (données par les équations

(3.55)) sont égales. Alors une condition suffisante pour que les matrices M1 et M2 soient
singulières est :

g2
m = e2iµmh = 1 (3.88)

qui n’est rien d’autre que la condition d’existence d’une résonance Fabry-Perot pour le
mode guidé d’indice m dans les fentes. Le mode TMm=0 étant toujours propagatif, il existe
toujours une épaisseur de réseau h pour que cette condition soit remplie en polarisation
TM. On vient de décrire les "modes verticaux", qui sont aussi un autre type d’anomalies
de Wood.

En conclusion, les résonances de transmission dans les réseaux de fentes métalliques
sont bien expliquées dans le cadre des résonances photoniques, propres à la géométrie
particulière du système.

3.3.3 Modèle simple avec un seul mode guidé TM

Nous avons tenté de trouver les modes photoniques du système à l’aide de l’équation
(3.84), dans le cas du modèle simple de Porto. Seulement le mode TMm=0 guidé est
alors retenu dans le développement modal. Dans ce cas là, l’équation de dispersion (3.84)
devient :

det

[
1 + See

k(00)ν
e−
0 g0(1− See

k(00)ν
e+
0 )

g0(1− See
a(00)ν

e+
0 ) 1 + See

a(00)ν
e−
0

]
= 0 (3.89)

Tout d’abord, on a recherché les modes photoniques pour la structure de l’article de
Porto [89], dont les paramètres sont h = 3.0 µm, a = 0.5 µm et d = 3.0 µm. Les résultats
de notre calcul sont donnés à la figure 3.7(a).

A la figure 3.7(b), on a représenté les résultats de l’article [89]. Strictement parlant, ces
résultats sont obtenus non pas par les zéros complexes du déterminant (3.89), mais par les
zéros réels de sa partie imaginaire. Sur la figure 3.7(a) avec nos résultats certaines branches
de dispersion sont absentes, bien que les fréquences des modes apparaissent presqu’aux
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(a) (b)

Fig. 3.7 – (a) Diagramme de dispersion des modes photoniques pour un réseau en or,
entouré de l’air, de paramètres h = 3.0 µm, a = 0.5 µm et d = 3.0 µm. Le diagramme
est obtenu par la recherche des zéros complexes de l’équation (3.89). (b) Diagramme de
dispersion pour le même réseau, comme fourni dans la référence [89]. Les résultats sont
obtenus par la recherche des zéros réels de la partie imaginaire du déterminant (3.89).

(a) (b)

Fig. 3.8 – (a) Diagramme de dispersion pour une cavité complexe, fermée par un réseau
en or : h = 0.4 µm, a = 7.5 µm et d = 15.0 µm, et constituée de couches de contact
Ca = Cb = 3 × 1018 cm−3, La = Lb = 0.3 µm et zone active d’épaisseur L = 0.8
µm, et un miroir (inférieur) d’or. La courbe noire est le repliement dans la première
zone de Brillouin de la dispersion du mode TM fondamental d’une cavité planaire de
mêmes paramètres. (b) Les pertes de propagation dans la structure. En noir : la courbe
correspondante pour la cavité planaire de mêmes paramètres.

mêmes endroits que celles de Porto. Nous attribuons les défauts de nos résultats à un
algorithme de recherche des zéros complexes insuffisamment performant18.

Sur les deux figures les modes "verticaux" apparaissent comme des bandes plates, alors

18Un algorithme très puissant, basé sur la théorie des fonctions analytiques, et bien adapté au problèmes
de ce type peut être trouvé dans la référence [80].
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que les modes horizontaux apparaissent au voisinage des repliements de la dispersion du
plasmon de surface dans la première zone de Brillouin.

A la figure (3.8)(a),(b) le méthode est extrapolé pour le cas d’une "cavité complexe",
qui contient les mêmes couches que les structures discutées dans le chapitre 2, mais avec
un réseau métallique en or à la place du miroir supérieur. Les paramètres de la structure
sont : réseau : h = 0.4 µm, a = 7.5 µm et d = 15.0 µm, cavité planaire : couches de
contact Ca = Cb = 3 × 1018 cm−3, La = Lb = 0.3 µm et l’épaisseur de la cavité est de
L = 0.8 µm. A la figure (3.8)(a) les relations de dispersion des modes sont tracées (points
en rouges), par comparaison avec le repliement de la dispersion du mode TM fondamen-
tal, dans la première zone de Brillouin, d’une cavité planaire ayant les mêmes couches (en
noir). L’épaisseur du réseau étant très faible par rapport à la longueur d’onde, seulement
des modes horizontaux sont présents. On observe l’ouverture de bandes photoniques in-
terdites au bord de la zone. A la figure (3.8)(b) l’absorption par propagation des modes
photoniques est tracée, par comparaison avec l’absorption dans la structure planaire. On
observe que les pertes sont supérieures dans la cavité hybride.

Les derniers calculs ne doivent être considérés qu’à titre d’illustration. En effet, pour
les paramètres du réseau métallique utilisé (rapport cyclique a/d de 50%), les calculs ne
convergent que pour un nombre de mode guidés dans les fentes supérieur à 5. Une autre
approche, développée dans le paragraphe suivant, permet d’obtenir une information plus
quantitative sur les phénomènes de diffraction dans ces structures.

3.4 Diffraction d’un mode de cavité par le réseau
Nous considérons ici les situations où le réseau modifie peu les modes guidés par le

système multicouche. Une approche perturbative est alors possible, dans laquelle on peut
calculer les pertes par diffraction subies par le mode guidé. Cette demarche est inspirée
par le travail de Xu et al. [103]. Dans cette référence, on a étudié une cavité complexe,
constituée de métal parfait et d’une couche de GaAs homogène. Le réseau est supposé
d’épaisseur nulle et le champ électromagnétique est obtenu par maillage des conditions
aux limites sur l’interface métal-diélectrique.

Nous reprenons ici le même problème, mais en appliquant la méthode modale, et
prenant en compte les différentes couches du dispositif. On considère la polarisation TM,
et une propagation non-oblique β = 0. Dans la pratique ceci est le cas d’un ruban laser
inter-sous-bande, suffisamment étroit par rapport à la longueur d’onde.

Tout d’abord on calcule le mode guidé de la cavité planaire comportant les mêmes
couches (le réseau est remplacé par une couche métallique homogène). On obtient ainsi
les amplitudes (P e

k0, Q
e
k0) d’ordre zéro dans la décomposition de Rayleigh. La démarche

consiste ensuite à écrire les équations de diffraction comme dans le paragraphe 3.2.3,
en annulant les termes de source extérieurs ue, et en se servant des amplitudes (P e

k0, Q
e
k0)

comme nouveaux termes de source. Les deux contraintes suivantes doivent être respectées :

1 + ρe0
MkR

e0
kM2

e2iγk0Lk = 0, Re
0 = 0 (3.90)

On aboutit alors à l’équation suivante pour les amplitudes (Ae
m, B

e
m) des modes guidés

dans les fentes :
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Fig. 3.9 – Fraction de la puissance extraite par un réseau en or Pout/P0 pour un dispositif
avec couches de contact d’épaisseur La = Lb = 0.3 µm et de dopage Ca = Cb = 3 × 1018

cm−3, et trois valeurs différentes pour l’épaisseur de la zone active L.

[
Sm

0

]
= (M1 +MSn6=0M2)TM

[
Ae

m

Be
m

]
(3.91)

Sm =
1

α
I0mεkQ

e
k0(1 +Re0

kM2
e2iγk0Lk) (3.92)

Dans la dernière équation, les matrices sont restreintes sur le cluster TM. En plus,
dans la matrice des sommes, tous les termes contenant l’indice de Rayleigh n = 0 sont
nuls.

Lorsqu’on résout l’équation de dispersion du mode, on trouve une fréquence complexe
ω = ω′ + iω′′ = f(α). Cependant dans l’équation (3.91) on a utilisé un champ non-amorti
Sm(ω′) comme source ; ceci revient à considérer un régime permanent dans lequel une
source externe (telle que le pompage électrique dans un laser) reconstitue l’énergie du
mode guidé. Ce point est important, car la definition des pertes par diffraction qui va
suivre n’a de sens qu’en régime permanent.

Dans la suite on posera Qe
k0 = 1 (rappelons que le mode est défini à une normalisation

près). On aura besoin de la composante Sx du vecteur de Poynting, moyennée sur la
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section du dispositif (la dimension transverse est prise comme égale à l’unité) :

Sx =
ω′ε0α|T e

kM2
eiγkLk |2∑

i Li

∑
i

Re{εi}Gi

|T e
iM2

eiγiLi|2
(3.93)

Les coefficients Gi sont introduits dans l’annexe A. La composante verticale du vecteur
de Poynting Sz, rayonnée dans le substrat S, et moyennée sur une période, est donnée
par

Sz =
∑
n6=0

Re(γan)
εa|Re

an|2

α2
n

(3.94)

Suivant la référence [103], on définit le coefficient de couplage du réseau C :

C =
Sz

Sx

(3.95)

Les pertes par diffraction par unité de longueur Ag sont alors données par [103] :

Ag =
C∑
i Li

(3.96)

Soient A les pertes par unité de longueur du mode guidé dans le système multicouche,
obtenues par exemple par l’expression (2.22), et P0 la puissance rayonnée dans le mode.
Alors la puissance Pout découplée par le réseau s’écrira [104] :

Pout = P0
Ag

Ag + A
(3.97)

A la figure 3.9 on a tracé la fraction de la puissance extraite Pout/P0 du mode TM
fondamental en fonction de la fréquence, pour une cavité complexe, pour trois épaisseurs
L différentes de la région active de la cavité : L = 10 µm, 5 µm et 1 µm. La cavité possède
des couches de contact d’épaisseur La = Lb = 0.3 µm et de dopage Ca = Cb = 3 × 1018

cm−3. Le réseau possède les paramètres du paragraphe précédent : h = 0.4 µm, a = 7.5
µm et d = 15.0 µm. Pour obtenir la convergence, on a utilisé M = 9 paires de modes
guidés dans les fentes et 2×N + 1 = 41 ordres de Rayleigh.

Le rapport Pout/P0 reste faible devant 1, ce qui justifie à posteriori l’approche per-
turbative. Cependant, ce rapport reste élevé par rapport à la grandeur T/αl qui mesure
l’extraction de la puissance par la tranche de la cavité (paragraphe 2.4.2, équation (2.57)),
notamment pour les cavités de faible épaisseur.

Les résultats numériques montrent une ouverture des fenêtres d’extraction de largeur
d’environ 2 THz. La n-ième fenêtre correspond à la condition que la composante γan soit
un nombre réel. En plus, connaissant l’indice effectif du mode neff , introduit dans le
paragraphe 2.2.4, on peut vérifier facilement que les fenêtres sont centrées autour d’une
fréquence νc donnée par :

νc =
c

dneff

(3.98)
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(a) (b)

Fig. 3.10 – (a) Image par microscopie électronique du réseau métallique fabriqué au LPN,
pour les expériences en transmission et réflexion dans le domaine THz. Le réseau a une
épaisseur de h = 400 nm, période d = 100 µ et ouverture a = 50 µm. Il est déposé sun un
substrat Si d’épaisseur L = 450 − 500 µm. (b) Dispositif expérimental pour les mesures
THz résolues en temps [106].

Ce résultat est compatible avec la théorie habituelle des réseaux de diffraction de
second ordre [105]. En particulier, on voit sur la figure 3.9 que pour la cavité la moins
épaisse L = 1 µm, la fenêtre d’extraction se déplace vers les basses fréquences, ce qui est
consistant avec les résultats du paragraphe 2.2.4, selon lesquels l’indice effectif du mode
augmente lorsque l’épaisseur de la cavité diminue.

Sur la figure 3.9 on voit également que la puissance extraite de la cavité ne suit pas
une évolution monotone avec l’épaisseur de la cavité ; notamment l’extraction de la cavité
est maximale pour la cavité d’épaisseur L = 5 µm. On peut expliquer ce comportement
par le fait que si les pertes par diffraction Ag augmentent globalement lorsque l’épaisseur
de la cavité diminue, les pertes par propagation A augmentent aussi, mais pas à la même
vitesse ; le rapport Ag/A suit alors une évolution non-monotone.

Nous avons également vérifié que pour une cavité d’épaisseur donnée le rapport Pout/P0

augmente lorsque l’ouverture du réseau a augmente, ce qui est consistant avec les résultats
de la référence [103].

On peut facilement modifier le modèle pour inclure les effets du gain d’un milieu
laser (il suffit pour cela de modifier l’expression de la constante diélectrique de la zone
active ε1). Elle peut être ainsi mise en oeuvre pour l’optimisation des dispositifs laser. La
nature semi-analytique du modèle permet une exploration plus rapide et efficace d’une
large gamme de paramètres de conception par rapport à une modèle FDTD [73], avec une
meilleure compréhension des effets physiques en jeu.

3.5 Vérification expérimentale dans le domaine THz
Le modèle présenté dans le paragraphe 3.2 à été testé expérimentalement par des

mesures de transmission et réflexion dans le domaine THz. L’échantillon, fabriqué par
C.Minot au LPN est montré à la figure 3.10(a). Il s’agit d’un réseau métallique en or,
déposé sur un substrat de silicium à haute résistivité (les effets du dopage sont ainsi
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évités). Les paramètres du réseau sont : période d = 100 µm, ouverture a = 50 µm,
épaisseur h ≈ 400 nm. L’épaisseur L du substrat est L = 450 − 500 µm. La surface de
l’échantillon est de plusieurs centimètres carrés.

Les mesures ont été effectuées dans l’équipe de J.L. Coutaz dans la laboratoire LAHC
de l’Université de Savoie. Le dispositif expérimental pour la mesure de la transmis-
sion/réflexion dans le domaine THz est montré à la figure 3.10(b) [106]. Il s’agit d’un
dispositif typique pour des mesures THz résolues en temps. Il est constitué d’un émetteur
et d’un récepteur THz, qui sont des photocommutateurs à base de GaAs, épitaxié à basse
température, et excité par un laser Ti-Saphir femtoseconde [107], [108]. L’émetteur fournit
des impulsions électromagnétiques dont le spectre s’étend de 0.1 à 4 THz. Après la tra-
versée de l’échantillon au point A ou B (figure 3.10(b)), le profil temporel de l’impulsion
est sondé dans le récepteur par un faisceau dérivé du faisceau laser principal et retardé,
sur une plage temporelle typique de 150 ps. Le spectre de transmission est ensuite extrait
par une transformée de Fourier, avec une résolution de quelques GHz.

Plusieurs mesures, en transmission et réflexion, et sous plusieurs angles, ont été effec-
tués sur l’échantillon. A la figure 3.11(a),(b) on a représenté les résultats pour la trans-
mission de l’ordre 0 à travers le réseau, pour une polarisation TM, en incidence classique,
sous un angle de 25̊ . Le spectre à été obtenu entre 0.1 et 2.2 THz. Pour bien représenter
les résultats sur la figure, le spectre est séparé en deux parties, entre 0.1 et 1 THz (figure
3.11(a)) et entre 1.0 et 2.2 THz (figure 3.11(b)).

Les résultats expérimentaux sont représentés par la courbe noire. En rouge on a tracé
la transmission T0 à travers le réseau, comme fournie par le modèle numérique. L’épaisseur
exacte du substrat, ainsi que la valeur n1 de l’indice de réfraction du Si pour les fréquences
THz sont considérés comme paramètres ajustables. Le meilleur accord avec l’expérience
est obtenu pour les valeurs L = 475 µm et n1 = 3.47. Dans le calcul, on a retenu Me = 5
modes guidés TM dans les fentes et 2 × N + 1 = 41 ordres de Rayleigh, pour obtenir
la convergence. En fait l’expérience fournit non pas la transmission en énergie T0, mais
l’amplitude du champ électrique de l’onde, à partir de laquelle on a obtenu la transmission
en énergie pour les comparaisons avec le modèle théorique, en prenant le module au carré
de l’amplitude.

Pour le réseau de période d = 100 µm on a calculé les fréquences correspondant aux
ordres diffractées par le réseau. Sur la figure 3.11 on a représenté les ordres ±1 et ±2 de
diffraction dans le substrat. Les ordres correspondants à la diffraction dans l’air ne sont
pas représentés, car leurs fréquences sont > 2.0 THz.

L’aspect le plus marquant des spectres de la figure 3.11 est le caractère oscillatoire
de la transmission en fonction de la fréquence. Ces oscillations sont dues à la présence
du substrat, dont l’épaisseur est comparable avec les longueurs d’onde sondées. Avant la
fréquence ν−1 = 0.78 THz du premier ordre diffracté, on a un phénomène classique des
oscillations Fabry-Perot de la transmission. Les minima/maxima de la transmission sont
séparés par une distance de ≈ 0.09 THz, ce qui est en accord avec la valeur théorique
obtenue par la formule ∆νFabry-Perot = c/(2n1L).

Remarquons qu’en vertu de la loi de Descartes, l’angle de propagation dans le substrat
θ1 et lié à l’angle d’incidence θ selon la formule sin θ1 = sin θ/n1. A cause de la valeur
élevée de l’indice n1 = 3.47 la propagation dans le substrat se fait toujours pratiquement
sur la normale.
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(a)

(b)

Fig. 3.11 – Spectres de transmission en énergie de l’échantillon de la figure 3.10(a) (en
noir), superposés avec les spectres théoriques pour un substrat d’épaisseur L = 475 µm et
d’indice n1 = 3.47, pour une onde incidente sous un angle de 25̊ . Le spectre est divisé en
deux partie : (a) de 0.1 à 1 THz et (b) de 1.0 à 2.2 THz.
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Fig. 3.12 – Les trois familles de fréquences (3.100), (3.102) et (3.104) tracées en fonction
de l’index entier P . Les fréquences expérimentales (en ronds bleus) sont superposés avec
les fréquences théoriques.

En régime de diffraction, il y a beaucoup plus de minima/maxima, et leur nombre
varie en fonction de la fréquence. Comme on le voit sur la figure 3.11, la variation de la
densité des minima/maxima par intervalle de fréquence est corrélée avec l’apparition des
ordres diffractés.

Pour comprendre l’origine des variations de la transmission nous allons considérer le
cas de l’incidence normale θ = 0. Dans la décomposition de Rayleigh du champ dans le
substrat, considérons les ordres 0 et ±1, qui sont les seules ondes propagatives dans cette
gamme de fréquences :

P0e
ik0n1z +Q0e

−ik0n1z + (P1e
iγ1z +Q1e

−iγ1z)e
±i2πx

d (3.99)

avec une origine de phase prise en z = 0, qui sera l’interface réseau-substrat. Les ordres
±1 sont dégénérés en incidence normale.

On peut comprendre l’évolution des ondes radiatives dans le substrat en termes de
rayons lumineux, qui effectuent plusieurs allers-retours entre les interfaces, après des ré-
flexions et diffractions multiples. Par exemple, un rayon d’ordre 0, se propageant vers le
réseau, peut devenir, après réflexion et diffraction sur le réseau, un rayon d’ordre ±1, et
vice versa.

La condition d’interférence constructive des rayons d’ordre 0, qui ne subissent que des
réflexions, fournit une famille de fréquences pour les maxima de transmission possibles :

ν0(P ) = P
c

2n1L
, P ∈ N (3.100)

Maintenant considérons un aller-retour dans le substrat d’un rayon d’ordre 0, qui
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devient rayon d’ordre +1 après diffraction et réflexion sur le réseau. La condition d’inter-
férence constructive entre le rayon d’ordre 0 et le rayon d’ordre +1, après l’aller-retour,
s’écrira :

L(γ1 + n1k0) = 2πP (3.101)

On peut montrer facilement que cette condition mène à la famille de fréquences sui-
vante :

ν0±1(P ) = ν0(P ) +
∆2

4ν0(P )
(3.102)

avec ν0(P ) toujours donné par la formule (3.100) et ∆ dénotant la quantité :

∆ =
c

n1d
= 0.865 THz (3.103)

De même, la condition d’interférence constructive entre deux rayons d’ordre ±1 fournit
la famille :

ν±1±1(P ) =
√
ν0(P )2 + ∆2 (3.104)

A la figure 3.12 on a tracé les fréquences des maxima comme fournies par les trois
familles écrites plus haut, en fonction du nombre entier P . Les fréquences obtenues sont
comparées aux valeurs expérimentales, tirées d’un spectre en incidence normale θ = 0
non représenté ici. Les fréquences expérimentales se répartissent bien sur les branches
des trois familles, montrant un bon accord entre les observations et le modèle simple des
interférences.

Jusqu’à maintenant on n’a expliqué que les maxima de la transmission. Les minima
de la transmission s’expliquent de manière analogue ; ces minima correspondent en fait
aux modes guidés du système substrat-réseau.

En conclusion, on a un très bon accord entre l’expérience et les calculs de diffraction
développés dans les paragraphes précédents. Un modèle simple qui explique les maxima
dans les courbes de transmission en termes d’interférences entre rayons réfléchis et dif-
fractés permet de comprendre qualitativement les résultats.



100 Chapitre 3. Diffraction sur un réseau de fentes métalliques



Chapitre 4

Source en microcavité complexe

4.1 Rétrospective des travaux existant dans la littéra-
ture

Outre que la proposition fondatrice de Purcell [1], qui démontre que la dynamique de
désexcitation d’un dipôle dépend de son environnement électromagnétique, un dévelop-
pement considérable à été inspiré ces dernières années par le travail de Eli Yablonovitch
publié en 1987 [109]. Yablonovitch propose de placer la source dipolaire dans un mi-
lieu dont la constante diélectrique est modulée périodiquement à l’échelle de la longueur
d’onde, dans les trois directions de l’espace. Le "cristal photonique" ainsi obtenu pourrait
posséder une bande interdite photonique omnidirectionelle, ce qui permettrait l’inhibi-
tion totale de l’émission spontanée de la source à cause de l’absence de densité d’états
disponibles pour le rayonnement.

De manière plus générale, en plaçant un dipôle au voisinage d’un objet structuré
périodiquement, on peut obtenir à la fois une modification de la dynamique de la source,
et une redistribution de l’énergie électromagnétique rayonnée dans le champ lointain de la
source. Ces deux effets sont conditionnés d’une part par la géométrie de l’environnement
de la source : par exemple sa structuration périodique peut servir à redistribuer la densité
d’états, et d’autre part par sa nature électromagnétique : ainsi des objets métalliques ou
autres à forte densité de charges libres peuvent supporter des modes plasmons de surface,
ce qui modifie aussi la densité d’états du rayonnement.

La grande quantité de travaux qui existent dans la littérature, et qui exploitent ces
deux effets, peut être classifiée en deux courants. Dans le premier on s’intéresse à l’émission
d’une source placée au voisinage d’un objet diélectrique ou métallique unique, de taille
comparable ou inférieure à la longueur d’onde rayonnée (il s’agit d’un "nano"-objet pour
les longueurs d’onde dans le visible). Ces études sont menées dans le contexte de la
spectroscopie Raman par l’exaltatée par la surface19 (voir, par exemple [110], [111],[112],
[113]). L’idée est d’exploiter le renforcement du champ électrique produit par la diffraction
d’une onde plane incidente sur un point ou un coin nanoscopique [114]. La modification
de l’émission spontanée d’une source située au voisinage d’une pointe ou d’un coin est

19L’acronyme anglais SERS est plus explicite : Surface Enhanced Raman Spectroscopy.
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également étudiée dans la littérature par différentes méthodes théoriques [115], [116], [117],
[118], [119]. La modification de l’émission par effets d’excitation des plasmons de surfaces
portés par des nano-sphères métalliques était aussi envisagée [120], [121]. La redistribution
du rayonnement d’une molécule unique au voisinage des nano-objets métalliques à été
récemment mise en évidence expérimentalement par Gersen et al. [122].

Dans le deuxième courant, plutôt que des objets uniques, on considère des milieux
structurés périodiquement à l’échelle de la longueur d’onde. L’une des premières explo-
rations théoriques dans cet esprit est le travail de Agarwal et Kunasz [123]. Les auteurs
considèrent un dipôle émettant au voisinage d’une surface de profil arbitraire. Ils calculent
la puissance rayonnée par la source en utilisant la décomposition en ondes planes et en
considérant que le profil est une faible perturbation à la surface plane (dans cette approxi-
mation la surface apparaît comme ayant un profil sinusoïdal). Le contexte de l’étude est
la conversion des modes de plasmons de surface en ondes radiatives. Plus tard Leung et al.
[124] ,[125], [126] utilisent la même méthode pour calculer la dynamique de la source au
voisinage des surfaces ou couches fines au profil de sinusoïdes. Une étude expérimentale
des temps moléculaires de désexcitation des molecules au voisinage d’une couche mince
sinusoïdale fut donnée par Amos et Barnes en 1999 [127].

Dans les années 90, Suzuki et Yu effectuent une série d’études tant théoriques qu’ex-
périmentales sur l’émission d’une source dipolaire dans des structures photoniques 2D et
3D. Dans leur article de 1995 [128] ils calculent la puissance rayonnée par une source
à l’intérieur d’un cristal photonique diélectrique en réseau cubique face centrée. Ils dé-
montrent l’inhibition totale de l’émission spontanée dans la bande photonique interdite,
prédite par Yablonovitch, ainsi qu’une renforcement de l’émission au voisinage des bords
de bande. Leur travail de 1996 [129] est une comparaison entre la théorie et l’expérience
pour un réseau carré de cylindres diélectriques, dans le domaine des micro-ondes.

Plus récemment, des résolutions exactes pour la puissance émise d’une source dans une
structure diélectrique comportant des fentes ou des plots diélectriques de périodicité 1D
et 2D ont été données, par exemple par Rigneault et al. [45] et Delbeke et al. [130]. Leurs
méthodes numériques sont basées sur la décomposition en ondes planes, la matrice de
diffusion et la méthode RCWA. Le contexte des études était l’optimisation de l’extraction
de la lumière émise par les diodes lasers. Il existe également de nombreux travaux récents
expérimentaux sur le problème de l’extraction de la lumière et de la modification de
l’émission spontanée : Borodisky et al. [131], Fehrembach et al. [132], etc. pour le domaine
optique, Lee at al. [133], Colombelli et al. [75] pour le proche et moyen infrarouge.

Dans notre article de 2005 [90], nous avons étudié l’émission d’une source ponctuelle au
voisinage d’un réseau de fentes métalliques suspendu dans l’air. La diffraction par le réseau
était calculée par la version simplifiée de la méthode modale de Porto et al. [89]. Dans
cet article, nous fournissons des résultats à la fois sur le champ rétro-réfléchi, la puissance
émise et la distribution de l’intensité du champ lointain. Le domaine de fréquences est
l’infrarouge proche et lointain. L’étude qui va suivre est d’abord une généralisation du
modèle présenté en [90], qui ensuite sera adapté aux dispositifs THz.
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4.2 Position du problème
Le dispositif auquel on s’intéresse est décrit à la figure 4.1(a). Il s’agit de la "cavité

complexe", décrite dans le chapitre 3, comportant un réseau de fentes métalliques qui
servira à découpler le rayonnement inter-sous-bandes perpendiculairement à la surface
du dispositif. Comme dans le chapitre 3 les paramètres principaux du réseau sont : sa
période d, l’ouverture entre les fentes a et l’épaisseur des fentes h. Cette fois-ci une source
dipolaire se trouve à l’intérieur de la cavité.

Une image par microscope électronique d’un dispositif typique est montrée à la figure
4.1(b). Cette image donne les dimensions typiques : une ouverture du réseau a = 7.5 µm,
période d = 15.0 µm, épaisseur du réseau h = 0.4 µm. L’ensemble de la cascade quantique
avec les couches de contact a une épaisseur typique de quelques microns. La largeur typique
du dispositif est de 200 µm. Dans les modélisation présentées ici le dispositif sera considéré
comme infini dans le plan Oxy (voir figure 4.1(a)).

Le problème électromagnétique à résoudre consiste à déterminer le champ électroma-
gnétique crée par le dipôle ponctuel et vertical en tout point de l’espace. En particulier, on
s’intéressera à la puissance électromagnétique rayonnée par la source à travers le réseau,
qui est dans le domaine THz la quantité observable expérimentalement. On cherchera
l’emprunte de la modification du taux d’émission de la source dans l’évolution de la puis-
sance avec la réduction de l’épaisseur de la cavité20. Connaissant le champ dans tout
l’espace, on pourra également calculer le champ rétro-réfléchi sur le site du dipôle, qui
fournit le taux d’émission spontanée total.

Du point de vue mathématique il s’agit de trouver les solutions des équations de
Maxwell pour le champ électrique E et magnétique H21 :

∇× E− iωµ0H = 0

∇×H + iωε0ε(r)E = −iωpδ(r− r0)
(4.1)

en tenant compte des conditions aux limites, qui sont comme dans le chapitre 3 la
continuité des composantes du champ parallèles aux interfaces diélectrique-diélectrique et
la condition aux limites d’impédance de surface (3.26) sur les faces métalliques. Ici r0 est
le vecteur position du dipôle qui se trouve dans un milieu diélectrique et homogène de
constante diélectrique ε(r ≈ r0) = ε1. On peut toujours séparer les champs E et H dans
la couche du dipôle ε1 en deux parties :

E = Edip + Er

H = Hdip + Hr

(4.2)

Le couple (Edip,Hdip) décrit le champ rayonné par le dipôle dans un diélectrique
homogène et infini de constante ε1, déjà décrit dans le paragraphe 1.3.3 du chapitre 2.

20Voir la figure 2.11(a) pour le cas de la cavité planaire.
21Les deux autres paires d’équations de Maxwell sont satisfaites automatiquement, car les champs

auxquels on a affaire sont transverses.
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(a)

(b)

Fig. 4.1 – (a) Schéma du dispositif étudié dans ce chapitre. Il est constitué d’une cascade
quantique avec ses couches de contact en sandwich entre un miroir métallique et un réseau
métallique qui servira à découpler le rayonnement inter-sous-bande. Sur le schéma on a
également indiqué les notations qui seront utilisées pour les équations présentées dans le
paragraphe 4.3. Les notations des paramètres du réseau sont les mêmes que dans le cha-
pitre 3. La structure est considérée comme infinie dans le plan Oxy. Comme l’invariance
par translation dans la direction Ox est brisée, la position du dipôle à l’intérieur de la cas-
cade quantique est maintenant repérée par deux paramètres : x0 et L1. (b) Photographie
par microscope électronique d’un dispositif réel. Le réseau est constituée pour ce dispositif
par un alliage Au-Ge-Ni. Le miroir inférieur est la couche grise sur laquelle est "posé"
le dispositif. Il est constitué d’un alliage Au-In. Plus de précisions sur la fabrication sont
données dans la deuxième partie du manuscrit. Cette photographie est destinée à don-
ner une idées sur les ordres de grandeur des paramètres de la cavité complexe pour les
dispositifs réels.
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En remplaçant cette décomposition dans les équations de Maxwell (4.1) on trouve que
le couple (Er,Hr) satisfait les équations de Maxwell homogènes, sans seconde membre.
Ce champ est engendré par la présence des parois de la cavité et il apparaît comme une
correction sur le champ du dipôle libre. Il intervient, en particulier, dans la formule pour
le taux d’émission spontanée par le champ rétro-réfléchi.

Les équations de Maxwell, ainsi que les conditions aux limites sont linéaires. La stra-
tégie sera d’utiliser la décomposition en ondes planes du champ du dipôle libre du para-
graphe 1.3.3 pour réduire le problème à celui de la diffraction par la cavité complexe d’une
onde plane en incidence arbitraire : problème déjà traité dans le chapitre 3. Le champ
total rayonné par le dipôle sera reconstitué ensuite par une intégration numérique sur les
ondes planes diffractées. Ce travail est effectué dans le paragraphe 4.3.

Les résultats numériques sont présentés et discutés dans le paragraphe 4.4

4.3 Dipôle vertical en cavité complexe

4.3.1 Décomposition en sources quasi-périodiques

Rappelons que le champ du dipôle admet ψdip la décomposition en ondes planes sui-
vante (voir équation (1.66) du paragraphe 1.3.3) :

ψdip =

∫ ∞

−∞
dβ

∫ ∞

−∞
dαu(α, β)ei(αx+βy+γz) (4.3)

(pour simplifier on considère une seule direction de propagation). Chaque onde plane
u(α, β) de cette décomposition est diffractée sur le réseau et le champ résultant se présente
sous la forme d’une décomposition de Rayleigh (3.6). Après la resommation sur toutes les
ondes planes on obtient le champ total de la forme :

ψ =

∫ ∞

−∞
dβ

∫ ∞

−∞
dα

∑
n∈Z

Rn(α, β)ei(αnx+βy+γnz), αn = α+ n
2π

d
(4.4)

Dans cette décomposition le nombre α varie de −∞ à +∞. Il faut explorer alors une
grande plage des paramètres pour décrire le champ électromagnétique. Il existe une autre
décomposition [45], appelée décomposition en sources quasi-périodiques, pour laquelle le
nombre α est restreint à varier dans la première zone de Brillouin du réseau −π/d ≤ α ≤
π/d. Pour l’obtenir on divise le domaine d’intégration en segments [2πk/d−π/d, 2πk/d+
π/d]. Dans le segment k on effectue le changement de variable α → α − 2πk/d pour
obtenir :

ψ =

∫ ∞

−∞
dβ

∫ π/d

−π/d

dα
∑

n

∑
k

Rn(α−k, β)ei(αn−kx+βy+γn−k)z (4.5)

Avec le changement de l’indice m = n− k les sommes peuvent être réorganisées sous
la forme :

ψ =

∫ ∞

−∞
dβ

∫ π/d

−π/d

dα
∑
m

∑
n

Rn(αm−n, β)ei(αmx+βy+γmz) (4.6)
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Introduisons alors des nouvelles amplitudes "quasi-périodiques" :

R̃m(α) =
∑

n

Rn(αm−n) (4.7)

et alors on obtient une nouvelle décomposition de Rayleigh :

ψ =

∫ ∞

−∞
dβ

∫ π/d

−π/d

dα
∑
m

∑
n

R̃m(α, β)eiαmx+iβy+iγmz (4.8)

dans laquelle les variables α et β sont contraintes de varier dans la première zone
de Brillouin du réseau. C’est cette décomposition (4.8) qui est appelée "décomposition
en sources quasi-périodiques". La formule (4.7) donne le lien entre les amplitudes quasi-
périodiques et les amplitudes ordinaires.

Appliquons cette décomposition au champ du dipôle (4.3). La seule composante de
Rayleigh est la composante d’ordre 0, u(α). Avec (4.7) on obtient les amplitudes quasi-
périodiques :

ũm(α) = u(αm) (4.9)

L’ensemble des sources ũm(α) constitue une source quasi-périodique, car le changement
de variable α→ α+2πk/d préserve cet ensemble. Outre le domaine de variations restreint
de (α, β), l’avantage de la source quasi-périodique est qu’une composante ũm(α) et couplée
avec un et un seul ordre de Rayleigh R̃m(α) du champ réfléchi.

4.3.2 Équation pour les amplitudes diffractées

Nous allons appliquer maintenant les résultats du paragraphe 3.2 dans le cas de notre
dispositif THz. Les principaux ingrédients du modèle sont donnés à la figure 4.1(a). Rap-
pelons que le champ dans le réseau est caractérisé par des paires d’amplitudes Ae,h

m , Be,h
m

des modes dans les fentes décrits dans le chapitre précédent. La figure reprend également
les notations du chapitre 2 pour le champ dans les multi-couches . La source est implan-
tée à l’intérieur du système multi-couche (voir figure 2.1) : les milieux "a" et "b" sont les
couches dopées, et le milieu "1" est la cascade quantique contenant le dipôle. Comme au
chapitre 2, la source est décrite par une paire d’ondes planes contra-propageantes u et d,
qui deviennent ici les composantes d’une source quasi-périodique :

ũe
n = d̃e

n = p
iµ0ω

2

8π2γ1n

(
1− γ2

1n

ε1k2
0

)
e−iαnx0 (4.10)

On a explicitement pris en compte la position du dipôle x0 par rapport au réseau, car
l’invariance par translation est maintenant brisée dans la direction de l’axe Ox. L’origine
de l’axe est choisie comme à la figure 4.1(a) : sur l’une des interfaces métal-diélectrique
εr.

Par rapport aux équations écrites dans le paragraphe 3.2 et la figure 4.1(a) le rôle du
milieu k est joué par la couche de contact a. Les amplitudes quasi-périodiques P̃ e,h

an et Q̃e,h
an
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sont couplées avec le champ du dipôle via les équations :

P̃ e
an = Q̃e

anR
en
aM2

e2iγanLa + ten1ae
iγ1aLa

ue
ne

iγ1nL1 +Ren
1M2

de
ne

iγ1n(2L−L1)

1 + ρen
a1R

en
1M2

e2iγ1nL
, (4.11)

P̃ h
an = Q̃h

anR
hn
aM2

e2iγanLa (4.12)

On rappelle que pour le dipôle vertical le champ hu,d
z = 0. En suivant la démarche

expliquée au paragraphe 3.2.3, on obtient l’équation suivante pour les amplitudes Ae,h
m et

Be,h
m :

(M1 +MSM2)(m′m)


Ae

m

Be
m

Ah
m

Bh
m

 =


−

∑
n I

+
nm′αnσn

0∑
n J

+
nm′βσn

0

 (4.13)

Remarquons que la matrice MS possède déjà les propriétés de quasi-périodicité (il
suffit de considérer les sommes (3.61)-(3.68)), et donc la matrice du système M1 +MSM2

aussi. On adoptera la normalisation du paragraphe 3.2.3 du champ magnétique et des
vecteurs d’ondes. La grandeur σn introduite ici, représentant la source, s’exprime :

σn = ηT en
M1

eiγ1nL1 +Ren
1M2

eiγ1n(2L−L1)

1 + ρen
a1R

en
1M2

e2iγ1nL
e−iαnx0 (4.14)

Pour toutes les autres notations il faut consulter le chapitre 3.
Une fois les amplitudes Ae,h

m , Be,h
m obtenues par la résolution numérique de (4.13), on

peut remonter jusqu’au champ qui se propage dans les multi-couches avec la démarche
décrite dans le paragraphe 3.2.3.

4.3.3 Champ rayonné à l’extérieur de la cavité

Expérimentalement, on cherchera les empreintes des effets d’électrodynamique sur le
rayonnement du dipôle dans la puissance récoltée à travers le réseau de la cavité complexe.

Une représentation visuelle de l’énergie rayonnée par angle solide dans une direction
donnée est un diagramme de rayonnement. Pour le problème de dipôle qui nous intéresse
ici, un diagramme bien adapté est celui introduit par Zengerle [134], qui est expliqué à
la figure 4.2. On s’intéressera au champ rayonné dans le demi-espace infini A. Le champ
rayonné dans la direction k = (α, β, γ0A) s’exprime à partir des amplitudes de Rayleigh
T̃ e,h

An (α, β) (voir la figure 4.1(a) pour les notations), vues comme des fonctions du vecteur
d’onde planaire (α, β). Les trois composantes étant liées par la formule εA = α2+β2+γ2

0A,
à chaque direction de l’espace on peut associer un point (α, β) du cercle radiatif (voir aussi
figure 1.2(b)). Il suffit alors de tracer la puissance rayonnée par unité d’angle solide dΩ
(qui s’exprimera à travers les amplitudes T̃ e,h

An (α, β)) en fonction de (α, β) pour obtenir la
représentation voulue.
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Fig. 4.2 – Construction du diagramme de rayonnement d’une source rayonnant dans
le demi-espace A. Le champ lointain de la source est constitué d’un ensemble d’ondes
planes, de vecteurs d’ondes k = (α, β, γ0A), qui pointent dans la direction de propagation
de l’onde, et d’amplitudes T̃ e,h

An (α, β). Les trois composantes du vecteur d’onde étant liées
par εA = α2+β2+γ2

0A (en notations réduites), il ne reste plus que les deux degrés de libertés
(α, β), pour décrire la direction de l’onde, qui correspondent en fait à un point à l’intérieur
du cercle radiatif C. Pour avoir l’intensité rayonnée en fonction de la direction, on peut
donc reporter cette dernière dans un cercle, obtenant ainsi un diagramme de Zengerle
[134].

Pour obtenir une grandeur sans dimension, on va normaliser l’intensité rayonnée par
la puissance totale P1 rayonnée par le dipôle dans un milieu diélectrique infini d’indice
n1, déjà introduite par les formules (2.34) et (1.52) :

P1 = n1
p2ω4

12πε0c3
(4.15)

Soient T̃ e,h
nA (α, β) les amplitudes quasi-périodiques du champ rayonné dans le milieu

A, obtenues par inversion de l’équation (4.13). Elles s’expriment à partir des formules :

T̃ e
nA = −ηtenMA

αnΣx
An + βΣy

An

2
, T̃ h

nA = −thn
MA

βΣx
An − αnΣy

An

2
(4.16)

Rappelons que les quantités Σx,y
an sont liées aux solutions Ae,h

m , Be,h
m de l’équation (4.13)

par une formule de type (3.52).
Alors la puissance normalisée dI/P1dΩ, rayonnée dans la direction (α, β) par unité

d’angle solide dΩ s’écrit :

1

P1

dI

dΩ
=

3

8π

nA

n1

γ2
A0

εA|T̃ e
nA(αZB, β)|2 + |T̃ h

nA(αZB, β)|2

εA − γ2
A0

(4.17)
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L’ordre n est choisi de telle manière que la quantité αZB est dans la première zone de
Brillouin :

αZB = α− n
λ

d
∈ [− λ

2d
,
λ

2d
] (4.18)

(Pour les vecteurs d’ondes normalisés, la zone de Brillouin s’écrit [− λ
2d
, λ

2d
]). La formule

(4.17) est démontrée dans l’annexe C. C’est cette dernière expression qu’on a utilisée pour
les calculs numériques de la puissance extraite du dispositif.

Essayons maintenant de relier l’expression (4.17) à une quantité observable expérimen-
talement. La formule (4.17) donne la puissance extraite dans une direction donnée, pour
une position particulière du dipôle, repérée par les paramètres L1 et x0 de la figure 4.1(a).
Dans l’expérience, on a un angle solide de collection Ω1 est on récolte la puissance d’un
grand nombre de sources réparties sur toute la zone active du dispositif. Introduisons la
puissance moyenne 〈P 〉 récoltée par un seul dipôle :

〈P 〉
P1

=

∫
Ω1

〈 1

P1

dI

dΩ

〉∣∣∣
L1,x0

dΩ (4.19)

Vu la périodicité du système on peut restreindre la moyenne sur une seule période du
réseau. On a évidement négligé dans le calcul tout effet de taille finie du dispositif.

Les sources étant supposées incohérentes entr’elles, la puissance totale récoltée est la
somme des puissances rayonnées par chaque source. Nous allons voir plus loin que pour un
dispositif inter-sous-bande à cascade quantique de N périodes, pompé électriquement par
un courant I, le nombre de dipôles excités en régime permanent est NI/eΓnr, Γnr étant le
taux des transitions non-radiatives et e la charge de l’électron. La puissance expérimentale
Ptot récoltée par le réseau du dispositif s’écrit alors :

Ptot =
NI

eΓnr

〈P 〉 (4.20)

La quantité Ptot, introduite par cette formule, est précisément la quantité qu’on mesure
expérimentalement. Il faut cependant prendre en compte la largeur spectrale de la source
inter-sous-bande, ce qui sera fait dans le paragraphe 4.4.4.

Comment la mesure de cette quantité peut-elle donner des indications sur les effets
d’électrodynamique de cavité ? En fait, la mesure de (4.20) ne donne en aucun cas direc-
tement l’émission spontanée dans la cavité. Par contre, nous pouvons étudier expérimen-
talement les variations de la grandeur Ptot avec les paramètres de la cavité (épaisseur de
la zone active L, période du réseau d), et essayer de les comparer à la théorie. Si le modèle
est conforme à l’expérience, alors on pourra en tirer des conclusions sur les phénomènes
physiques à l’intérieur de la cavité.

Pour rendre les expressions données ici plus conformes à celles trouvées habituellement
dans les références, remarquons qu’on peut toujours écrire la puissance moyenne rayonnée
par un dipôle 〈P 〉 au taux de l’émission spontanée Γsp par la formule :

〈P 〉 = ηcolΓsp~ω (4.21)
La grandeur ηcol introduite ici est l’efficacité de collection. La formule (4.21) exprime

simplement le fait que l’effet Purcell qu’on cherche à mettre en évidence est "contaminé"
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par un effet d’extraction par le réseau. Nous ne disposons pas d’autre moyen que les
modélisations qui vont suivre pour séparer les deux effets.

4.3.4 Champ rétro-réfléchi

Pour établir l’expression du champ rétro-réfléchi sur le site du dipôle on va procéder
comme dans le paragraphe 2.3.1. La source est caractérisée par les composantes u et d
(champs rayonnés vers le haut et vers le bas) introduites dans ce paragraphe. Les ampli-
tudes de Rayleigh utilisées ici sont les amplitudes ordinaires, i.e. non quasi-périodiques.

Tout d’abord, on utilise (3.51) qui fournit le lien entre les amplitudes P e
an et Qe

an :

Qe
an + ρen

MaP
e
an =

αnΣx
an + βΣy

an

γna + ηεa

= ηtenMa

αnΣx
an + βΣy

an

2
(4.22)

On a fait apparaître ici le "champ efficace" du réseau, introduit dans le paragraphe
3.2.4. En propageant cette équation dans les couches à l’aide des équations (2.8), on obtient
un premier lien entre les amplitudes P e

1n et Qe
1n dans la couche contenant le dipôle :

Qe
1n − (P e

1n + δ0nue
iγ1L1)Ren

1M = ηT en
M1

αnΣx
an + βΣy

an

2
(4.23)

Le deuxième lien exprime, comme dans (2.24), la réflexion sur les multicouches :

Ren
1M2

(Qe
1ne

iγ1nL + δ0nde
iγ1(L−L1)) + P e

1ne
−iγ1nL = 0 (4.24)

En inversant le système (4.23) et (4.24) on obtient facilement la composante selon Oz
du champ électrique rétro-réfléchi sur le dipôle :∑

n P
e
1ne

i(αnx0−γ1nL1) +Qe
1ne

i(αnx0+γ1nL1) =

uR1Me
2iγ1L1 + dR1M2e

2iγ1(L−L1) + (u+ d)R1MR1M2e
2iγ1L

1−R1MR1M2e
2iγ1L

+
∑

n ηT
en
M1

eiγ1nL1 +Ren
1M2

eiγ1n(2L−L1)

1−Ren
1MR

en
1M2

e2iγ1nL
αnΣx

an + βΣy
an

2 eiαnx0

(4.25)

Le champ rétro-réfléchi apparaît clairement comme une contribution d’une cavité fic-
tive planaire, délimitée par deux miroirs métalliques infinis, et une correction provenant
du réseau, qui correspond à la dernière ligne de (4.25). La contribution du réseau peut
être vue comme provenant de la diffusion du champ total rayonné vers le réseau à par-
tir de la couche 1 et recyclé par la cavité (le recyclage s’exprime par le dénominateur
1−Ren

1MR
en
1M2

e2iγn1L)22.
Le taux d’émission spontanée global Γ/Γ0cl apparaît ainsi comme somme des deux

contributions :

Γ

Γ0cl

=
Γ

Γ0cl

∣∣∣
plan

+
Γ

Γ0cl

∣∣∣
res

(4.26)

22Cette séparation et les interprétations qu’on peut lui donner sont propres à l’approximation d’impé-
dance de surface, qui permet cette écriture particulière des équations.
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La première est le taux de la cavité planaire (formules (2.29) et (2.30)), déjà étudié
dans la chapitre 2. Le seconde est la contribution du réseau métallique, qui s’écrit en
notations de vecteur d’onde normalisé :

Γ

Γ0cl

∣∣∣
res

=
3Re

4πn1

∫ ∞

−∞

∫ ∞

−∞
dαdβ

∑
n

ηT en
M1

eiγ1nL1 +Ren
1M2

eiγ1n(2L−L1)

1−Ren
1MR

en
1M2

e2iγ1nL

αnΣx
an + βΣy

an

2
eiαnx0

(4.27)
Les amplitudes Ae,h

m et Be,h
m intervenant ici via les grandeurs Σx

an et Σy
an sont solutions

de la version non-quasi-périodique de l’équation (4.13), avec un terme de source donné
cette fois-ci par :

σn = δ0nηT
e0
M1

eiγ1L1 +Re0
1M2

eiγ1(2L−L1)

1 + ρe0
a1R

e0
1M2

e2iγ1L
e−iαx0 (4.28)

En effet, la domaine de l’intégration s’étendant sur tout l’espace de vecteurs d’onde,
la réécriture des équations avec des amplitudes quasi-périodiques n’apporte rien à la ré-
solution du problème.

4.4 Discussion des résultats numériques
Nous allons donner dans cette partie un analyse numérique du champ rayonné par le

dipôle inter-sous-bande placé à l’intérieur de la cavité complexe. L’accent sera porté sur
la puissance rayonnée à l’extérieur de la cavité, qui est la quantité accessible expérimen-
talement, d’après la formule (4.20).

Notre hypothèse est que le comportement de la puissance récoltée à l’extérieur de
la cavité en fonction des paramètres peut être interprété en termes de couplage avec
les modes de cavité. Dans ce point de vue, le dipôle excite l’ensemble des modes de la
cavité complexe correspondant à sa polarisation. Même en absence d’absorption, les modes
possèdent une durée de vie finie à cause des pertes de rayonnement à travers le réseau.
D’après la règle d’or de Fermi, la puissance récoltée va dépendre, d’une part de la densité
d’états des modes rayonnants, et d’autre part de la composante selon Oz (pour un dipôle
vertical) du champ électrique total de l’ensemble des modes.

Les deux premiers paragraphes, qui concernent une source unique, sont consacrés à la
confirmation de cette hypothèse. Dans le paragraphe 4.4.1 on fournit des résultats sur le
comportement spectral de la puissance émise, qui reflète, de manière qualitative, la densité
d’états du champ électromagnétique pour la polarisation TM. Dans le paragraphe suivant
4.4.2 on étudie la puissance pour une fréquence donnée en fonction de la position du
dipôle. Des cartes puissance-position sont obtenues qui tracent la morphologie du champ
de l’ensemble des modes excités à cette fréquence. Dans le paragraphe 4.4.3 on va corréler
la distribution de la puissance dans le champ lointain avec la nature des modes excités.

Du point de vue pratique cette étude permettra de comprendre, de manière générale,
comment le dipôle interagit avec l’environnement électromagnétique de la cavité complexe,
ce qui peut être utile pour l’optimisation des paramètres des dispositifs luminescents
inter-sous-bandes. Dans le paragraphe 4.4.4 on va simuler le comportement des vrais
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dispositifs THz utilisés pour l’expérience. On conclut dans le paragraphe 4.4.5 après avoir
fait quelques remarques sur le taux d’émission spontanée global, obtenu par le champ
rétro-réfléchi.

4.4.1 Comportement spectral de la puissance

Nous considérons à présent une cavité complexe, comme à la figure 4.1(a), d’épaisseur
de la zone active L = 3.7 µm, de couches dopées avec les paramètres suivants : La = 80
nm, Ca = 2× 1018 cm−3, Lb = 300 nm, Cb = 3× 1018 cm−3. Le réseau en or possède les
paramètres suivants : h = 400 nm, d = 20 µm, a = 10 µm. Le substrat inférieur est un
miroir métallique en or. Le dispositif ainsi décrit correspond à un échantillon expérimental.

On commence par étudier le comportement de la puissance récoltée en fonction de la
fréquence d’émission. La puissance sera toujours normalisée à la valeur P1 donnée par la
formule 4.15. Pour les calculs, on a retenu 2 × N + 1 = 21 ordres de Rayleigh et Me =
Mh = 3 modes guidés dans les fentes. Bien qu’on n’ait pas encore la convergence numérique
pour ces paramètres, on a capté le comportement qualitatif du système. Pour la suite,
pour confronter les résultats numériques avec l’expérience, on a utilisé des simulations
convergentes.

On place le dipôle au centre de la cavité L1 = 0.5L, au voisinage du coin d’un plot
métallique x0 = 0. On intègre la puissance émise dans un angle d’ouverture de 30̊ autour
de la normale du réseau.

La puissance normalisée P/P1 est tracée, en échelle logarithmique, à la figure 4.3(a)
pour le dispositif (trait rouge) et une cavité de mêmes paramètres, mais sans dopage dans
les couches (trait bleu mince). Les deux courbes sont quasiment coïncidentes pour ν ≥ 20
THz, alors que pour ν ≤ 20 THz la puissance récoltée du dispositif dopé est inférieure. La
différence s’explique d’une part avec l’absorption dans les couches dopées : la fréquence
du plasmon νp est égale à ≈ 17 THz pour un dopage de 3 × 1018 cm−3 d’après (2.3).
D’autre part, la constante diélectrique des couches dopées change progressivement avec
la fréquence (figure 2.2(b)), ce qui modifie les conditions de diffraction sur le réseau (en
particulier, un décalage en fréquence des deux courbes est visible).

Même au voisinage de la fréquence de saturation du plasmon des couches dopées
ν = νp/

√
2 = 12 THz, le seul effet du plasmon est une absorption accrue. Rappelons que

d’après les résultats du paragraphe 2.3.2, une forte modification de la dynamique du dipôle
existe lorsque celui est placé au voisinage des couches de contact, due au couplage résonant
avec le plasmon d’interface de ces couches. On aurait pu attendre une accroissement de
la puissance rayonnée, due à la diffraction du plasmon par le réseau.

Pour verifier ce point, on a calculé la puissance extraite de la cavité en fonction du
dopage de la couche de contact supérieur Ca, pour les fréquences ν = 6 THz et ν = 15
THz. La couche de contact inférieure n’est pas dopée Cb = 0 cm−3. Les résultats sont
montrés à la figure 4.4.

Sur la figure 4.4 on voit une apparition de minima de la puissance extraite, pour les
niveaux de dopage qui correspondent à la fréquence de saturation de plasmon des couches
dopée. Rappelons que d’après la formule (2.2) ces niveaux de dopage CaPS (exprimés
en ×1018 cm−3) sont reliés à la fréquence ν en THz par l’expression CaPS = 92.7ν2.
Ces minima traduisent en effet une absorption accrue dans la cavité du à l’excitation de
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(a)

(b)

Fig. 4.3 – (a) Puissance normalisée extraite en fonction de la fréquence de l’émission,
pour une source placée au milieu de la zone active de la cavité, au voisinage d’un coin du
réseau. En bleu : dispositif sans dopage dans les couches de contacts. En rouge : dispositif
dopé. Cette comparaison permet de séparer les effets de géométrie de la cavité des effets
d’excitation de plasmon de surface dans les couches dopées. (b) La même figure, où l’on
compare cette fois-ci le dispositif avec une structure sans miroir inférieur. Les battements
de Fabry-Perot dans le cas de la structure confinée sont clairement visibles.
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Fig. 4.4 – Puissance extraite de la cavité complexe, en fonction du dopage de la couche
de contact supérieure Ca, pour les fréquences 6 THz et 15 THz. La couche de contact
inférieure est non dopée pour cette simulation. En trait bleus on a indiqué les niveaux de
dopages qui correspondent aux fréquence de saturation des plasmons de couches dopées
ωP/

√
2 (voir la formule (2.2)).

plasmons d’interface. Quant au maxima adjacents (vers Ca = 4×1018 cm−3 pour les deux
courbes), on a vérifié qu’ils dépendent aussi de l’épaisseur de la cavité L, est sont donc
dus à la modification réfléctivités sur les interfaces (les réfléctivités étant dépendantes de
l’indice de réfraction des couches de contact, qui est une fonction du dopage).

La conclusion est que la forte modification de la dynamique de la source due au
couplage avec les plasmons de couches dopée (paragraphe 2.3.2) n’intervient pas dans la
puissance extraite.

Les minima très prononcés pour les deux courbes (P/P1 = 10−5, 10−4), qui arrivent
pour les fréquences 10 THz, 20 THz, 30 THz ... s’expliquent bien avec les oscillations
Fabry-Perot de la cavité. En effet, la longueur optique totale Lopt de la cavité (en négligeant
le dopage) est de Lopt = n1(La+L+Lb) = 14.7 µm, correspondant à un intervalle spectral
libre (ISL) de c/2Lopt ∼ 10 THz, observé sur la figure. D’autre part, les fréquences Fabry-
Perot correspondant à la condition d’interférence destructive sur la face supérieure de la
cavité (pour une réflectivité du miroir inférieur ≈ −1) sont données par νn = Pc/2Lopt,
P ∈ N, et correspondent bien aux positions des minima.

La dernière conclusion est confirmée par la figure 4.3(b), sur laquelle on a superposé
deux courbes : en rouge pour un dispositif avec miroir métallique et en vert un dispositif
avec un substrat de GaAs non-dopé au lieu du miroir métallique inférieur. La modulation
Fabry-Perot est absente sur cette dernière.

D’autre part, la puissance extraite est plus importante pour le dispositif confiné, d’une
ordre de grandeur typiquement. L’augmentation de l’extraction par la cavité est due
au recyclage du champ électrique suite aux aller-retours multiples. D’autre part, pour
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le dispositif non-confiné, la puissance extraite augmente pour les bases fréquences, les
couches dopées devenant de plus en plus confinantes.

Les pics secondaires sur les courbes peuvent être expliqués avec l’apparition des diffé-
rents ordres diffractés sur le réseau métallique, pour les deux interfaces réseau-diélectrique
et réseau-air. Les fréquences correspondantes sont données par les formules :

νm =
mc

dn1

(reseau− dielectrique), νm′ =
m′c

d
(reseau− air), m,m′ ∈ N (4.29)

Ici on a encore négligé les effets de dopage et d’indice effectif de la cavité. Les pics
correspondant à ces expressions sont indiqués sur la figure 4.3(b). Les positions des pics
ne sont pas situées exactement aux valeurs fournies par (4.29), surtout pour les basses
fréquences, à cause de la présence des couches dopées. Les mêmes pics se retrouvent sur
la courbe en vert, pour laquelle les effets de confinement sont absents.

Davantage de structures résonantes sont observées dans le cas de la cavité. Ces struc-
tures peuvent être attribuées à l’apparition des interférences constructives entre ondes
réfléchies et diffractées, comme dans le paragraphe (3.5), et donc encore à l’excitation de
modes, mais cette fois-ci des modes qui n’existent que dans la cavité complexe.

En bref, le comportement spectral de la puissance émise peut être expliqué par le
couplage du dipôle avec les modes de la cavité planaire (modulation Fabry-Perot), les
modes horizontaux du réseau (indices indiqués sur la figure 4.3(b)), et avec des modes
mixtes entre la cavité et le réseau (interférences constructives entre ondes réfléchies et
diffractées).

4.4.2 Puissance récoltée en fonction de la position du dipôle

Dans le paragraphe précédent le dipôle était placé dans une position particulière dans
la cavité. Nous allons examiner maintenant la puissance récoltée pour une fréquence don-
née en variant la position du dipôle.

La puissance extraite est toujours récoltée dans une ouverture angulaire de 30̊ autour
de la normale du dispositif. Les paramètres de la simulation sont identiques à ceux du
paragraphe précédent : 2×N + 1 = 21 ordres de Rayleigh et Me = Mh = 3 modes guidés
dans les fentes. Le dispositif étudié est la cavité dopée décrite plus haut, d’épaisseur de la
couche active L = 3.7 µm, avec le réseau d’ouverture a = 10 µm et période d = 2a = 20
µm.

Les paramètres qui décrivent la position du dipôle sont la distance L1 à la couche
dopée "a" et la distance x0 au côté gauche d’une ouverture (figure 4.1(a)). Le système étant
périodique dans la direction Ox, il suffit de varier x0 à l’intérieur d’une période 0 6 x 6 d.
En plus, les axes x = a/2 et x = (a + d)/2 sont des axes de symétrie par réflexion pour
le réseau, le domaine d’étude peut être alors encore restreint à a/2 6 x 6 (a+ d)/2.

Les résultats des simulations sont montrés aux figures 4.5(a),(b) et 4.6(a),(b). Quatre
fréquences différentes ont été choisies : 20.07 THz, correspondant à la résonance m = 5 de
la figure 4.3(a) (figure 4.5(a)), 16.25 THz, correspondant à m = 4 (figure 4.5(b)), 5.95 THz
correspondant à une résonance "mixte" (figure 4.6(a)) et 3.55 THz qui est le maximum
spectral absolu de la puissance extraite de la cavité, correspondant àm = 1 (figure 4.6(b)).
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(a)

(b)

Fig. 4.5 – (a) Puissance normalisée extraite de la cavité en fonction de la position du
dipôle dans la zone active, pour la fréquence 20.07 THz (résonance m = 5 sur la figure 4.3
(b)). (b) Puissance normalisée extraite pour la fréquence 16.25 THz (résonance m = 4).
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(a)

(b)

Fig. 4.6 – Puissance normalisée extraite pour la fréquence de 5.94 THz. (b) Puissance
normalisée extraite pour la fréquence 3.55 THz (résonance m = 1 sur la figure 4.3
(b)).(maximum absolu pour la puissance extraite en fonction de la fréquence)
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Sur les quatre figures, on a indiqué également la position du plot métallique (rectangle
gris).

Les cartes puissance-position ainsi obtenues reflètent, de manière qualitative, la dis-
tribution de la composante Ez de l’ensemble des modes excités à cette fréquence. Cette
distribution est plutôt complexe pour les hautes fréquences (figure 4.5(a),(b)), et donc
des longueurs d’ondes petites par rapport aux dimensions caractéristiques de la cavité
complexe. Pour les deux fréquences choisies, le champ Ez reste plutôt localisé autour du
réseau métallique, ce qui confirme l’hypothèse faite dans le paragraphe 4.4.1 qui présume
qu’il s’agit des modes horizontaux du réseau. Pour la résonance m = 4 à 16.25 THz,
située au voisinage du maximum de la modulation Fabry-Perot (à ≈ 15 THz), le champ
électrique Ez paraît globalement plus fort à l’intérieur de la cavité par rapport au cas de
la résonance m = 5, située sur un minimum de la modulation.

Pour la résonance à 5.95 THz (figure 4.6(a)) le champ est maximal sur le miroir
inférieur de la cavité, mais globalement délocalisé entre le réseau et la cavité. Pour cette
résonance, ainsi que la résonance à 3.55 THz, le champ est plutôt distribué entre le plot
métallique et le miroir métallique. En effet, dans le régime de basses fréquences on tend
vers une distribution électrostatique du champ électrique, qui doit rester normal aux
surfaces métalliques. Cette distribution n’est d’ailleurs rien d’autre que la distribution du
champ du mode TM0 fondamental d’une cavité planaire, point qui nous sera utile dans
la suite. Cette assertion est d’autant plus vrai, que non seulement l’épaisseur de la cavité
étudiée est sub-longueur d’onde, mais également l’ouverture du réseau est inférieure à la
longueur d’onde. Les couches de contact dopées ont également un effet confinant pour le
mode de la cavité.

Quelle que soit la fréquence d’émission, on observe sur les quatre diagrammes un
maximum local (pour les hautes fréquences), ou absolu (pour les basses fréquences) de la
puissance émise lorsque le dipôle vertical est placé au voisinage du coin du plot métallique.
D’après les résultats du paragraphe précédent, ce "point chaud" ne peut pas provenir
du couplage avec les plasmons des couches dopées. Le maximum est particulièrement
renforcé pour les basses fréquences (grandes longueurs d’onde). Il doit s’agir d’un effet
géométrique de diffraction sur le coin métallique. En effet, le dipôle vertical rayonne dans
la direction de l’axe Oz principalement des ondes évanescentes (figure 1.2(a)). Les ondes
évanescentes sont fortement diffractées par le coin (et donc converties en ondes radiatives),
qui représente une perturbation localisée, possédant par conséquent un spectre très large
de fréquences spatiales. En revanche, pour un dipôle horizontal (le long de Ox) la puissance
émise n’est pas renforcée au voisinage du coin [90], car le dipôle interagit avec l’obstacle
principalement via ses ondes radiatives.

Le couplage d’un dipôle ponctuel unique avec l’extérieur dépend ainsi naturellement de
la position du dipôle à l’intérieur de la cavité. C’est l’efficacité de collection ηcol, introduite
dans le paragraphe 4.3.3, qui est la grandeur contenant les effets de couplage de la source
avec l’extérieur.
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4.4.3 Diagrammes de rayonnement pour le champ lointain

Après avoir examiné le champ proche du dipôle, on examine maintenant le champ
lointain, qui est représenté par les diagrammes de rayonnement décrits dans le paragraphe
4.3.3. Le dispositif étudié est toujours le même que dans le paragraphe précédent.

Le champ lointain est obtenu à partir de la formule (4.17), en moyennant sur les
positions du dipôle à l’intérieur de la cavité. A cause de la moyenne, les axes Oα et Oβ
sont des axes de symétrie pour les diagrammes. Nous donnons le résultat pour les quatre
fréquences du paragraphe précédent : 20.07 THz, 16.25 THz, 5.95 THz et 3.55 THz. Les
diagrammes sont donnés respectivement sur les figures 4.7(a), (b) et 4.8 (a),(b), que nous
allons maintenant commenter brièvement.

Le diagramme pour la fréquence 20.07 THz, correspondant au mode m = 5, est donné
à la figure 4.7(a). Sur le diagramme, on a également indiqué les anomalies de Wood pour
le GaAs (indice n1 = 3.6), données par γ1m = 0 (on a négligé le dopage), et les anomalies
de Wood pour l’air γam = 0. Ces anomalies apparaissent comme les arcs de cercle (en
notations normalisées) :(

α+m
λ

d

)2

+ β2 = n2
1 GaAs,

(
α+m′λ

d

)2

+ β2 = 1 air (4.30)

Sur la figure, on a indiqué les anomalies du substrat en lignes en pointillés blancs, alors
que les anomalies de l’air sont indiquées en rouge. De brusques variations de l’intensité
émise sont en effet observées. L’émission principale est concentrée sur des lobes situés sur
les arcs m = 5 pour le GaAs, d’ouverture angulaire très étroite. Des lobes secondaires,
également très étroits, sont situés sur les arcs m = 6. Remarquons aussi que les arcs m = 5
passent au voisinage de la normale du réseau α = β = 0.

Le diagramme pour la fréquence 16.25 THz (mode m = 4), donné sur la figure 4.7(b)
est moins évident à interpréter. En effet, bien que les arcs m = 4 du GaAs passent
au voisinage de la normale, la principale contribution de l’émission provient des lobes
qui sont écartés de 23.6̊ de la normale du réseau. On peut interpréter ce comportement
par un effet de cavité ; d’une part, on est situé spectralement sur un maximum de la
modulation Fabry-Perot ; d’autre part, on voit sur la figure 4.5(b) que l’émission provient
principalement de l’intérieur de la cavité. La fréquence 20.07 THz est située plutôt sur un
minimum de la modulation Fabry-Perot, pour lequel les effets de la cavité sont inhibés.

Pour la fréquence 5.95 THz les anomalies de Wood se situent en dehors du cercle ra-
diatif ; le diagramme pour cette fréquence est plutôt conditionnée par la cavité. L’émission
se présente comme deux lobes d’émission assez larges (quelques dizaines de degrés dans
chaque direction), situés à 30̊ de la normale du dispositif.

Finalement, pour la fréquence 3.55 THz on observe un seul lobe d’émission, très large,
d’ouverture ≈ 74̊ dans la direction des x et ≈ 50̊ dans la direction des y. Les anomalies de
Wood m = 1 ne sont pas visibles, ce qu’on peut expliquer avec la figure 4.6(b), qui indique
que la plus grande partie de la puissance provient de la diffraction des ondes évanescentes
sur le coin métallique. Ceci explique aussi la grande largeur des lobes d’émission, puisque
la grande dispersion des fréquences spatiales du coin métallique se traduit par une grande
divergence angulaire du champ diffracté.

Ainsi en moyenne sur les positions du dipôle, pour de grandes longueurs d’onde, la plu-
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(a)

(b)

Fig. 4.7 – (a) Diagramme de rayonnement pour un ensemble de sources incohérentes,
réparties à l’intérieur de la cavité, et émettant à la fréquence 20.07 THz (résonance m =
5). (b) Diagramme de rayonnement pour la fréquence 16.75 THz (résonance m = 4).
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(a)

(b)

Fig. 4.8 – (a) Diagramme de rayonnement pour la fréquence 5.94 THz. (b) Diagramme de
rayonnement pour la fréquence 3.55 THz. Les deux diagrammes sont obtenus en moyen-
nant sur les positions possibles du dipôle, comme pour la figure 4.7(a), (b).
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part de l’émission est rayonnée sur la normale de dispositif, dans une ouverture angulaire
assez large, ce qui favorise la collection de l’émission.

4.4.4 Diagramme Puissance-Période

Le diagramme "Puissance-Période" qu’on décrira dans ce paragraphe constitue un
moyen compact de tracer les variations de la puissance extraite du dispositif en fonction
des paramètres, afin de pouvoir comparer l’expérience avec la théorie.

Pour modéliser la puissance mesurée dans les expériences, il faut faire encore un pas
supplémentaire par rapport à la formule (4.20). Les conditions expérimentales, qui seront
précisées en détail dans le chapitre 6 de la partie II, imposent les contraintes suivantes :
un angle de collection du rayonnement à 60̊ autour de la normale, et il n’y a pas de
résolution spectrale de la puissance récoltée. Il faut donc prendre en compte explicitement
les caractéristiques spectrales de la source inter-sous-bande. Expérimentalement, on a
trouvé que le profil spectral typique de nos sources inter-sous-bande se présente sous
forme d’une lorentzienne, centrée autour d’une fréquence ν0 et de largeur à mi-hauteur
typique de 1 meV , ce qui correspond à ∆ν = 0.24 THz. Pour avoir la puissance totale ∆P
mesurée, il faut intégrer la puissance moyenne émise par dipôle 〈P 〉 sur tout le spectre :

∆P

P1

=

∫ ∞

0

〈P 〉
P1

(ν)
∆ν/π

(ν − ν0)2 + ∆ν2
dν (4.31)

et utiliser cette grandeur dans la formule (4.20) pour obtenir la puissance totale récoltée
du dispositif.

Illustrons notre démarche sur le dispositif étudié dans les paragraphes précédents. A
la figure 4.9(a) on a tracé, d’une part, la puissance extraite normalisée 〈P 〉/P1 dans une
gamme de fréquences entre 2 et 6 THz, pour des périodes de réseau entre 10 et 22 µm,
avec un écart de 2 µm entre les périodes, et des ouvertures toujours égales à la moitié
de la période. Les paramètres de calculs sont maintenant Me = 9 modes guidés TM,
Mh = 1 mode TE, 2 × N + 1 = 21 ordres de Rayleigh pour obtenir la convergence dans
les calculs numériques. La puissance extraite est moyennée sur 5 × 5 = 25 positions du
dipôle réparties sur une demi-période du réseau et l’épaisseur de la couche active L ; elle
est récoltée dans un angle solide de Ω1 = 4π(1− cos 60̊ ) autour de la normale du réseau.

Sur la même figure, mais sur une échelle différente on a tracé le profil lorentzien
de l’émission inter-sous-bande. La grandeur ∆P s’obtient facilement en multipliant les
courbes 〈P 〉(ν) et le profil lorentzien, et en intégrant le résultat sur les fréquences.

La grandeur ∆P ainsi obtenue dépend essentiellement de trois paramètres : la fré-
quence ν0, la période du réseau d et l’épaisseur de la structure L. Le paramètre le plus
facile à contrôler expérimentalement et dont la puissance dépend le plus fortement est
la période d. Le diagramme Puissance-Période consisté à tracer ∆P en fonction de la
période, en variant l’un des deux paramètres restant ν0 et L.

Notre but sera de comparer la théorie avec l’expérience ; cependant les deux fournissent
la grandeur ∆P en unités difficilement comparables. Voici pourquoi on a choisi une valeur
de ∆P comme référence : la valeur ∆P (ν0, L = 3.7µm, d = 18µm), correspondant à une
cavité d’épaisseur L = 3.7 µm et une période de réseau d = 18 µ. Ce qu’on trace en
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(a)

(b)

Fig. 4.9 – (a) Puissance extraite normalisée 〈P 〉/P1 en fonction de la fréquence, pour
différents pas du réseau. La puissance a été moyennée sur les différentes positions possibles
du dipôle dans la zone active. On a superposé les sorties avec le profil spectral typique
du rayonnement inter-sous-bande obtenu pour les structures fabriquées. (b) Diagramme
puissance-période pour différentes longueurs d’onde, pour un dispositif d’épaisseur L = 3.7
µm. La cavité avec la période d = 18 µm est choisie comme référence.
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(a)

(b)

Fig. 4.10 – (a) Diagramme puissance-période pour les quatre cavités d’épaisseurs diffé-
rentes : L = 0.46 µm, 0.92 µm, 1.85 µm et 3.7 µm, pour la longueur d’onde d’émission
λ = 70 µm. (b) Le diagramme correspondant à la longueur d’onde λ = 70 µm. Le dispositif
de référence est le même qu’à la figure 4.9.
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fonction de la période dans le diagramme est alors la grandeur NP18 normalisée par cette
référence :

NP18 =
∆P (ν0, L, d)

∆P (ν0, L = 3.7µm, d = 18µm)
(4.32)

Le nombre sans dimension NP18 ne dépend plus des unités de mesure de la puissance.
Il peut être obtenu expérimentalement en comparant la puissance (non-calibrée) récoltée
par un dispositif donné à la puissance récoltée par la cascade d’épaisseur L = 3.7 µm, sur
laquelle on a déposé le réseau métallique de période d = 18 µm.

Un exemple de diagramme Puissance-Période, en fonction de la longueur d’onde d’émis-
sion λ = c/ν, est montré à la figure 4.9(b) pour des cavités d’épaisseur L = 3.7 µm. On
voit que l’allure des courbes NP18(d), notamment la position des maxima, change considé-
rablement pour une variation de la longueur d’onde de 10 µm. Cette variation correspond
en effet à un changement de la longueur d’onde dans le GaAs de ∆λ/n1 = 2.8 µm,
comparable avec les variations du pas du réseau. L’étude expérimentale de la diagramme
Puissance-Période permettrait ainsi de déterminer la fréquence d’émission inconnue ν0 du
dispositif, par des mesures non-résolues spectralement.

Notre but est cependant d’étudier les variations de la puissance émise, pour une fré-
quence donnée, en fonction de l’épaisseur L de la zone active. Par ailleurs, les dispositifs
étudiés expérimentalement ont tous des fréquences ν0 (quasi-) identiques, imposées par la
structure de la cascade quantique.

Sur la figure 4.10(a),(b) on a reporté les diagrammes Puissance-Période pour quatre
épaisseurs de la zone active : L = 0.46 µm, 0.92 µm, 1.85 µm et 3.7 µm. Ces épaisseurs
correspondent aux dispositifs fabriqués de nombre de périodes N = 5, 10, 20 et 40 de la
cascade. A remarquer les variations logarithmiques de l’épaisseur (nombre des périodes),
qui double à chaque fois. La figure 4.10(a) correspond à une longueur d’onde d’émission de
λ = 70 µm (ν0 = 4.28 THz) et 4.10(b) correspond à λ = 90 µm (ν0 = 3.33 THz). On peut
remarquer que moins la cavité est épaisse, plus la position du maximum de la puissance
extraite est sensible aux variations de la longueur d’onde, ce qui peut être corrélé à un
indice effectif des modes guidés de la cavité accru (voir paragraphe 2.2.4, figure 2.6(b)).

Pour les deux longueurs d’onde utilisées dans la figure 4.10(a),(b), on a constaté nu-
mériquement que le maximum de la puissance découplée NP18max suit assez bien une loi
en puissance :

NP18max ∝ L−0.62 (4.33)

Pour pouvoir avancer davantage dans l’interprétation des résultats, il faut maintenant
examiner le taux d’émission spontanée de la source à l’intérieur de la cavité complexe.

4.4.5 Champ rétro-réfléchi et interprétation des résultats

Afin de comprendre la physique qui se cache derrière les diagrammes puissance-période
présentés dans le paragraphe précédent, nous devons examiner la dynamique de désexcita-
tion de la source dipolaire. D’après les résultats généraux du chapitre 1, cette dynamique
est fournie par le champ rétro-réfléchi sur le dipôle. Ceci nous permettra de découpler
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la contribution du taux d’émission spontanée Γsp et l’efficacité de collection ηcol dans la
puissance émise.

En s’appuyant sur l’étude du chapitre 2 et le paragraphe 4.3.4, on peut écrire le taux
de l’émission spontanée normalisé comme une somme des trois termes :

Γ

Γ0cl

=
Γ

Γ0cl

∣∣∣
mode

+
Γ

Γ0cl

∣∣∣
evan

+
Γ

Γ0cl

∣∣∣
res

(4.34)

Le premier terme est le taux d’émission spontanée dans le mode guidé dans la ca-
vité plane fictive, dans laquelle on a remplacé le réseau par un miroir métallique23. Cette
contribution est explicitée dans le paragraphe 2.3.3. Le second terme décrit la désexcita-
tion non-radiative par les plasmons de surface des couches dopées (paragraphe 2.3.2). Le
troisième terme est la modification de la dynamique apportée par la présence du réseau
métallique (formule 4.27), que nous examinons plus bas.

Pour cette étude, l’intégrale (4.27) à été calculé numériquement, d’abord comme une
fonction de la position du dipôle à l’intérieur de la cavité, et pour la fréquence 3.55 THz
4.27(a), puis en fonction de la fréquence pour une position particulière dans la cavité
4.27(b).

La cavité envisagée est toujours la cavité d’épaisseur L = 3.7 µm. Cependant, pour le
calcul numérique, seulement Me = 3 modes guidés sont retenus et 2×N + 1 = 11 ordres
de Rayleigh, pour obtenir des résultats numériques plus rapidement. Le calcul numérique
de l’intégrale, ainsi qu’une discussion sur la convergence sont donnés dans l’annexe E.

D’après la figure 4.11(a), la contribution du terme du réseau n’est significative qu’au
voisinage immédiat du réseau, dans la position proche du coin métallique, qui maximise
également la puissance extraite. Cependant, cette contribution liée au coin est beaucoup
plus localisée que celle associée à la puissance extraite (à comparer avec la figure 4.6(b)),
et reste égale à zéro sur la quasi-totalité de la zone active.

A la figure 4.11(b) le dipôle est placé au voisinage immédiat du coin du réseau (position
x0 = a et L1 = 4×10−5λ), et on a tracé les différents termes de l’équation (4.34) en fonction
de la fréquence d’émission. On observe que la contribution du réseau reste dans cette
position au plus du même ordre de grandeur que le taux modal. Cependant, rappelons
que le taux modal varie très peu en fonction de la position de la source (le mode TM0 étant
homogène), alors que la contribution du réseau décroît très rapidement en s’éloignant du
réseau. On remarque que la contribution du réseau croit plus rapidement que le taux
modal, lorsque la fréquence d’émission diminue. Un fit logarithmique de Γ/Γ0cl|res en
fonction de la fréquence fournit une loi en puissance :

Γ

Γ0cl

∣∣∣
res
∼ ν−2.8 (4.35)

L’exposante β ≈ −3 rappelle l’équation (2.39) et suggère un mécanisme d’interaction
local via les ondes évanescentes du dipôle, ce qui confirme la conclusion du paragraphe
4.4.2.

En conclusion, pour les dispositifs que nous avons envisagés, le terme Γ/Γ0cl|res est
négligeable, et la dynamique de désexcitation dans les cavités complexes reste quasiment

23On va se restreindre au cas des cavité sub-longueur d’onde, avec un seul mode TM guidé.
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(a)

(b)

Fig. 4.11 – (a) Le terme Γ/Γ0cl|res (contribution du réseau métallique à l’émission sponta-
née) en fonction de la position du dipôle. (b) Le dipôle est placé dans la position x0 = a et
L1 = 4×10−5λ (voisinage immédiat du coin métallique). On a tracé les trois contributions
de l’équation (4.34) en fonction de la fréquence.
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identique à celle des cavités planaires.
En plus, la dynamique de couplage résonant avec les plasmons d’interface décrite par le

terme Γ/Γ0cl|evs, et qui donne le renforcement le plus élevée figure 4.11(b), ne devrait pas
intervenir non plus, car la puissance rayonnée ne contient pas de trace de cette dynamique
(paragraphe 4.4.1, voir la figure 4.4 et les explications correspondantes).

Nous pouvons maintenant donner une interprétation des diagrammes puissance-période
présentés précédemment. Rappelons que d’après l’expression 4.21, la puissance rayonnée
est proportionnelle au produit du taux d’émission spontanée Γsp et l’efficacité de collection
ηcol. Le taux d’émission spontanée est principalement le taux modal de la cavité planaire
Γmode, qui, pour les cavités sub-longueur d’onde, décroît comme l’inverse de l’épaisseur de
la cavité :

Γsp ≈ Γmode ∼ L−1 (4.36)

Par ailleurs, l’efficacité de collection ηcol est une fonction de l’épaisseur de la cavité, et
également de la période du réseau d. Les résultats du paragraphe précédent peuvent être
résumés dans l’équation :

ηcol(d, L)|maxΓsp ∼ L−0.62 (4.37)

On en déduit que l’efficacité de collection maximale ηcol(d, L)|max est une fonction
croissante de l’épaisseur, et suit la loi en puissance :

ηcol(d, L)|max ∼ L0.38 (4.38)

Nous avons ainsi découplé la dynamique de la source des effets de collection, dus au
réseau. Résumons nos conclusions principales :

La puissance récoltée par un dispositif inter-sous-bande, par dipôle unique, mis en
cavité complexe, s’écrit de manière générale sous la forme :

〈P 〉 = ηcolΓsp~ω (4.39)

avec ηcol l’efficacité de collection, dépendant de la géométrie de la cavité complexe, et
Γsp le taux de l’émission spontanée. La modélisation théorique de la cavité complexe
permet de tirer les conclusions suivantes :
- Pour les cavités sub-longueurs d’onde qu’on a envisagées, le taux de l’émission
spontanée Γsp intervenant dans cette formule est quasiment identique au taux modal
Γmode dans le mode TM0 fondamental de la cavité planaire fictive. En effet, comme on
a vu dans le paragraphe 4.4.2, le mode de la cavité complexe tend vers le mode TM0

de la cavité planaire. Par conséquence, Γsp diminue comme l’inverse de l’épaisseur
de la cavité L.
-L’efficacité de collection ηcol est une fonction résonante de la période du réseau
métallique. Pour la maximum de l’extraction, la puissance récoltée suit la loi :

〈P 〉 ∼ L−0.62 (4.40)



4.4. Discussion des résultats numériques 129

Si les mesures expérimentales, notamment la construction des diagrammes puissance-
période, sont conformes avec les prédictions théoriques, alors nous pourrons conclure que
la dynamique de la source suit la loi en L−1, ce qui est la traduction de l’effet Purcell
dans le domaine THz. La confrontation entre la théorie et l’expérience est l’objet da la
seconde partie de ce manuscrit.
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Chapitre 5

Sources à cascade quantique

Dans ce chapitre nous abordons plus en détails les sources de rayonnement THz uti-
lisées pour les vérifications expérimentales, dont la discussion a été déjà entamée au pa-
ragraphe 1.5 du chapitre 1. Dans le premier paragraphe 5.1, on aborde l’effet tunnel
résonnant qui est le mécanisme fondamental pour le transport électronique dans les cas-
cades quantiques, en conjonction avec une brève présentation des phénomènes physiques
dans les super-réseaux de semi-conducteurs qui sont les précurseurs des cascades quan-
tiques. Dans le paragraphe 5.2, on aborde les cascades quantiques proprement dites, en
mettant l’accent sur la structure à quatre puits quantiques, utilisée dans nos expériences.

5.1 Effet tunnel résonnant ; super-réseaux

5.1.1 Illustration de l’effet tunnel résonnant

Le système le plus simple qui illustre l’effet tunnel résonnant est la double barrière
quantique, montrée à la figure 5.1(a). Il s’agit d’une hétéro-structure constituée d’un puits
quantique en GaAs, séparé par deux barrières en AlGaAs des régions en GaAs dopé de
type n+. Une telle hétéro-structure (échantillon "05de12") a été épitaxiée par Ulf Gennser
au LPN, dans le réacteur MBE VEECO (Gen II). La description de cette structure est
donnée dans le tableau suivant :

Couche Matériau Dopage (cm−3) Épaisseur (Å)
Substrat GaAs Si 1× 1018 < 5000
émetteur GaAs Si 2× 1017 2000
espaceur GaAs n.i.d. 150
barrière Al0.33Ga0.67As n.i.d. 87
puits GaAs n.i.d. 50
barrière Al0.33Ga0.67As n.i.d. 87
espaceur GaAs n.i.d. 150
collecteur GaAs Si 2× 1017 2000
final GaAs Si 1× 1018 5000

133
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(a) (b)

Fig. 5.1 – (a) Diagramme de la bande de conduction à l’équilibre de la structure à double
barrière. Le puits quantique est suffisamment étroit pour ne comporter qu’un seul niveau
d’énergie E1. Les zones autour du puits, appelées émetteur (à gauche) et collecteur (à
droite) sont dopées de type n+ (zones hachurées). Le niveau de Fermi EF est également
indiqué. (A) : état d’équilibre. (B) : la structure soumise à une tension électrique V . (b)
Caractéristique I-V expérimentale en continu. Les deux état (A) et (B) sont indiqués sur
la courbe.

Les régions dopées sont appelées respectivement "émetteur" (à gauche) et "collecteur"
(à droite sur la figure). Elles permettent le contact électrique avec l’extérieur. A cause
du dopage, l’énergie de Fermi EF est à l’intérieur de la bande de conduction, dont le
diagramme est représenté à la figure 5.1(a). Sur la figure, on a pris en compte les effets
de déformation de la bande dus au dopage.

Le puits quantique de 5 nm est suffisamment étroit pour ne comporter qu’un seul
niveau d’énergie E1. On a E1 ≈ 94 meV avec les paramètres du tableau.

L’échantillon a été procédé en mésas de taille typique 200× 800 µm2 par une gravure
chimique et des contacts ohmiques ont été évaporés sur les mésas (on décrira ce type de
procédé plus en détails dans le chapitre suivant). Des caractérisations I − V en continu
à température T = 140 K ont été effectuées sur l’échantillon. Le résultat est montré à la
figure 5.1(b).

A la figure 5.1(a) deux états ((A) et (B)) sont représentés. L’état (A) est l’état d’équi-
libre. Le niveau du puits E1 étant trop haut par rapport à l’énergie de Fermi EF , il n’est
pas peuplé. Lorsqu’on applique une tension V , on ajoute une énergie potentielle −eV
pour les électrons et le niveau E1 avoisine de plus en plus l’énergie de Fermi EF de l’émet-
teur. La probabilité de transition des électrons à travers les barrières par effet tunnel
augmente, et du courant commence à traverser la structure [135], [136]. Dans le cas (B),
où le niveau E1 est aligné avec le quasi-niveau de Fermi de l’émetteur, le transfert par
effet tunnel est maximisé et le courant est maximal. Ceci est illustré par la caractéristique
I − V de l’hétéro-structure montrée à la figure 5.1(b). L’alignement arrive pour une ten-
sion de 300 mV (la différence avec l’énergie du niveau E1 provient de la chute de potentiel
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(a) (b)

Fig. 5.2 – (a) Bande de conduction d’un super-réseau GaAs/AlxGa1−xAs. La direction
perpendiculaire aux couches est l’axe de croissance. La dégénérescence des niveaux quan-
tiques E1, E2, ... dans un puits unique est levée et il y a formation de "minibandes"
d’énergie. (b) Le super-réseau avec un champ électrique F appliqué le long de l’axe de
croissance. Le potentiel linéaire −eFz décale les puits l’un par rapport à l’autre et les
minibandes se scindent en niveaux de Wannier-Stark discrets.

supplémentaire au niveau des contacts de l’échantillon et aux différentes résistances de
charge).

Lorsque la tension V augmente davantage, le niveau E1 est de nouveau désaligné,
et le courant diminue. La résistance différentielle dV/udI devient alors négative, et la
caractéristique I − V devient instable [137] (voir la figure 5.1(b), au delà de ±300 mV ).
Une caractéristique stable peut être mesurée, en prenant certaines précautions, comme par
exemple, en prenant une résistance de mesure supérieure à la résistance négative [138]).

5.1.2 Quelques notes sur la physique des super-réseaux

Les super-réseaux sont les précurseurs et souvent aussi des blocs constituants des
cascades quantiques qui seront présentées au paragraphe suivant. Le concept de super-
réseau naît dans les travaux pionniers de Esaki et Tsu de 1970 [139], [140]. L’effet tunnel
résonnant y joue un rôle primordial et est à l’origine des effets de transport et des processus
optiques observés sous l’application d’un champ électrique.

Un super-réseau est une alternance périodique de couches épitaxiales de deux maté-
riaux semi-conducteurs, par exemple GaAs et AlxGa1−xAs comme sur la figure 5.2(a)24.
Si l’on ne considère que la bande de conduction, on obtient alors un ensemble de puits et
de barrières identiques pour les électrons. La dégénérescence des niveaux discrets d’éner-
gie dans les puits est levée par le couplage à travers les barrières et il y a formation de
"minibandes" d’énergie, d’autant plus larges que la largeur et la hauteur des barrières est
faible [141]. Les fonctions d’ondes électroniques sont délocalisées sur tout le super-réseau.
On a créé ainsi un potentiel périodique artificiel pour les porteurs, de période D égale
à la somme des épaisseurs d’un puits et d’une barrière (figure 5.2(a)), et dont les pro-

24Cette périodicité artificielle se superpose à la périodicité intrinsèque du potentiel cristallin, d’où le
préfixe "super" pour la désignation "super-réseau".
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priétés (période, position et largeur des bandes) sont contrôlables par les épaisseurs et la
composition des couches.

Les phénomènes les plus intéressants apparaissent lorsqu’on applique un champ élec-
trique perpendiculairement aux couches épitaxiales (figure 5.2(b)). Appelons alors z la
direction du champ, qui coincide alors avec l’axe de croissance (figure 5.2(a)). Une énergie
potentielle linéaire −eFz s’ajoute à l’hamiltonien qui décrit le mouvement des électrons,
et les puits quantiques sont décalés l’un par rapport à l’autre. Les minibandes sont scin-
dées en états discrets. Ces états sont décrits en 1959-1960 dans les travaux de G. Wannier
[142], qui a montré que si χ(x) est une fonction propre de l’hamiltonien pour l’énergie
E0, alors χ(x + kD) est aussi une solution pour l’énergie E0 − keFD, avec k un nombre
entier. Les fonctions d’onde sont ainsi localisées spatialement dans les puits sous l’effet
du champ électrique et sont appelées "fonction d’onde de Wannier-Stark" (ceci est illus-
tré à la figure 5.2(b)). Leur existence a été directement mise en évidence dans une belle
expérience reportée par Mendez et Bastard [143] (voir aussi [144], [145]). L’ensemble des
niveaux de Wannier est encore appelé "échelle de Wannier-Stark".

La distance entre deux niveaux de Wannier-Stark localisés dans des puits voisins est
alors ∆E = eFD. Cette séparation énergétique correspond à une fréquence angulaire ωB

égale à :

ωB =
eFD

~
(5.1)

La fréquence (5.1) est appelée "fréquence de Bloch". En régime non stationnaire, le
paquet d’onde électronique constitué d’états de Wannier-Stark oscille à la fréquence ωB. Ce
phénomène "d’oscillations de Bloch", prédit aussi dans un formalisme semi-classique [37],
a été récemment mis en évidence dans les super-réseaux GaAs/AlGaAs [146]. La condition
d’observation des oscillations de Bloch est ωBτ > 1, avec τ le temps caractéristique
de diffusion des porteurs par les phonons, les impuretés ou les imperfections du réseau
cristallin 25.

La vision simple développée plus haut n’est plus valable pour des champs électriques F
suffisamment forts. En effet, si le champ est tel que la grandeur eFD est égale à la distance
entre les niveaux 1 et 2 de la figure 5.2(b), le niveau 1 se voit aligné avec le niveau 2′ du
puits voisin. On peut alors avoir transfert de porteurs entre les niveaux 1 et 2′ par l’effet
tunnel résonnant, décrit dans le paragraphe précédent. La première description théorique
d’un super-réseau en régime d’effet tunnel résonnant a été donnée par Kazarinov et Suris
en 1971-1972 [147],[148]. Leur théorie était basée sur le formalisme de la matrice densité.
Ils montrent en particulier que la caractéristique I − V du super-réseau est constituée
de pics étroits qui correspondent à l’alignement des niveaux des différentes puits voisins
(figure 5.3(a),(b)). Dans l’hypothèse où les minibandes du super-réseau sont suffisamment
étroites, Kazarinov et Suris donnent l’expression suivante pour le courant I au voisinage

25En principe, il est possible d’observer les oscillations de Bloch dans un cristal semi-conducteur, car
le potentiel cristallin est périodique. Cependant, d’après (5.1) la condition ωBτ > 1 demande des champs
électriques trop élevés (de l’ordre de 106 V cm−1), du fait de la faible valeur du temps τ ≈ 10−13 s et la
constante de la maille cristalline a ≈ 1 Å. L’observation des oscillations de Bloch devient possible dans
un super-réseau artificiel de période D ≈ 100 Å.
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(a) (b)

Fig. 5.3 – (a)Illustration de l’idée de Kazarinov et Suris [147]. Le super-réseau est soumis
à un champ électrique suffisamment fort pour que le niveau 1 passe au dessus du niveau
2′, on obtient ainsi inversion de population pour la transition 1 → 2′, parce que les po-
pulations des niveaux (ellipses jaunes) diminuent avec l’énergie à l’intérieur d’un même
puits. (b) Caractéristique I-F (équivalente à I-V) pour un super-réseau d’après la théorie
de Kazarinov et Suris [147]. Pour les champs correspondant à un alignement des niveaux
de Wannier-Stark, on observe un pic pour le courant électrique. On a indiqué ici le point
de fonctionnement pour lequel on attend une inversion de population. Comme indiqué
dans le texte, ce point est en réalité instable.

de la résonance tunnel (par exemple, la résonance 1− 2′ de la figure 5.3) :

I = eDn(1− e−
∆12
kT )

2|Ω|2τ⊥
1 + ∆2τ 2

⊥ + 4|Ω|2τ2τ⊥
(5.2)

avec n la densité de porteurs, ∆12 = E2 − E1 la différence d’énergie entre les niveaux
1 et 2, ∆ = eFD − ∆12 le décalage à la résonance, T la température, k la constante de
Boltzman, ~Ω = 〈1|eFz|2′〉 le couplage entre les niveaux 1 et 2′ par le champ électrique,
τ2 la durée de vie du niveau 2 et τ⊥ le temps caractéristique de perte de cohérence.

Historiquement, l’équation (5.2) est le premier résultat théorique sur le transport dans
les super-réseaux qui prend en compte le mécanisme de l’effet tunnel. Le mécanisme décrit
par cette équation est simple : tout d’abord, il y a transfert des électrons être les niveaux
1 et 2′ par effet tunnel résonnant, qui est d’autant plus efficace que le couplage |Ω|2τ 2

⊥ est
grand, et que les niveaux sont alignés ∆ = 0. Puis les électrons relaxent dans le niveau 1′

(au bout d’un temps caractéristique τ2), et sont donc prêts à recommencer le cycle par un
nouveau transfert tunnel entre les niveaux 1′ et 2′′, etc. Cet "effet tunnel séquentiel" ouvre
des voies très efficaces pour le transport des électrons le long de la structure. Ces voies
prévues par la théorie de Kazarinov et Suris ont été observées en 1986 par F. Capasso et
al. dans des mesures de photo-courant sous excitation par laser He-Ne dans des diodes
p-i-n à super-réseau [149].

La motivation principale de l’étude de Kazarinov et Suris était la possibilité d’obtenir
du gain optique dans les super-réseaux. Ceci est illustré par la figure 5.3(a). Sur cette
dernière, on a indiqué par des ellipses jaunes les populations des différents niveaux de
Wannier-Stark. Pour un quasi-équilibre thermique, la population diminue pour les niveaux
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(a) (b)

Fig. 5.4 – (a) Résultat expérimental de Choi et al. [150], qui montre la variation de la
conductivité en fonction de la tension appliquée le long d’un super-réseau de 49 périodes. Le
nombre de pics observés corespond au nombre de périodes. (b) Interprétation schématique
du résultat expérimental. A cause du phénomène de charge d’espace, les puits s’alignent
successivement. Le champ électrique n’est plus homogène dans la structure, mais il y a
formation de domaines de champ fort (puits alignés) et de champ faible (puits désalignés).
Chaque pic dans la courbe de conductance correspond à l’alignement d’un puits et donc à
la progression du champ fort dans la structure. Les deux figures sont tirées de la référence
[150].

excités successifs à l’intérieur d’un puits. Pour un champ suffisamment fort, le niveau 1
passe au dessus du niveau 2′, et on obtient ainsi une inversion de la population qui peut
mener à un gain optique pour la transition 1 → 2′ d’énergie ∆ = eFD −∆12.

La défaillance de cette idée est que le point de fonctionnement du dispositif doit se
trouver entre deux pics du courant tunnel 1− 2′ et 1− 3′ (figure 5.3(b)), c’est à dire dans
la zone de la caractéristique I−V qui est instable. Cette instabilité est liée à la formation
de domaines du champ électrique et à l’apparition de zones de charge dans la structure.

La formation des domaines de champ a été évoquée par Esaki et Chang en 1974 [140],
pour le cas d’un super-réseau GaAs/AlAs de barrières fines (40 Å), et donc de mini-
bandes assez larges (5 meV ). Plus tard, en 1987, Choi et al. ont donné une démonstration
spectaculaire pour le cas d’un super-réseau GaAs/Al0.27Ga0.73As de barrières fines (88 Å)
dans le cas du régime de couplage inter-puits faible [150]. Leurs résultats sont donnés
à la figure 5.4(a),(b). A la figure 5.4(a), on montre les mesures de conductance pour le
super-réseau à basse température T < 20 K. On observe une série de pics réguliers en
fonction de la tension. Le nombre de pics correspond exactement au nombre N de puits
du super-réseau (N = 49). L’interprétation des mesures est donnée à la figure 5.4(b). Tout
d’abord, lorsqu’on transfère des électrons d’un puits à l’autre par effet tunnel, on détruit
localement l’électroneutralité de la structure. Des zones de charge d’espace se forment
autour de la barrière entre les puits. Tous les puits ne s’alignent pas simultanément (cas
idéal), mais successivement lorsqu’on augmente le champ électrique, au fur et à mesure que
la frontière des charges d’espace progresse le long de la structure. Ainsi, il y a formation
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(a) (b)

Fig. 5.5 – (a) Caractéristique I-V de la structure à super-réseau GaAs/AlGaAs utilisée
par Helm et al. [52] pour des expériences d’électroluminescence. Les pics observées sur la
caractéristique I-V correspondent à l’alignement entre le niveau fondamental et les diffé-
rents niveaux excités. (b) Spectres d’émission pour différentes tensions. Les spectres sont
obtenus en utilisant un filtre en InSb accordable sous champ magnétique, les minima du
signal correspondent alors à des maxima pour l’émission. Les maxima spectraux coïncident
avec les énergies des transitions inter-sous-bande calculées pour le super-réseau. Les figures
sont tirées à partir de la référence [52].

d’une zone de champ faible (puits non-alignés), et d’une zone de champ fort (puits alignés),
qui progresse le long de la structure lorsque la tension appliquée sur la structure augmente
(figure 5.4(b)). Le résultat observé est que le système garde un courant quasi-constant,
malgré l’augmentation de la tension, et contourne le point de fonctionnement indiqué sur
la figure 5.3(b)(flèche noire).

Les idées de Kazarinov et Suris ont motivé l’exploration des super-réseaux en tant que
sources de rayonnement. La première observation expérimentale du rayonnement produit
par des transitions inter-sous-bandes a été donnée par Helm en 1988 [53], [52]. Les résultats
de son article de 1989 [52] sont repris à la figure 5.5(a),(b) (voir aussi paragraphe 1.5).
L’idée est d’utiliser l’effet tunnel résonnant pour exalter les transitions inter-sous-bandes
et maximiser ainsi le rendement quantique pour l’émission. Cette exaltation est en effet
contenue qualitativement dans l’équation (5.2) : dans le cas de l ’alignement ∆ = 0 et
lorsque l’effet tunnel est efficace |Ω|2τ 2

⊥ � 1, le temps caractéristique qui gère le transport
n’est plus que le temps τ2 de transition 2 → 1, transition qui peut se faire aussi par la voie
radiative. Les fréquences des transitions observées par Helm étaient, par ailleurs, dans le
domaine THz.

Une année plus tôt (1987), Liu a proposé un dispositif pour la génération du rayon-
nement plus compliqué qu’un super-réseau : il comportait une séquence périodique de
deux puits de largeur différente, plutôt qu’un seul [151]. Dans ce dispositif, les électrons
tunnellent entre les niveaux 1 et 2′ du puits large, à travers un niveau du puits étroit
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qui sert alors de relais. Cette proposition est en fait la première cascade quantique qu’on
trouve dans la littérature.

5.2 Les sources à cascades quantiques

Les cascades quantiques sont, comme les super-réseaux, des séquences périodiques de
puits quantiques, mais, au lieu d’avoir un seul puits, on a un ensemble de puits différents
qui se répète. Ce design plus complexe permet une très grande flexibilité dans la conception
des états quantiques du système et de leur durée de vie non-radiative. Ceci permet ainsi
d’obtenir du gain optique et donc l’effet laser sur des transitions inter-sous-bandes.

5.2.1 Principe de fonctionnement des cascades quantiques ; la
structure à quatre puits

Nous allons illustrer le principe de fonctionnement des cascades quantiques en s’ap-
puyant sur la structure à quatre puits utilisée par Rochat et al. pour la génération
d’électroluminescence THz [55]. C’est par ailleurs cette structure que nous avons utili-
sée systématiquement dans nos expériences. Le schéma de la structure est donné à la
figure 5.6. Il s’agit d’une séquence de quatres puits en GaAs séparés par des barrières de
Al0.15Ga0.85As (la discontinuité de la bande de conduction est de 125 meV ). La largeur
des puits et des barrières est indiquée dans la légende de la figure 5.6. Sur cette structure
un champ électrique de F = 1.6kV/cm est appliqué. Le module au carré des fonctions
d’ondes des niveaux électroniques est également représenté, ainsi que leur position énergé-
tique. Il s’agit de niveaux localisés par le champ analogues aux niveaux de Wannier-Stark
des super-réseaux. Les niveaux entre lesquelles la transition radiative THz s’effectue, sont
indiqués en rouge. Le calcul de ce "diagramme de bandes" est précisé ci-après.

L’ensemble des quatre puits se divise en deux zones : zone active, constituée des puits
larges de 28 nm et 18 nm, et zone injecteur, constituée des puits de 16 nm et 15.5 nm, (
zone grisée sur la figure 5.6). La transition radiative a lieu entre les états 1 et 2 qui sont
localisés dans la zone active lorsque le champ électrique est appliqué. Les électrons sont
transférés le long de la cascade par effet tunnel séquentiel grâce à l’alignement des états
1 , 2′ et le niveau g de l’injecteur, qui sert de relais.

Le puits de 16 nm de la zone injecteur est intentionnellement dopé de type n+, à
quelques 1016 cm−3. Ce dopage est crucial pour la stabilité électrique de la structure.
L’injecteur dopé sert de réservoir d’électrons local, son rôle étant de compenser les effets
de formation de charge d’espace, qui apparaissent lors du peuplement des niveaux élec-
troniques de la zone active. La formation de zones de charge d’espace localement est alors
évitée, tant que le nombre de dopants par unité de surface dans l’injecteur est supérieur
au nombre d’électrons par unité de surface dans la zone active. En même temps, il est
important de maintenir un dopage résiduel aussi faible que possible dans les parties non-
dopées de la structure (actuellement quelques 1014 cm−3 pour un réacteur MBE typique
"haute mobilité"), afin de minimiser les pertes non-radiatives.

Dans la structure de la figure 5.6, la transition radiative a lieu entre les niveaux 2
et 1, dont les lobes principaux des fonctions d’ondes sont localisés au même endroit de



5.2. Les sources à cascades quantiques 141

Fig. 5.6 – Cascade quantique à quatre puits, utilisée par Rochat et al. pour la génération de
rayonnement THz [55]. La séquence des puits et barrières est, donnée en nm (de gauche à
droite) : 28/2.5/18/4/16/2.5/15.5/6. Les barrières sont indiquées en gras. Le diagramme
de bande est donné pour un champ électrique F = 1.6 kV/cm. La transition radiative a
lieu entre les niveaux 1 et 2 indiqués en rouge. Pour cette valeur du champ, les niveaux 1
et 2′ sont alignés avec le niveau g dans la zone injecteur.

l’espace (le puits de 28 nm). On parle alors de "transition verticale". Lorsque les lobes
des deux fonctions d’ondes sont localisés dans des puits différents de la zone active, on
parle de "transition diagonale". Cette dernière est caractérisée par un moment dipolaire
de la transition plus faible, mais aussi d’un taux des transitions non-radiatives plus faible
à cause du moindre recouvrement entre les fonctions d’ondes [152].

Pour calculer le diagramme de bande et trouver la fonction d’onde enveloppe χi(z) de
la i-ème sous-bande, on résoud l’équation de Schrödinger [54] :

− ~2

2m∗
∂2

∂z2
χi(z) + [Vbande(z)− eFz + Ve(z)]χi(z) = Eiχi(z) (5.3)

Ici m∗ est la masse effective des électrons de conduction26, Vbande(z) est le potentiel
rectangulaire donné par les puits et les barrières, F est le champ électrique appliqué, et
Ve(z) est le potentiel créé par les charges présentes dans la structure. Ce potentiel est

26La masse effective est considéré comme étant la même (m∗ = 0.067me) pour les couches de GaAs
et de AlxGa1−xAs, ce qui est approximativement vrai pour les petites valeurs de x, comme dans le cas
nos structures (x = 0.15). Dans certains calculs plus complexes, on utilise le modèle de Kane [54] qui
s’affranchit cette hypothèse.
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(a) (b)

Fig. 5.7 – Diagramme de bandes pour deux types de lasers THz. (a) Le premier laser THz
reporté dans la littérature [30]. L’effet laser a lieu entre les niveaux 1 et 2. Le niveau 1
est couplé par une "minibande" aux niveaux g de la zone injecteur large. La "minibande"
relativement large offre un grand nombre de voies de transfert, minimisant ainsi le temps
de vie du niveau 1 et permettant l’inversion de population. (b) Type de laser introduit par
l’équipe de Q. Hu au MIT en 2004. L’effet laser se produit entre les niveaux 5 et 6 de la
cascade. Le niveau 5 est dépeuplé par émission de phonons-LO vers les niveaux inférieurs,
alignés avec le niveau 6′ [67]. Les figures sont extraites des références correspondantes.

donné par l’équation de Poisson :

− ∂2

∂z2
Ve(z) =

e2

εε0

[ρ(z)−
∑

i

ni|χi(z)|2] (5.4)

Dans l’équation (5.4), ρ(z) est la densité de donneurs (supposés entièrement ionisés),
ε ≈ 12.96 est la constante diélectrique des couches et ni est la population de la i-ème
sous-bande.

En général, on commence par résoudre l’équation (5.3) numériquement, sans le terme
Ve(z) (voir par exemple [153], [154] pour une méthode de résolution possible). On obtient
ainsi les fonctions d’ondes χi(z)

0 en première approximation. Ensuite on utilise (5.4) pour
calculer Ve(z)

0 et utiliser ce potentiel dans (5.3) pour corriger les fonctions d’onde. Les
nouvelles fonctions χi(z)

1 sont utilisées dans (5.4) pour la nouvelle correction du poten-
tiel, etc., jusqu’à la convergence. La connaissance des fonctions d’onde permet d’estimer
le moment dipolaire de transition, sa force d’oscillateur, et éventuellement le temps ca-
ractéristique de certains mécanismes non-radiatifs.

La cascade quantique décrite ici est un système à trois niveaux (1, 2, g), qui permet
donc en principe d’obtenir effet laser. Pour conclure ce paragraphe, nous allons donner
des schémas de bandes qui ont récemment donné un effet laser dans le domaine THz (la
discussion des lasers à cascades dans le proche et moyen infrarouge va au delà du cadre
de ce manuscrit).

Le premier laser THz a été obtenu par Köhler et al. [30] en 2002 (fréquence 4.4 THz).
Le diagramme de bandes du laser est montré à la figure 5.7(a). La structure laser est
similaire à la structure décrite jusqu’ici, la différence importante étant que la zone injec-
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teur comporte quatre puits au lieu de deux. La largeur des puits de l’injecteur augmente
progressivement de telle manière que, lorsqu’on applique un champ électrique, leurs ni-
veaux fondamentaux s’alignent pour former une "minibande" quasi-continue. L’extraction
d’électrons du niveau 1 par effet tunnel est ainsi optimisée, et devient plus rapide que le
temps de vidage du niveau 2, temps dominé par les processus non-radiatifs "usuels" (qui
sont les phonons optiques, les collisions électron-électron) qu’on discutera au paragraphe
suivant. L’inversion de population est ainsi obtenue.

L’autre type de laser, introduit par Williams et al. en 2003 [67], est montré à la
figure 5.7(b) (fréquence 3 THz). La transition laser a lieu ici entre les niveaux supérieurs
5 et 6 de la structure. Le niveau inférieur 5 est dépeuplé par émission de phonons-LO
vers les niveaux inférieurs, ce qui constitue une voie de désexcitation très efficace (cf.
paragraphe suivant). L’énergie du phonon-LO pour le GaAs est de 36 meV, et est dons
considérablement plus grande que l’énergie de la transition laser (11 meV), ce qui implique
un champ électrique appliqué plus fort pour les structures faisant appel à ce mécanisme
de désexcitation. Cependant, comme le laser opère sur des niveaux excités, l’inversion de
population est moins sensible à la température et ce type de laser opère en pulse jusqu’à
des températures de 160 K, ce qui est actuellement (octobre 2006) l’état d’art en terms
de performance à haute température pour les lasers THz.

D’autres types de design existent actuellement ([69], [155]), qui sont des variantes de
ceux qu’on vient de décrire. Remarquons qu’un aspect important de la conception du
laser est le choix du type de guide d’onde. Les lasers THz les plus performant en termes
de courant de seuil et de température utilisent des guides d’ondes métalliques, dont la
fabrication sera décrite au chapitre suivant.

5.2.2 Processus de désexcitation non-radiatif des niveaux électro-
niques

Comme on l’a déjà remarqué au paragraphe 1.5, les processus non-radiatifs, respon-
sables de la durée de vie finie des niveaux, sont beaucoup plus efficaces que la voie radiative
pour les transitions inter-sous-bandes. Ces processus sont essentiellement : l’interaction
avec les phonons optiques longitudinaux ("phonons LO"), l’interaction avec les phonons
acoustiques, les collisions électron-électron et éventuellement la diffusion sur les défauts
des interfaces épitaxiales.

Le dépeuplement des niveaux par émission de phonon LO est un mécanisme très rapide
pour les transitions inter-sous-bandes dans le proche et le moyen infrarouge, dont le temps
caractéristique est estimé de l’ordre de 1 ps [156], [57]. Ce processus devient très efficace
lorsque la séparation en énergie des sous-bandes ∆E = E2 − E1 est égale à l’énergie du
phonon LO (ELO). Cependant, cette énergie est estimée à ELO = 36 meV pour GaAs, ce
qui est une valeur plus importante que les valeurs typiques de ∆E dans le domaine THz.
Dans ce cas là, comme indiqué à la figure 5.8(a), seulement les électrons qui possèdent
une énergie cinétique supérieur à ELO −∆E peuvent participer à l’émission des phonons
LO. Le taux non-radiatif ΓLO correspondant est alors très sensible à la distribution des
porteurs, et dépend fortement de la température pour une distribution thermique selon
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(a) (b)

Fig. 5.8 – (a) Dispersion parabolique des deux sous-bandes 1 et 2 dans le plan des couches
épitaxiales. Le vecteur k|| est la composante du vecteur dans le plan des couches. Lorsque
la séparation E2−E1 en énergie des sous-bandes est inférieure à l’énergie ELO du phonon
LO, seulement les électrons dont l’énergie cinétique satisfait E2 − E1 + ~2k2

||/2m
∗ > ELO

peuvent émettre des phonons LO. (b) Deux processus de collision électron-électron, avec
départ de la sous-bande 2 sont présentés.

la loi [55] :

ΓLO = G exp
{
− ELO −∆E

kT

}
(5.5)

Ici G est un préfacteur qui dépend entre autre du recouvrement entre les fonctions
d’onde des deux sous-bandes. Cette équation montre que l’émission de phonons LO est
bloquée à basse température ("goulot d’étranglement" pour les phonons LO).

Quant aux phonons acoustiques, le temps de désexcitation typique a été estimé [157] et
mesuré [156] de l’ordre de 100 ps. Ce mécanisme est en général négligé pour les transitions
inter-sous-bandes.

L’autre mécanisme non-radiatif qui s’avère jouer un rôle important, est véhiculé par
les collisions électron-électron illustrées à la figure 5.8(b) (seulement quelques processus
au départ du niveau 2 sont montrés). Les travaux théoriques [158],[159] et expérimentaux
[160] fournissent des valeurs entre 0.1 ps et 10 ps, ce qui est de même ordre que le temps
d’émission des phonons LO. Le taux de collisions électron-électron Γee peut être considéré
comme proportionnel à la population du niveau supérieur n2 [55],[159] :

Γee = An2 (5.6)

Dans la suite, on admettra que les phonons LO et les collisions électron-électron sont
les mécanismes dominants de désexcitation non-radiative, et on utilisera les formules (5.5)
et (5.6) pour décrire le comportement de nos dispositifs.
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Fig. 5.9 – Système "ouvert" à trois niveaux, constitué par les niveaux 1, 2 et le niveau
injecteur g au sein d’une période de la cascade. On injecte du courant électrique dans la
sous-bande 2 à partir du niveau injecteur g′ de la période précédente. Les différents temps
de transition sont indiqués. Le temps d’émission spontanée 1/Γsp est intégré dans le temps
de transition τ21.

5.2.3 Equations de bilan pour les populations ; puissance émise

Revenons sur la figure 5.6. Les deux sous-bandes 1 et 2, ainsi que le niveau injecteur g
forment un système à trois niveaux ouvert, décrit à la figure 5.9. Sur la même figure, on a
introduit les populations n2 et n1 des sous-bandes, et on a défini les temps de transition
entre les niveaux τ21, τ2g et τ1g. Le courant électrique est noté par I, alors le rapport I/e
est le nombre d’électrons injectés dans la sous-bande excitée 2 par unité de temps. Les
équations de taux pour le système s’écrivent :

dn2

dt
=
I

e
− n2

τ21
− n2

τ2g

(5.7)

dn1

dt
=
n2

τ21
− n1

τ1g

(5.8)

dng

dt
=
n2

τ2g

+
n1

τ1g

− I

e
(5.9)

en introduisant la population de l’injecteur ng. A partir de ces équation on peut calculer
facilement les populations des sous-bandes en régime permanent d/dt = 0, ainsi que
l’inversion de population n2 − n1 :

n2 = τ2
I

e
, n1 = n2

τ1g

τ21
, n2 − n1 = τ2

I

e

(
1− τ1g

τ21

)
(5.10)

On a introduit la durée de vie τ2 du niveau 2 donnée par la formule 1/τ2 = 1/τ21+1/τ2g.
La dernière équation (5.10) exprime simplement le fait que pour obtenir l’inversion de
population dans les lasers à cascades quantiques, il faut augmenter le temps de vie du
niveau 2 et minimiser le temps d’extraction de la sous-bande 1. Ceci est obtenu soit par
une sous-bande injecteur, large en énergie, pour augmenter la probabilité de l’effet tunnel
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comme dans le design de la figure 5.7(a), soit par le couplage avec la voie de désexcitation
rapide par les phonons LO comme dans le design de la figure 5.7(b).

En régime d’électroluminescence (n2 − n1 < 0), la puissance récoltée par le dispositif
de N périodes dans la cascade s’exprime comme :

Ptot = ηcolΓspNn2~ω = ηcolΓspτ2N
I

e
~ω (5.11)

Ici ηcol est le coefficient de collection introduit au chapitre précédent et ~ω = ∆E
est l’énergie du photon émis. La durée de vie τ2 se compose des différentes voies de
désexcitation possibles :

1

τ2
= Γsp + Γee + ΓLO ≈ Γee + ΓLO = Γnr (5.12)

On a utilisé ici le fait que le taux de l’émission spontanée Γsp est beaucoup plus faible
que le taux des processus non-radiatifs Γnr = Γee + ΓLO. On arrive ainsi à une première
expression pour la puissance émise :

Ptot = ηcol
Γsp

Γnr

N
I

e
~ω (5.13)

qui n’est rien d’autre qu’un résumé des résultats (4.20) et (4.21) présentés au chapitre
4. En effet, la population totale de la sous-bande 2, N × n2 = Nτ2I/e = NI/(Γnre), est
égale au nombre de dipôles présents dans le dispositif.

Maintenant, considérons la situation des températures proches de zéro T = 0 K, où
la voie des phonons LO est bloquée. On a alors 1/τ2 ≈ Γee, et d’après (5.6) et (5.10), on
obtient le lien suivant entre n2 et le courant I :

An2
2 =

I

e
(5.14)

On peut maintenant réécrire la formule pour la puissance émise (5.11) :

Ptot = (ηcolΓsp~ω)N

√
I

eA
= 〈P 〉N

√
I

eA
(5.15)

On a introduit ici "la puissance moyenne par dipôle" 〈P 〉 définie par l’équation (4.21).
Le dernier résultat se résume par les conclusions suivantes :

- A basse température, lorsque la voie par émission de phonons LO est bloquée, la
puissance récoltée du dispositif Ptot est proportionnelle à la racine carrée du courant
injecté I.

- La pente de la droite Ptot(
√
I) est proportionnelle à la "puissance moyenne par

dipôle" 〈P 〉 = ηcolΓsp~ω, qui a été étudiée théoriquement au chapitre 4, et qui contient
les empreintes des effets d’électrodynamique en cavité.

L’équation (5.15) fournit ainsi une stratégie expérimentale pour l’étude de l’effet Pur-
cell dans nos dispositifs THz.



Chapitre 6

Fabrication et caractérisation des
dispositifs

6.1 Fabrication des dispositifs

Notre but est de réaliser technologiquement des dispositifs à cascade quantique dans
une cavité métallique à fort confinement du champ électromagnétique. La procédure de
fabrication, effectuée exclusivement en salle blanche, est décrite dans le premier para-
graphe de ce chapitre. Une description suffisamment détaillée est fournie en annexe F.
Les caractérisations électriques qui ont permis de valider l’évolution des dispositifs sont
brièvement décrites dans le deuxième paragraphe.

Une étape importante de la fabrication est le report du substrat par brasure Au-In.
Ce procédé, permettant de créer des dispositifs avec un miroir métallique inférieur, a été
introduit et développé au laboratoire dans le cadre d’études similaires aux nôtres, dans le
domaine de proche infrarouge [15]. Parmi d’autres applications, il est aujourd’hui utilisé
pour la fabrication des guides d’ondes entièrement métalliques dans le domaine THz [60],
[67].

Un défi supplémentaire qui a été relevé est le type de croissance épitaxiale choisie.
La croissance constitue "l’étape zero" de la fabrication. Ansi, commençons donc par une
brève description des techniques de croissance.

6.1.1 Croissance épitaxiale

Durant ma thèse, la croissance épitaxiale des dispositifs a entièrement été assurée au
LPN par Isabelle Sagnes et Ulf Gennser.

Les croissances MOCVD et MBE

Grâce au développement des techniques de croissance, on est actuellement capable
de créer artificiellement des cristaux semiconducteurs dont les compositions varient à
l’échelle atomique, et fabriquer ainsi différentes hétérostructures, comme des puits et des
boîtes quantiques. Les hétérostructures les plus complexes sont probablement les cascades
quantiques, qui contiennent typiquement quelques centaines d’interfaces entre couches de
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composition différente. De plus, un contrôle précis est demandé sur les épaisseurs des
couches (souvent de l’ordre de quelques nanomètres pour les barrières les plus fines),
et sur le dopage intentionnel et résiduel, ce qui fait des cascades quantiques une tâche
éprouvante pour les épitaxieurs.

La plupart des cascades quantiques pour le domaine THz, et en particulier celle uti-
lisée pour nos expériences d’électrodynamique quantique en cavité, sont réalisé dans le
système de matériaux GaAs/AlxGa1−xAs. Le deux techniques principales, utilisées pour
la croissance de telles hétérostructures sont la MBE et la MOCVD.

Dans l’épitaxie à jets moléculaires MBE ("Molecular Beam Epitaxy"), les éléments à
épitaxier (comme Ga, Al, As, Si) sont placés dans des cellules à effusion chauffées ("cellules
de Knudsen"), et sont évaporés dans une chambre à ultra-vide (< 10−9 Pa), sous forme de
faisceaux moléculaires bien collimatés, sur un substrat lui même chauffé [37]. Le cristal est
ainsi construit couche atomique par couche atomique, à une vitesse typique de 1 µm/h.

La composition stœchiométrique des flux est contrôlée par la température des cellules
à effusion. Des caches pilotés par ordinateur sur les cellules permettent, du fait du temps
d’ouverture court (≈ 1 s), de contrôler les épaisseurs des couches avec une précision à
la monocouche atomique près. Le dopage intentionnel peut aussi être varié de manière
abrupte. Le dopage résiduel, qui dépend de la propreté du réacteur, peut être très faible
(< 1015 cm−3).

Cette qualité est cependant obtenue au prix d’une croissance lente (une journée pour
un laser à cascade de 90 périodes !), et d’une maintenance lourde et coûteuse du réacteur
de croissance,ce rend difficile l’utilisation de la MBE au niveau industriel. Cependant,
à cause de la complexité des cascades quantiques, la MBE est actuellement largement
utilisée pour la croissance de ces structures.

L’autre technique est l’épitaxie en phase vapeur aux organométalliques MOCVD ("Metalo-
Organic Chemical Vapeur Deposition") [37]. Comme son nom l’indique, les atomes à
déposer proviennent des sources organométalliques ("précurseurs"), tels que le tryméthil
gallium Ga(CH3)3 et l’arsine AsH3, qui sont envoyé dans le réacteur sous forme gazeuse (le
gaz porteur est l’hydrogène). La croissance d’une couche de GaAs sur le substrat s’effectue
par une réaction chimique de type :

Ga(CH3)3(g) + AsH3(g) → GaAs(s) + 3CH4(g) (6.1)

La composition des couches épitaxiales est alors contrôlée par les principaux facteurs
influençant la cinétique de la réaction chimique : pression, température et composition du
mélange gazeux dans le réacteur MOCVD. Une plus grande flexibilité, de plus grandes
vitesses de croissance (5−10 µm/h), et aussi une plus grande reproductibilité par rapport à
la MBE, sont les avantages caractéristiques de cette technique. Dans les meilleurs réacteurs
MOCVD, la qualité des interfaces et le contrôle de la composition des couches permet à
la technique MOCVD de rivaliser avec la technique MBE [161]. Cependant, la croissance
MOCVD ne permet à priori pas de maîtriser, comme en MBE, des profils de dopage
intentionnel faible (de l’ordre de 1016 cm−3 dans les structures à cascades), ainsi qu’un
très faible dopage résiduel, due à l’incorporation de carbone dans les couches, provenant
de la décomposition des précurseurs organométalliques. Notons, en ce qui concerne les
profils de dopage, qu’il est quasi impossible de maintenir un dopage abrupte en MOCVD
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Couche Matériau Dopage (cm−3) Nb. de cycles Épaisseur visée(Å)
Couche de contact GaAs n+ 3× 1018 1 3000

Puits GaAs x× 1016 1 160
Barrière Al0.15Ga0.85As 1 25
Puits GaAs y × 1016 1 150

Barrière Al0.15Ga0.85As 1 60
Puits GaAs N 280

Barrière Al0.15Ga0.85As N 25
Puits GaAs N 180

Barrière Al0.15Ga0.85As N 40
Puits GaAs x× 1016 N 160

Barrière Al0.15Ga0.85As N 25
Puits GaAs y × 1016 N 155

Barrière Al0.15Ga0.85As N 60
Puits GaAs 1 280

Barrière Al0.15Ga0.85As 1 25
Couche de contact GaAs n+ Ca × 1018 1 La

Couche d’arrêt Al0.91Ga0.09As 1 10000
Substrat GaAs n+ 2× 1018

Tab. 6.1 – Tableau décrivant les couches épitaxiales des échantillons MOCVD, épitaxiés
d’après la référence [55]. Les paramètres x (dopage dans le puits à 155 nm), y (dopage
dans le puits à 160 nm), Ca (dopage de la couche de contact supérieure) et La (épaisseur
de la couche de contact supérieure) et N (nombre de périodes dans la cascade) changent
en fonction de l’échantillon. Les différences sont résumées dans le tableau 6.2. Le code de
couleurs est expliqué dans le texte.

sur quelques monocouches, même lorsque le dopage est important. C’est l’une des raisons
pour laquelle la MOCVD à été peu explorée dans la croissance de structures à cascades.

Les structures que nous allons présenter sont innovatrices dans le sens où ce sont les
premières cascades quantiques obtenues par la MOCVD et opérant dans le domaine THz.
Par leur nature (faibles nombres de périodes, comparaison systématique entre un grand
nombre de dispositifs en différents endroits de l’échantillon), nos études expérimentales ont
fourni, à posteriori, un bon test pour cette technique de croissance. L’épitaxie MOCVD à
été réalisée au LPN par Isabelle Sagnes, dans le bâti EMCORE D125 à réacteur vertical.

Tableau de croissance

Durant ma thèse, un grand nombre d’échantillons MOCVD a été fabriqué d’après la
structure électroluminescente de Rochat et al. [55]. La séquence générique des couches de
cette structure est résumée dans le tableau 6.1. D’autres structures MOCVD (de type "la-
ser") et quelques structures MBE ont été étudiées, mais les résultats ne sont pas présentés
dans ce manuscrit.

Tous les échantillons sont épitaxiés sur un substrat de GaAs dopé de type n. Ils
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Échantillon x (×cm−3) y (×cm−3) Ca (×cm−3) La (nm) N Diff. (%)
MOR5135 0 0 3.0 300 35 ?
MOR5429 0 0 3.0 300 8 ?
MOR5431 0 0 3.0 300 35 ?
MOR5513 0 0 3.0 300 8 ?
MOR5581 0 0 3.0 300 8 ?
MOR5584* 0 0 3.0 300 8 ?
MOR5585* 0 0 3.0 300 35 ?
MOR5607 0 3.0 3.0 300 35 -15%
MOR5608 0 6.0 3.0 300 35 -15%
MOR5613 0 12.0 3.0 300 35 -15%
MOR5614 0 0 3.0 300 35 -15%
MOR5618 0 3.0 3.0 300 35 -15%
MOR5620 0 3.0 3.0 300 35 -5% (TEM)
MOR5621 0 3.0 3.0 300 8 -5% (TEM)
MOR5634 3.0 0.0 3.0 300 8 -5%
MOR5635 3.0 0.0 3.0 300 35 -5%
MOR5698 3.0 0.0 2.0 200 4 -5% (Dektak)
MOR5699 3.0 0.0 2.0 200 19 -5% (Dektak)
MOR5670 3.0 0.0 2.0 200 39 -5% (Dektak)
MOR5671 3.0 0.0 2.0 200 9 -5% (Dektak)

Tab. 6.2 – Liste avec les échantillons MOCVD et les valeurs des paramètres x, y, Ca, La

et N . Les échantillons MOR5584 et MOR5585 désigné par étoile ∗ ne comportent pas de
couche d’arrêt, et la séquence des couches épitaxiales est inversée par rapport au tableau
6.1.

comportent des couches de contact dopées de type n+ pour les contacts électriques de
la cascade. Ces couches sont indiquées en gris sur le tableau 6.1. Une couche riche en
aluminum, appelée "couche d’arrêt", d’épaisseur ≈ 1 µm est insérée entre le substrat et
la couche de contact La (en rouge sur le tableau 6.1). Cette couche sert lors de l’étape
de report de la cascade sur un substrat hôte, qui sera décrite décrite dans le paragraphe
suivant.

La cascade quantique proprement dite se trouve entre les deux couches de contact.
Les puits et les barrières constituant la zone active sont indiqués en jaune, et ceux de
la zone injecteur en vert. Le nombre N de répétitions des couches définit le nombre de
périodes de la cascade. On peut remarquer que la cascade commence avec un injecteur,
et se termine avec une "demi-zone" active.

Dans le tableau 6.1 on a également indiqué les paramètres qui changent en fonction des
échantillons. Ces changements ont été opérés pour optimiser la structure finale. Une liste
détaillée des valeurs des paramètres en fonction des échantillons est donnée au tableau
6.2. Les paramètres qui changent sont : x et y qui sont les dopages intentionnels dans les
puits à 15.5 nm et 16.0 nm respectivement, le dopage Ca et l’épaisseur La de la couche
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de contact proche de la couche d’arrêt, et le nombre de cycles de répétition des couches
N , le dernier paramètre étant lié aux effets de confinement.

Sur le tableau 6.2, les échantillons MOR5584 et MOR5585 sont particuliers, car ils
ne comportent pas de couche d’arrêt, car aucun report de couches ne fait pas partie des
étapes de fabrication. Pour ces plaques, la séquence des couches épitaxiales est inversée
par rapport au tableau 6.1.

Les épaisseurs des couches données au tableau 6.1 sont les valeurs visées lors de la
croissance. La différence entre les valeurs visées et les valeurs réelles, mesurée par dif-
férentes techniques de caractérisation, est donnée à la dernière colonne du tableau 6.2.
Notons que les épaisseurs réelles étaient plus faibles que les épaisseurs visées.

Caractérisation des plaques

La MOCVD n’ayant, avant cette thèse, jamais réalisé des cascades quantiques, des
caractérisations structurales ont été effectuées parallèlement aux études expérimentales.
De plus, des caractérisations (TEM, rayons X) ont aussi été effectuées sur des échantillons
MBE.

Imagerie TEM. L’imagerie par Microscopie électronique en transmission (d’acronym
anglais TEM) permet de mesurer l’épaisseur des couches, ainsi que leur composition (en
Aluminium par exemple) en réalisant une coupe transverse. Deux coupes transverses de
de l’échantillon MOR5620, réalisées par G. Patriarche au LPN, sont présentées sur les
figures 6.1(a),(b). Sur l’image 6.1(a) au moins trois période de la cascade quantique de
les quatre puits sont clairement visibles (à comparer avec la figure 5.6). L’image 6.1(b)
est un agrandissement sur une période et permet de calculer les épaisseurs des couches.
Ces images ont été utilisées pour calibrer les vitesses de croissance, afin d’approcher au
maximum les valeurs nominales. De plus, ces images montrent que les interfaces obtenus
par MOCVD sont abruptes et de bonne qualité. Par contre, elles relèvent que la quantité
d’Aluminium est inférieure par rapport à la valeur visée dans les barrières les plus fines.
La hauteur en énergie des barrières est par conséquence modifiée, ce qui provoque une
décalage dans la longueur d’onde rayonnée par rapport à la nominale, comme on le verra
dans le chapitre suivant.

Analyse SIMS. L’analyse SIMS (Secondary Ion Mass Spectrometry) est une méthode
puissante et précise pour la détermination de la composition des échantillons le long de
l’axe de croissance, et notamment la concentration en volume des différents dopants. Dans
cette technique, la surface de l’échantillon est pulvérisée par le bombardement d’ions Cs+,
et les produits de la pulvérisation sont analysés par un spectromètre de masse.

A la figure 6.2(a),(b) les résultats obtenus par SIMS chez la société PROBION ANA-
LYSIS sur les deux échantillons MOR5608 et MOR5614 sont présentés. Sur la figure 6.2(a)
, pour MOR5608, on observe des oscillations de la composition des éléments Si et Al. Les
oscillations de Si proviennent du dopage intentionnel des puits quantiques de la zone de
l’injecteur, qui. reste dans la marge voulue entre 1015 cm−3 et 1016 cm−3.

A la figure 6.2(b), les résultats SIMS pour l’échantillon MOR5614 non-dopé inten-
tionnellement, sauf dans les couches de contact, sont présentés. Le dopage résiduel en Si
reste de l’ordre de 1015 cm−3, mais les mesures révèlent aussi des quantités de carbone
C et d’oxygène O de l’ordre de 1017 cm−3. Ces éléments proviennent des précurseurs or-
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(a)

(b)

Fig. 6.1 – (a) Image TEM en coupe de l’échantillon MOR5620. Les quatre puits quan-
tiques de la structure, comme décrite à la figure 5.6, sont clairement visibles. (b) Grossis-
sement permettant d’obtenir des mesures quantitatives des épaisseurs des barrières et des
puits, ainsi que la concentration en aluminium des barrières. On observe deux fois moins
d’aluminium dans les barrières les plus fines.
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(a)

(b)

Fig. 6.2 – (a) Résultats de l’analyse SIMS de l’échantillon MOR5608. On voit les oscil-
lations de concentration en Al correspondant aux puits et aux barrières (la résolution de
cette technique n’est pas suffisante pour distinguer la structure de la cascade). Une infor-
mation plus précise est obtenue avec les oscillations du Si qui corresponde à la séquence
des zones injecteurs et des zones actives. Les valeurs restent dans la marge voulue entre
1015 cm−3 et 1016 cm−3. (b) Résultat de l’analyse SIMS de l’échantillon MOR5614 qui est
non-dopé dans la cascade. Ces résultats mettent en évidence un dopage résiduel en Si de
1015 cm−3, mais aussi une "pollution" en C et O ( qui n’est pas gênante à priori car ces
impuretés sont loin en énergie de la bande de conduction).
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Fig. 6.3 – Profil de dopage de l’échantillon MOR5685, mesuré à l’aide du profilomètre
électro-chimique BIO RAD.

ganométalliques utilisés lors de la croissance MOCVD. Pour le GaAs, l’oxygène est un
donneur d’électrons, d’énergie 0, 4 eV , proche du milieu du gap, alors que le carbone est
un accepteur d’énergie 0, 026 eV en dessous de la bande de valence [162]. Ces impuretés
étant loin en énergie du bas de la bande de conduction ou l’on trouve le Si (0, 0058 eV ),on
peut admettre en première approximation qu’elles ne jouent aucun rôle dans le dopage
intentionnel. En réalité, ces impuretés modifient l’équilibre ionique des dopants, et nous
les prenons en compte pour le calcul du dopage effectif réel dans les zones injecteur.

Profilomètre électro-chimique. Il s’agit d’un appareil de mesure qui permet d’ob-
tenir un profil de dopage de l’échantillon. L’échantillon est placé dans une cellule électro-
chimique, contenant l’électrolyte de Tiron (pour le GaAs) de concentration 0, 1 M . L’élec-
trolyte est en contact avec une surface bien définie de l’échantillon (≈ 1 mm2). On mesure
alors le courant traversant le circuit formé par un contact ohmique, posé sur la face arrière
de l’échantillon, et une électrode en platine placée dans l’électrolyte. En même temps, on
mesure la capacité de la couche de déplétion qui se forme à l’interface semiconducteur-
électrolyte. La solution grave le semiconducteur au fur et à mesure et l’appareil fournit la
tension, le courant et la capacité en fonction de la profondeur de gravure.

Le profil de dopage de l’échantillon MOR5685 ainsi mesuré (avec un injecteur dopé)
est donné à la figure 6.3. Les résultats sont obtenus avec l’appareil BIO RAD disponible
dans la salle blanche du LPN. On voit sur la figure les couches de contact qui enveloppent
la cascade, et une partie du substrat. Les valeurs du dopage sont compatibles avec les
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Fig. 6.4 – Diffractogrammes de rayons X obtenues en haute résolution sur les échantillons
MOR5607 et MOR5614. Ces deux échantillons ont été réalisés lors de la même campagne
de croissance.

mesures SIMS, et le profil est celui visé lors de la croissance. Remarquons cependant que
cette technique ne permet pas d’obtenir une grande résolution sur les très faibles dopages
à cause de problèmes de calibration.

Diffractométrie de rayons X. Il s’agit d’une technique classique, basée sur la dif-
fraction de rayons X sur les plans cristallins du semiconducteur. On mesure l’intensité
des rayons X diffractés sur l’échantillon en fonction de l’angle d’incidence. Une intensité
maximale est obtenue pour les angles d’interférences constructives θn, donnés par la loi
de Bragg :

λn = 2d sin θn (6.2)

avec n un entier et d la distance entre les plans cristallins. Pour les structures pério-
diques, comme les cascades, la périodicité introduit une nouvelle série de pics de l’intensité,
qui sont décrits aussi par (6.2) lorsque d est prise égale à la période de la cascade. La
diffractométrie de rayons X permet aussi d’obtenir une information sur la composition
et les épaisseurs des couches. Cette technique est assurée au LPN par L. Largeau et O.
Mauguin.

Les diffractogrammes obtenus sur les échantillons MOR5607 et MOR5614 sont données
sur la figure 6.4. Le premier pic bien prononcé (vers 33̊ ) correspond à la couche d’arrêt
Al0.91Ga0.09As riche en Al. La série de pics qui suit provient de la cascade, et permettent
d’obtenir la période. Les périodes sont respectivement 77 nm pour MOR5607 et 81 nm
pour MOR5614. Cette différence de 15% par rapport à la valeur demandée de 92.5 nm à
été corrigée lors des croissances suivantes.
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(a) (b)

Fig. 6.5 – (a) Diagramme de phase du système Au-In [163]. Pour un pourcentage d’indium
entre 37% et 54% le mélange Au solide/In liquide est instable (état 1 ). Le retour à
l’équilibre thermique s’effectue par solidification sous forme d’alliages AuIn et AuIn2

(état 2 ). Cette transition est indiquée par la flèche bleue sur le diagramme. (b) Image
TEM du joint de brasure Au-In entre le substrat et l’échantillon (G.Patriarche). Cette
image a été réalisée sur l’un des échantillons fabriqués par C. Nelep dans notre laboratoire
lors de sa thèse [15], la procédure de collage utilisée étant équivalente à la nôtre.

6.1.2 Report du substrat. Collage métallique Au-In

L’étape qui suit la croissance des échantillons est un "collage métallique", basé sur une
brasure Au-In. Le but est de reporter la cascade quantique GaAs/AlGaAs sur un substrat
hôte, en général InP ou GaAs. L’assemblage est assuré par la formation d’une couche
d’alliage AuIn entre l’échantillon et le substrat hôte. Grâce à ces propriétés métalliques,
cette couche joue le double rôle de miroir plan inférieur pour les dispositifs, et de contact
électrique pour l’injection de courant dans la cascade.

Ce type de procédé (et plus généralement la brasure métal-métal, comme Au-Au ou Co-
Co) est maintenant devenu standard pour la réalisation des dispositifs THz, qui opèrent
dans des guides d’ondes entièrement métalliques. Il est aussi utilisé pour la dissipation
de la chaleur dans des dispositifs optoélectroniques comme les VSCELs (lasers à emission
verticale) ou les absorbants saturables.

La brasure Au-In a été initialement introduite dans notre laboratoire par C. Nelep dans
le cadre de ses études sur l’émission spontanée dans des structures à un puits quantique en
cavité métallique pour le proche infrarouge [15]. Ce procédé d’assemblage à été développée
dans les années 60 par L. Bershtein [164], puis "redécouvert" par C. C. Lee et C. Y. Wang
au début des années 90 [165].

La brasure Au-In est basée sur le phénomène d’interdiffusion solide-liquide (SLID :
solid-liquid interdiffusion). La température de fusion de l’indium (In) est faible (T = 157
C̊), et celle de l’or (Au) est très élevée (T = 1046 C̊). L’étude du diagramme de phase
du système Au-In (figure 6.5(a)) montre qu’il est possible d’obtenir des alliages de haute
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Fig. 6.6 – Les différentes étapes de report du substrat. A remarquer qu’après le report, la
séquence des couches épitaxiales se voit inversée par rapport au tableau 6.1.

température de refonte entre les deux métaux, tout en restant à basse température. La
température de formation des alliages, T > 180̊ C est supérieure à la température de
fusion de l’indium. Lorsqu’on chauffe les deux métaux, mis en contact, à une température
T > 180̊ C, l’indium se liquéfie et diffuse initialement dans l’or solide (d’où la déno-
mination du procédé). Comme on voit sur le diagramme de phase de la figure 6.5(a),
l’établissement de l’équilibre thermique du mélange s’accompagne par "un saut du soli-
dus" qui correspond à la formation des alliages solides AuIn et AuIn2. Le pourcentage
massique de l’indium doit être compris entre 37% et 54%. A la figure 6.5(b) on montre
une photo TEM du composé ainsi formé qui est commentée plus bas. Ce phénomène de
formation des alliages par SLID est possible aussi pour d’autres couples de métaux [164].

Les étapes du report du substrat sont schématisées à la figure 6.6. Ils consistent en :
métallisation de l’échantillon et du substrat hôte, mise en contact et recuit sous pression
pour la formation de l’alliage Au-In, et retrait du substrat. Dans la suite, on décrit ces
étapes brièvement.

-Métallisation. Après un traitement approprié des surfaces de l’échantillon et du sub-
strat (nettoyage à l’alcool, éventuellement sous ultrasons) on dépose 360 nm d’or, après
le dépôt de 50 nm de Ti qui forme la couche d’accrochage. Les dépôts sont précédés de
désoxydation de la surface par une solution de HCl dilué dans l’eau à 10%. Les dépôts
sont effectués dans le bâti d’évaporation SCM 450 de la salle blanche du LPN par L. Leroy
et L. Couraud. On dépose ensuite sur le substrat hôte une couche d’indium de 950 nm
(bâti BELL). L’indium est recouvert par une couche d’or de 50 nm pour éviter l’oxyda-
tion de ce dernier. Les épaisseurs des couches métalliques correspondent aux proportions
stœchiométrique de formation de l’alliage de la brasure.

-Recuit sous pression. L’échantillon et le substrat hôte, préalablement découpés en
morceaux carrés de taille 5 × 5 mm ou 8 × 8 mm sont mis en contact dans une presse
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en graphite. La géométrie de la presse est telle qu’elle permet de maintenir une pression
mécanique homogène de ≈ 1 MPa, le substrat et l’échantillon étant bloqués entre deux
cales en graphite. Cette pression sert à assurer un contact homogène sur toute la surface,
l’échantillon et le substrat ayant des rayons de courbure de quelques dizaines de mètres.

Les échantillons dans la presse sont recuits dans un four à diffusion sous flux d’azote. Le
profil de recuit comporte une montée de 8̊ C/min, avant de demeurer 2 h 30 min sur une
plateau à la température de 250̊ C. La longue durée du plateau facilite l’interdiffusion. A
l’issue du recuit, le joint de la brasure se présente comme un ensemble de grains de AuIn
et AuIn2, de taille typique 250 × 700 nm, avec des cavités intergranulaires inférieures
à 100 nm [15], comme montré à la figure 6.5(b). Ces dimensions sont bien inférieures
aux longueurs d’ondes de travail (λ/n ≈ 30 µm). Le joint possède une très bonne tenure
mécanique, et de bonnes propriétés électriques et thermiques. Il forme le miroir métallique
inférieur pour nos dispositifs.

-Retrait de substrat. Le retrait du substrat GaAs commence par son amincissement à
l’aide d’une polisseuse électrique PRESI P320. L’échantillon est maintenu, coté substrat,
sur un plateau tournant en fonte (30 tr/min), sous flux d’une solution de poudre d’alumine
dont les grains ont un diamètre de 3 µm. L’épaisseur initiale du substrat de 450 µm est
réduite à 30− 40 µm.

L’épaisseur restante de substrat GaAs est enlevée par une attaque chimique sélective.
La solution de la gravure est un mélange en rapport volumique 5 :1 d’une solution aqueuse
d’acide citrique C4O7H8 de concentration de 1 g/mol, associée à de l’eau oxygéné H2O2

à 30%. Cette solution grave les couches contenant peu d’aluminium beaucoup plus vite
(100 fois) que la couche Al0.91Ga0.09As riche en Al [166].

Le mécanisme d’attaque chimique par l’acide citrique est commun avec la plupart des
réactions de gravure des semiconducteurs. En général, il y a toujours un agent oxydant,
comme le peroxyde H2O2 pour oxyder la surface du semiconducteur. L’oxyde formé est
ensuite dissout par l’acide. Dans le cas de l’acide citrique, les liaisons Ga-O sont plus
faibles que Al-O, et se dissolvent plus facilement, ce qui explique la sélectivité [167]. La
couche riche en Al ralentit ainsi considérablement la réaction, d’où la désignation de
"couche d’arrêt".

La vitesse maximale typique de la gravure est de 1 µm/min. Elle est atteinte en
chauffant la solution (à 40 − 50̊ C) sous agitation, qui facilite l’accès à la surface du
semiconducteur.

La couche d’arrêt Al0.91Ga0.01As est ensuite enlevée dans une solution aqueuse d’acide
fluorhydrique HF à 5%, qui possède une très grande sélectivité de gravure de AlxGa1−xAs
par rapport à GaAs pour x > 0.5 [168]. Cette étape dure quelques secondes.

A la fin du report du substrat on obtient une surface d’aspect miroir, en général sans
défauts.

6.1.3 Mise en forme finale

A partir de l’échantillon collé, on réalise des mésas de différentes tailles (typiquement
200× 400 µm2), sur lesquels on dépose des réseaux métalliques de période entre 10 et 22
µm. La fabrication demande plusieurs étapes standards (lithographie, gravure humide)
schématisées à la figure 6.7. Au final, on dispose de mésas avec des contacts type n+ sur
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Fig. 6.7 – Description schématique des étapes de fabrication des dispositifs à réseau métal-
lique qui sont réalisées sur l’échantillon reporté. Une première lithographie optique et une
métallisation permettent de déposer le réseau. Une deuxième lithographie suivie d’une gra-
vure humide définissent les mésas. Des contact électriques peuvent être pris sur le réseau
métallique et sur le joint de la brasure par thermocompression.
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la surface supérieure et au pied du mésa, ce nous permet d’injecter du courant électrique
dans les dispositifs perpendiculairement aux couches. Dans la suite on décrit rapidement
les étapes de fabrication.

La première étape est une étape de lithographie optique sur de la résine AZ5214
(épaisseur 1.4 µm). Cette étape permet d’imprimer les motifs contenant le réseau à partir
d’un masque en Cr, en irradiant la résine par des rayons UV à travers le masque. Au
bout du procédé les parties de la résine correspondant à l’emplacement des motifs sont
enlevées par une solution appelée developer (ce procédé est appelé "développement"). Il
s’agit d’une lithographie "en négatif", car les motifs imprimés sur la résine correspondent
au motifs du masque. Une résine dite "négative" signifie que lorsqu’elle est irradiée, elle
devient alors non soluble. Dans le cas contraire (les parties irradiées sont solubles dans
le developer), la résine est dite "positive". La résine AZ5214 peut être comme négative,
tant positive, mais pour l’inverser, des étapes d’irradiation et de recuit supplémentaires
sont nécessaires.

On évapore ensuite du métal. Puis la résine est entièrement retirée dans un bain d’acé-
tone, emportant le dépôt de métal qui la recouvre (figure 6.7). Deux types de métallisations
ont été utilisés pour le réseau métallique : dépôt de contacts ohmiques AuGeNi et dépôt
de contacts Schottky Ti/Au ou Pt/Au. Pour les contacts ohmiques, on dépose successi-
vement les métaux Au, Ge, Ni dans des proportions bien définies. Le recuit de 30s des
couches métalliques vers 420̊ C permet la diffusion partielle de l’or dans le semiconducteur
et la formation de divers alliages [169]. Le contact ainsi formé possède une résistivité très
faible (≈ 0.4 × 10−6 Ωcm−2) [170]. Pour nos échantillons reportés, on a utilisé un recuit
"doux" à 320̊ C, qui est suffisant pour la formation des différents eutectiques, mais au
prix d’une légère augmentation de la résistivité. Néanmoins, ce procédé s’avérait risqué,
car on provoquait souvent l’éclatement du joint de la brasure. Voici la raison pour laquelle
on a aussi utilisé les contacts de type Schottky qui seront détaillés par la suite.

Une nouvelle étape de lithographie optique suit le dépôt des contacts. La résine utilisée
est AZ4533, d’épaisseur 3.5 µm. Cette fois ci les motifs imprimés sur la résine après
le développement sont complémentaires avec le masque (lithographie "positive"). Cette
étape sert à couvrir les motifs du réseau avec un chapeau protecteur de résine, afin de les
protéger pendant la gravure chimique qui va suivre. La résine est durcie par un recuit à
100̊ C pendant 30 min.

Toutes les étapes de lithographie optique sont effectuées avec l’aligneur MJB3 dispo-
nible en salle blanche.

Les mésas sont définis par une gravure humide. Parmi les solutions qui ont été utilisées,
les meilleurs résultats ont été obtenus avec la solution d’acide sulfurique H2SO3/H2O2/H2O
en proportion 1/8/40. La vitesse de gravure est d’environ 1 µm/min. Le mécanisme de
gravure suit le schéma classique : oxydation par H2O2, puis dissolution (non-sélective) de
l’oxyde par l’acide. La vitesse de gravure est limitée par l’étape de dissolution, et peut
être facilement ajustée en jouant sur la concentration de l’acide. On a aussi utilisé une
solution d’acide phosphorique H3PO4/H2O2/H2O en proportion 2/1/40 qui donne une
vitesse ≈ 0.06 µm/min plus faible, mais les flanc de la mésa obtenus étaient moins bons.

Le joint de brasure sert de une couche d’arrêt naturelle pour la gravure et ne semble pas
être affecté par la solution. A la figure 6.8 on montre des photos obtenus par microscope
électronique à balayage, qui montrent les flancs typiques des mésas obtenues après gravure.
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Fig. 6.8 – Flancs des mésas obtenus après la gravure humide par l’acide sulfurique
(MOR5608). Le sens de la pente dépend des plans cristallins. La sous-gravure impor-
tante de la couche de contact à côté du joint de brasure métallique est systématiquement
présente sur tous les échantillons observés par MEB. Comme on voit sur les photos, les
contacts supérieurs sont suffisamment éloignés des bords sous-gravés.

(a) (b)

Fig. 6.9 – (a) Aspect final d’un mésa 200×400 µm2 à l’issue de la fabrication. La photo est
obtenue par microscope électronique à balayage. (b) Photo optique d’une région de l’échan-
tillon comportant plusieurs mésas. Sur certains mésas on a soudé par thermocompression
des fils d’or de 25 µm de diamètre.

Les pentes ≈ 45̊ sont typiques des gravures humides, et ne sont pas gênantes, à cause
de la marge d’environ 10 µm entre les contacts métalliques et le bord de l’échantillon. La
pente positive ou négative dépend des plans cristallins concernés (en général les motifs du
masque de lithographie sont bien alignés avec les plans cristallins).

Il est intéressant de remarquer qu’il apparaît une sous-gravure relativement importante
au voisinage immédiat du joint de brasure. La hauteur de la sous-gravure, d’environ 300
nm, correspond à l’épaisseur de la couche de contact avoisinant le joint (figure 6.8).
La présence du joint métallique semble donc augmenter considérablement la vitesse de
gravure de la couche dopée. Il pourrait s’agir ici d’un effet galvanique [171].
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Fig. 6.10 – Schéma expérimental de caractérisation des échantillons en courant continu.

L’avancement de la gravure est suivi à l’aide d’un profilomètre DekTak3ST. Cet appa-
reil scanne la surface mécaniquement avec une pointe de diamètre ≈ 10 µm et enregistre
les variations de hauteur avec une résolution de 2 nm. Par ce moyen, on a des mesures
précises de l’épaisseur de l’échantillon que l’on peut comparer à la valeur nominale. On a
mesuré ainsi une différence relative systématique de −5%, reportée sur le tableau 6.2.

Les dispositifs qu’on obtient à la fin de la fabrication sont montrés à la figure 6.9(a),(b).
La figure 6.9(a) est une photo obtenue par microscope électronique à balayage d’une mésa
de taille 200× 400 µm2, montrant la qualité du dispositif. Une photo prise au microscope
optique d’un ensemble de mésas est montrée à la figure 6.9(b). Cette photo permet de
juger de la qualité d’ensemble du procédé de fabrication. On voit des fils d’or de diamètre
25 µm, soudés sur les plots métalliques des dispositifs par thermocompression. Ces fils
assurent la connexion électrique avec l’extérieur.

6.2 Caractérisation électrique des dispositifs

6.2.1 Schéma expérimental

Dans cette section, nous allons présenter des mesures électriques en courant continu
sur les échantillons à cascades. Des mesures en électroluminescence seront présentées au
chapitre suivant.

Le schéma du dispositif expérimental est donné à la figure 6.10. L’échantillon est placé
dans un cryostat à circulation d’He, dont la température peut descendre jusqu’à 4 K.
Pour s’assurer de la bonne thermalisation, l’échantillon est collé sur une embase de cuivre
avec de la laque à l’argent (colle conductrice). Un boîtier électrique permet d’imposer une
tension continu sur l’échantillon. On mesure la tension aux bornes de l’échantillon et le
courant le traversant indépendamment. Le courant maximal que l’on peut mesurer est
300 mA.

Dans ce type de mesures, la masse du cryostat (reliée à l’embase de cuivre) et du
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boîtier de mesure sont indépendantes, ce qui permet de mesurer l’échantillon soit "en
positif" (masse du boîtier reliée à la masse du cryostat, le courant parcourt la cascade du
haut vers le bas du tableau 6.1), soit en "négatif" (branchement inverse, sens du courant
opposé). Le diagramme de bandes à la figure 5.6 du chapitre précédent, qui décrit le
fonctionnement de nos cascades, correspond à un branchement "en positif".

6.2.2 Évolution de la courbe I-V avec les paramètres de croissance

Dans le but d’obtenir un échantillon MOCVD optimal, dont les caractéristiques sont
semblables à celles de l’échantillon MBE de la référence [55], certains paramètres de la
croissance ont été changés en fonction des échantillons, comme on peut le constater sur le
tableau 6.2. L’évolution des échantillons est corrélée au comportement des courbes I − V
à basse température.

A la figure 6.11(a),(b) on montre des caractéristiques I−V de l’échantillon MOR5635,
qui fait partie des dernières générations de croissance. Ses caractéristiques possèdent le
comportement voulu. La figure 6.11(a) est la caractéristique V − J en fonction de la
température. La densité de courant J (en A/cm2), plutôt que le courant, est utilisée pour
que les courbes soient indépendantes de la surface des mésas. A basse température, on
observe l’apparition d’un plateau de courant à partir de J = 56 A/cm2 et V = 2 V .

Ce plateau de courant est une indication que les phénomènes de transport sont bien
régis par l’effet tunnel résonnant. Le plateau peut être expliqué par la formation de deux
zones de champ électrique dans la structure, par analogie avec le phénomène illustré à la
figure 5.4. La première zone ("champ faible") correspond à l’alignement des bandes selon
le diagramme de la figure 5.6, alors que la seconde ("champ fort") correspond à un aligne-
ment entre niveaux qui apparaît à champ plus fort27. La structure bascule alors période
par période de la zone de champ faible dans la zone de champ fort, par la progression
d’une frontière de charge d’espace qui ne peut plus être contenue par le dopage de la zone
injecteur. Comme les périodes passe d’une alignement à l’autre successivement, l’étendue
en tension de la zone de plateau est proportionnelle au nombre de périodes de la cascade.

Cette analyse est complétée et confirmée par les mesures d’électroluminesce, présentées
dans le chapitre suivant. Nous y reviendrons alors.

Les caractéristiques V − J à basse température sont très similaires de celles fournies
dans la référence [55], la différence étant que, pour les courbes de la référence, le plateau
apparaît pour un courant J = 75 A/cm2 est une tension V = 1 V . Ces différences sont
commentées plus bas.

Il est intéressant de remarquer qu’à partir d’une température de 40K, les caractéris-
tiques V − J ne changent plus avec la température. Cette température correspond à une
échelle d’énergie de kT ≈ 3.5 meV , en dessous de l’énergie du premier niveau excité,
qui est de l’ordre de 10 − 20 meV . On peut conclure qu’à partir de cette température
la distribution électronique est majoritairement thermalisée sur le niveau fondamental,
et que le transport est conditionné par la population des deux premiers niveaux, comme
expliqué au chapitre précédent.

27Remarquons que la structure de bandes est beaucoup plus compliquée dans une cascade quantique
que dans un super-réseau, et donc que la formation de domaines est également plus complexe.
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(a)

(b)

Fig. 6.11 – (a) Caractéristique tension - densité de courant (branchement en positif)
en fonction de la température pour l’échantillon MOR5635. Le plateau du courant est
clairement visible à partir de 40 K. (b) La caractéristique complète avec le tracé de la
résistance différentielle dV/dJ . Les plateaux de courant, en positif et négatif, apparaissent
comme des pics sur la courbe dV/dJ .



6.2. Caractérisation électrique des dispositifs 165

A la figure 6.11(b) on a représenté la caractéristique V − J de l’échantillon MOR5635
dans sa totalité, ainsi que la résistance différentielle dV/dJ (en Ω.cm2). Le tracé de dV/dJ
est obtenu à partir du résultat expérimental après un lissage28 pour éliminer les fluctua-
tions de la mesure. Le plateau de courant est marqué par un pic bien prononcé de la
résistance différentielle ; ainsi, plutôt que d’étudier les caractéristiques V − J on peut
suivre l’évolution des courbes de la résistance différentielle dV/dJ , sur lesquelles les phé-
nomènes d’alignement des bandes sont plus clairement visibles.

Comme cela a déjà été noté au paragraphe 6.1.1, le niveau du dopage résiduel et
intentionnel est un enjeu majeur pour les échantillons de type MOCVD. Voilà pourquoi
des échantillons avec des dopages intentionnels différents à l’intérieur de la cascade ont
été comparés.

A la figure 6.12(a) on compare les courbes de résistance différentielle dV/dJ en fonction
de la tension V pour les échantillons MOR5620 et MOR5635 à une température T <
10K. Les échantillons sont identiques, sauf pour le puits dopé de la zone injecteur : dans
l’échantillon MOR5620 c’est le puits de 15.5 nm qui est dopé, alors que dans le MOR5635
c’est le puits de 16.0 nm qui est dopé29. Le niveau de dopage 3× 1016 cm−3 est le même
pour les deux échantillons. Pour MOR5635 un pic très prononcé de dV/dJ est visible en
positif, alors que pour MOR5620 le pic se trouve dans la région des tensions négatives.
La possibilité de contrôler le comportement des cascades MOCVD par la localisation du
dopage intentionnel est ainsi bien démontrée.

A la figure 6.12(b) on a comparé les courbes dV/dJ en fonction de la densité de courant
J (T < 10K) pour les trois échantillons MOR5513, MOR5620 et MOR5608, qui ont le
puits de 15.5 nm dopé respectivement à 0, 3 et 6× 1016cm−3. Le dopage dans la cascade
MOR5513 correspond donc au dopage résiduel. Rappelons aussi que d’après le tableau
6.2 les épaisseurs du MOR5520 correspondent mieux aux valeurs nominales que les deux
autres échantillons. Les trois échantillons ont été mesurés dans des conditions identiques.

A la figure 6.12(b), on peut voir que pour l’échantillon MOR5513 non-dopé, les va-
riations dV/dJ sont très faibles même à basse température, alors que la résistance diffé-
rentielle est assez faible. En dopant le puits de 15.5 nm, on crée des pics de résistance
différentielle, surtout pour des tensions négatives. Pour MOR5620 de dopage 3 × 1016

cm−3 des pics apparaissent pour des densités de courant de 18 A/cm2 et 44 A/cm2, alors
que pour MOR5608 (dopage 6× 1016 cm−3) un pic apparaît pour une densité de courant
bien plus élevée : 110 A/cm2. Les tensions respectives sont rangées dans le même ordre.

Ces observations confirment le rôle de l’injecteur comme réservoir de porteurs pour
la cascade. En effet, d’une part, le phénomène de l’effet tunnel résonant n’est que très
peu visible dans l’échantillon non dopé et le transport doit s’y effectuer principalement
par d’autres voies. Le fait que les pics apparaissent avec l’augmentation du dopage inten-
tionnel montre que l ’on peut effectivement spécifier le niveau de ce type de dopage par
rapport au niveau du résiduel pour la MOCVD. D’autre part, la comparaison entre les
cascades dopées MOR5620 et MOR5608 montre que la densité de courant maximale que
l’on peut injecter dans l’échantillon juste avant le désalignement des périodes en champ

28Il s’agit de la fonction "Adjacent Averaging" du logiciel Origin qui a été utilisé pour tracer les courbes.
29Cette différence était due à une erreur dans la demande de la croissance, qui est fortuite, parce qu’elle

a permis d’effectuer cette comparaison.
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(a)

(b)

Fig. 6.12 – (a) Comparaison entre les courbes dV/dJ en fonction de la tension appliquée,
selon le puits dopé de la zone injecteur. Le pic correspondant au plateau passe de la région
des tensions négatives (puits 15.5 nm) à la région des tensions positives (puits 16.0 nm).
(b) Courbes dV/dJ pour différentes valeur du dopage du puits 15.5 nm, en fonction de
la densité de courant. Les tensions des pics sont également indiquées. Toutes les courbes
sont obtenues à basse température, entre 4 et 15 K.
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(a)

(b)

Fig. 6.13 – (a) Caractéristiques V − J à basse température pour mesas de différentes
surfaces : 200 × 800 µm2, 200 × 400 µm2 et 200 × 200 µm2. Les courbes se superposent
bien, ce qui confirme que le courant est bien proportionnel à la surface. (b) Courant en
fonction de la surface de la mesa à température ambiante. Les données sont obtenues
immédiatement après la fabrication des dispositifs.



168 Chapitre 6. Fabrication et caractérisation des dispositifs

faible augmente du fait de l’augmentation du nombre de porteurs disponibles dans la
cascade.

Pour les échantillons de la dernière génération de croissance, on a choisi un dopage de
3× 1016 cm−3 (plutôt que 6× 1016 cm−3) pour éviter d’éventuels problèmes d’absorption
par porteurs libres.

Nous commentons maintenant les différences observées entre l’échantillon MOR5635
et l’échantillon MBE de la référence [55]. Dans MOR5635 le puits de 16.0 nm est dopé
à 3 × 1016 cm−3 et on a un courant de plateau J = 56 A/cm2, alors que le dopage de
l’échantillon MBE est de 0.8×1016 cm−3 pour un courant de plateau J = 75 A/cm2. Nous
attribuons cette différence à la présence de carbone dans les plaques MOCVD, qui est une
impureté accepteur [162]. Une partie des électrons du dopage sert alors à compenser ces
impuretés, et n’est plus disponible pour le transport. Cette conclusion a été confirmée
par une étude numérique de l’équilibre ionique des trois espèces O, C et Si décrite dans
l’annexe G. L’étude montre aussi que le dopage résiduel MOCVD reste néanmoins de type
n.

Finalement, il est important de vérifier que le courant traversant un mésa donné est
bien proportionnel à la surface. Ceci est une vérification de la qualité de la fabrication.
En particulier, elle montre la bonne qualité des flancs de gravure humide, qui ne doivent
pas engendrer de court-circuits par une éventuelle sous-gravure trop importante, ni de
courants de périmètre parasites.

Une telle vérification se trouve sur la figure 6.13(a), qui est une superposition des
courbes V −J à basse température (T = 10K) pour des mésas de l’échantillon MOR5635
de taille 200×200 µm2, 200×400 µm2 et 200×800 µm2. Les trois courbes se superposent
bien, ce qui montre que le courant est bien proportionnel à la surface. A la figure 6.13(b)
on montre les résultats d’un test sous pointes réalisé sur l’échantillon MOR5608 à tempé-
rature ambiante en salle blanche immédiatement après la fabrication. La loi linéaire pour
le courant en fonction de la surface est vérifiée pour les deux types de contact AuGeNi
recuit et PtAu.

6.2.3 Contact Schottky

Un contact Schottky est le contact formé par une jonction métal-semiconducteur.
Considérons d’abord le cas d’une interface métal-semiconducteur parfaite, i.e. sans défauts
ni impuretés. Une barrière de potentiel apparaît alors à l’interface car le travail de sortie
d’un électron du métal qφm est supérieur à l’affinité électronique du semiconducteur qχ
(q = | − e| est la charge de l’électron). En première approximation, cette barrière de
potentiel qφB0 est donnée par qφB0 = q(φm − χ) [162] (figure 6.14(a)).

A l’équilibre, lorsque la tension appliquée à la jonction V est nulle, le niveau de Fermi
EF doit être le même dans le métal et dans le semi-conducteur. Comme dans le cas
d’une jonction p-n [172] une redistribution des charges a lieu : de la charge négative est
induite sur le métal est une couche de déplétion de largeur W apparaît sur la jonction.
Cette épaisseur est inversement proportionnelle à la racine carré du dopage W ∝ 1/

√
n

[162]. Du fait des charges induites à la surface métallique, la barrière se voit légèrement
déformée, et sa vraie hauteur qφBn est plus basse que la valeur qφB0 [162].

Lorsque la valeur de la tension appliquée n’est pas nulle, la hauteur de la barrière baisse



6.2. Caractérisation électrique des dispositifs 169

(a)

(b)

Fig. 6.14 – (a) Diagramme d’énergie pour une jonction métal-semiconducteur parfaite,
reproduite de la référence [162]. (b) Comparaison entre les caractéristiques J − V à basse
température, pour l’échantillon MOR5608, pour les contacts type Schottky (PtAu) et oh-
mique (AuGeNi recuit).
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si V > 0 et augmente si V < 0 (figure 6.14(a)). Respectivement, la largeur W diminue
si V > 0 et augmente si V < 0. La jonction possède ainsi des propriétés d’une diode
rectificatrice, et le courant J qui la traverse s’exprime (théorie d’émission thermoionique
[162]) :

J = J0e
−qφBn/kT (eqV/kT − 1) (6.3)

avec J0 une constante qui dépend de la température et des propriétés des matériaux.
Cette expression signifie simplement que pour obtenir un courant significatif à travers la
jonction, il faut franchir en direct une tension de seuil égale à la hauteur de la barrière
φBn. En inverse, le courant finit par passer à travers la barrière par effet tunnel lorsque
la tension est suffisante.

La description idéalisée qu’on vient de donner n’est plus totalement vraie dans le
cas d’une vraie jonction métal-semiconducteur. En particulier, pour le GaAs on a établi
l’existence d’états de surface chargés, qui "accrochent" le niveau de Fermi au milieu du
gap [173], [169]. La barrière de potentiel φBn est alors plutôt égale à 0.8 eV , qui est
approximativement la valeur de la moitié de l’énergie du gap de GaAs.

Dans le cas des contacts ohmiques de type AuGeNi, un recuit permet de faire diffuser
du germanium dans le semi-conducteur, permettant de "court-circuiter" la barrière de
potentiel [169].

A la figure 6.14(b) nous comparons les caractéristiques J−V à basse température pour
l’échantillon MOR5608, fabriqué avec deux types de contact : AuGeNi recuit et PtAu.
Le phénomène de seuil pour les contacts Schottky est clairement visible : on retrouve
la barrière de 0.8 V pour le branchement en positif. Une tension à 2.4 V apparaît en
négatif. Cette tension est considérablement plus faible que les valeurs de tension de rupture
(10−15 V ) reportées pour les contacts Schottky Au-GaAs [174]. Cette différence provient
très probablement de la présence de Ti comme couche d’accrochage, qui est connu pour
former des composés chimiques avec le GaAs (non-uniformément à l’interface Ti-GaAs)
[175].

L’interface entre le joint de la brasure et le semiconducteur, qui a subi un recuit à 200̊
C, ne semble pas limiter le courant.

Notre échantillon est supposé fonctionner en positif, ce qui justifie le choix de la sé-
quence de couches épitaxiales du tableau 6.1.



Chapitre 7

Résultats expérimentaux

Dans ce dernier chapitre du manuscrit nous présentons les résultats expérimentaux
concernant les variations de l’électroluminescence des cascades quantiques en fonction
de l’épaisseur de la cavité métallique. Notamment, le diagramme puissance-période pour
des cavités d’épaisseurs différentes sera construit et confronté aux résultats théoriques
de la première partie. La comparaison entre la modélisation et l’expérience va permettre
d’évaluer le taux d’émission spontanée (normalisé) Γsp/Γ0 en fonction de l’épaisseur, et
de mettre ainsi en évidence les effets d’électrodynamique en cavité dans le domaine THz,
donnant un résultat concluant à ce travail de thèse.

Des mesures d’électroluminescence résolues spéctralement seront présentées dans le
dernier paragraphe du chapitre. Outre une justification de la démarche entreprise pour la
construction du diagramme puissance-période, les spectres ont été un test sur la qualité
des structures à cascade quantique obtenues par la MOCVD, ouvrant la voie à une future
exploitation de ce type de croissance pour le domaine THz.

7.1 Dispositif expérimental

Le dispositif expérimental pour la mesure de l’électroluminescence THz des cascades
quantiques est présenté dans ce paragraphe. Le principe du dispositif est le plus simple
possible : il comporte la source (dans le cryostat He à circulation) placée en face d’un
détecteur. Deux éléments clés ont joué un rôle crucial pour le type de mesure qu’on a
voulu effectuer : un détecteur bolométrique, adapté pour le rayonnement THz, et un cône
de Winston, qui est un élément optique permettant d’obtenir une très bonne efficacité de
collection pour nos échantillons délivrant des intensités optiques assez faibles (quelques
dizaines de pW ).

7.1.1 Schéma électrique

Le schéma simplifié du dispositif expérimental est montré à la figure 7.1. Les mesures
d’électroluminescence sont effectuées en régime pulsé. Un générateur d’impulsions délivre
des créneaux de fréquence 300 Hz et de rapport cyclique 50 % qui alimentent l’échantillon,
et servent aussi de signal de référence pour une détection synchrone de signal optique. Un
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Fig. 7.1 – Schéma simplifié du dispositif expérimental pour la mesure de l’électrolumi-
nescence THz (non résolue spéctralement). Les mesures sont effectuées en régime pulsé.
Les boîtiers électriques permettant de mesurer la tension appliquée sur l’échantillon et le
courant ne sont pas indiqués sur la figure.

ensemble des boîtiers électriques (non indiqués sur la figure) permet de suivre la tension
V appliquée sur l’échantillon et le courant I prélevé sur une résistance de 4 Ω, et de tracer
ainsi des caractéristiques électriques conjointement avec les mesures optiques. La valeur
maximale mesurable du courant est I = 300 mA.

Le signal optique, qu’on notera L, est acheminé par un cône collecteur de Winston vers
un photomètre à bolomètre Ge (voir le paragraphe 7.1.3) alimenté en tension continue. Sur
chaque point de mesure le signal est une moyenne temporelle sur 3 sec, pour minimiser le
niveau du bruit. La phase de détection est optimisée en minimisant le signal en quadrature
dans la détection synchrone.

Pour les mesures en pulsé, la masse du cryostat n’est plus dissociée de celle des boîtiers
de mesure. Les mesures qu’on présentera ne sont effectuées que pour les tensions positives,
correspondant au "bon sens" de fonctionnement de la cascade.

7.1.2 Cône de Winston

Le cône de Winston est représenté schématiquement à la figure 7.2(a). Il s’agit d’une
surface de révolution réfléchissante autour de l’axe ∆, dont la section méridionale est
constituée des deux paraboles décalés. Le foyer F de la parabole supérieure sur la figure
7.2(a) est situé sur le bord inférieur de l’ouverture O′ [176]. Les deux ouvertures ont des
diamètres respectivement a et a′, et la longueur de cône de Winston est notée l.

Par construction, le cône de Winston est un collecteur parfait de lumière pour tous
les angles d’incidence entre −θM et +θM [176]. L’angle θM est l’angle que fait l’axe d’une
des paraboles avec l’axe de révolution ∆. Alors tous les rayons qui sont incidents sous
un angle |θ| ≤ θM de l’ouverture O vont se retrouver sur l’ouverture O′, alors que tous
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(a) (b)

Fig. 7.2 – (a) Schéma géométrique d’un cône de Winston. C’est une surface de révolution
réfléchissante autour d’un axe ∆, dont la section méridionale est constituée de deux para-
boles décalées. Les deux ouvertures du cône sont notées O et O′. Le foyer F de la parabole
supérieure est situé sur le bord inférieur de l’ouverture O′, et son axe fait un angle θM avec
l’axe de révolution ∆. C’est aussi l’angle que fait avec ∆ un rayon incident (en rouge)
reliant les deux ouvertures. (b) Photo d’un échantillon collé sur un embase de cuivre placée
devant le cône de Winston. Une système des pièces en cuivre permet de déplacer l’échan-
tillon selon les trois directions de l’espace pour le positionner précisément devant le cône,
tout en assurant un bon contact thermique avec le support froid du cryostat.

les autres rayons seront rejetés [176]. L’angle d’arrivée sur l’ouverture O′ est un angle
quelconque entre ±90̊ . On a les relations suivantes entre les paramètres a, a′ l et θM :

a′

a
= sin θM , l =

a+ a′

2
cot θM (7.1)

Le cône de Winston conserve l’étendue optique de l’ensemble des faisceaux incidents
pour les angles inférieures à θM [176]. En s’appuyant sur la conservation de l’étendue et
la réversibilité des trajets optiques on peut supposer que tout rayon, issu de l’ouverture
O′ (sous un angle quelconque) va repartir de l’ouverture O sous un angle |θ| ≤ θM par
rapport à l’axe ∆. Ainsi, on pourrait utiliser le cône de Winston en tant que collimateur
pour les échantillons à réseau qui émettent dans un éventail de directions relativement
large (voir figure 4.8(a),(b) qui sont les diagrammes de rayonnement typiques pour nos
sources aux fréquences THz). Par les propriétés géométriques du cône de Winston l’angle
de collimation θM est l’angle de collimation minimale pour un cône de taille finie, avec
une efficacité de collection maximale pour les rayons issus de l’ouverture O′.

Voici pourquoi nous avons adopté la configuration expérimentale de la figure 7.2(b).
Toutes les pièces mécaniques sont fixées et thérmalisées sur le support d’échantillon refroidi
du cryostat à circulation. L’échantillon est placé au voisinage de l’ouverture O′ d’un cône
de Winston30 avec θM = 5.6̊ . Le diamètre a′ est égale à 1 mm, la surface de l’ouverture O′

est ainsi comparable à la surface de l’échantillon. L’échantillon est collé sur un embasse de
cuivre de surface dorée, reposant sur une système de pièces usinées en cuivre qui permet

30Le cône a été acheté au société IRLabs, Inc.
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(a) (b)

Fig. 7.3 – (a) Photo de l’intérieur de l’enceinte du photomètre. On voit les gardes en
température, le cône collecteur et à droite suivie du bolomètre et relié électriquement, le
composant contenant la résistance de charge. (b) Caractéristiques V − I du bolomètre
refroidi à l’He liquide, en fonction de la pression. Le point de fonctionnement optimal est
indiqué. Ce point correspond à une alimentation en tension continue V ≈ 6 V olts.

de déplacer et fixer précisément l’échantillon devant le cône, au milieu de l’ouverture O′

(on voit nettement l’échantillon à travers la grande ouverture O). La bonne position de
l’échantillon est confirmée par observation sous microscope, placé au dessus du cryostat.
En réalité l’échantillon est légèrement décalé vers l’arrière de l’ouverture O′. Nous avons
estimé que seulement les rayons issus de l’échantillon dans un cône d’ouverture 60̊ autour
de la normale de l’échantillon rentrent dans l’ouverture O′. D’après les diagrammes de
rayonnement de la figure 4.8(a),(b) le lobe principal d’émission est entièrement contenu
dans ces directions.

Le diamètre de l’ouverture O, a = 1.3 cm est légèrement inférieur au diamètre des
fenêtres optiques du cryostat. La fenêtre en face du cône de Winston est fabriquée en
polyméthylpentène, qui un polymère transparent dans le domaine THz [177].

7.1.3 Détecteur bolométrique

Un bolomètre est un détecteur de rayonnement, dans lequel l’énergie du rayonnement
incident sert à échauffer un matériaux résisitif et provoque ainsi un changement de sa
température. La résistance étant fonction de la température, on détecte le rayonnement
par mesures électriques des variations de la résistance [178], par exemple, en mesurant les
variations du courant traversant la résistance pour une tension donnée.

Dans notre cas la résistance est un crystal de germanium fortement dopé [179]. Ce
bolomètre nous a été fourni par M. Noël Coron de l’Institut d’Astrophysique Spatiale
(Orsay), où il a servi à des mesures de spectres de niveaux rotationnels moléculaires [180],
[181].

Le bolomètre est monté dans un photomètre refroidi dont l’intérieur est montrée à la
figure 7.3(a). Le rayonnement arrive jusqu’à la résistance par un cône collecteur, similaire
au cône de Winston décrit précédemment, mais un peu moins sophistiqué (les coupes mé-
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ridionales sont de simples droites). Des filtres optiques situés devant la résistance coupent
les longueurs d’onde inférieures à 50 µm.

L’enceinte dans laquelle est situé le bolomètre (figure 7.3(a)) est thermiquement isolée
de l’extérieur par trois gardes sous vide. En remplissant le réservoir du photomètre avec
de l’helium liquide, puis en pompant l’helium on peut refroidir l’enceinte jusqu’à ≈ 1.3
K, pour obtenir une sensibilité maximale du bolomètre. Les caractéristiques V − I du
bolomètre pour différentes pressions/températures de l’helium sont données à la figure
7.3(b). Sur la même figure on a indiqué le point de sensibilité maximale du bolomètre,
correspondant à une pente maximale de la courbe V −I et un courant minimal ([178]). Le
signal du bolomètre est amplifié d’un facteur ×103 avant la détection synchrone ( figure
7.1).

Initialement nous avions prévu une lentille convergente en quartz, située de telle fa-
çon que le détecteur et l’émetteur se situent dans ses foyers. Finalement, il s’avérait plus
pratique d’amener l’entrée du photomètre directement en contact avec la fenêtre THz du
cryostat. Ainsi, nous avons pu récupérer le maximum de signal, tout en évitant des aligne-
ments compliqués. Le trajet dans l’air est également minimisé, ce qui évite au maximum
l’absorption des rayons THz par la vapeur d’eau de l’atmosphère, et réduit le niveau de
bruit. En outre, cette configuration expérimentale était hautement reproductible. C’est
dans ces conditions qu’on a systématiquement effectué nos mesures d’électroluminescence.

7.2 Diagramme puissance-période expérimental

7.2.1 Extraction du taux d’émission spontanée

Nous examinons maintenant les résultats d’électroluminescence (non-résolus spectrale-
ment) obtenus sur nos échantillons. Ces résultats, ainsi que les spectres qui seront présentés
dans le dernier paragraphe du chapitre constituent le test ultime sur la qualité des cas-
cades quantiques MOCVD. Les échantillons les plus systématiquement étudiés en optique
sont ceux décrits dans les 6 dernières lignes du tableau 6.2, car le dispositif expérimental
est devenu disponible au moment de leur apparition.

Électroluminescence en fonction du courant

La figure 7.4(a) représente les mesures L − V et J − V obtenues sur l’échantillon
MOR5635 (35 périodes), à basse température (T ≈ 4.5 K). L’électroluminescence est
donnée en unités arbitraires. Une estimation de la sensibilité du bolomètre et le gain
des amplificateurs donne une puissance absolue ≈ 20 pW pour le maximum du signal,
qui est supérieure par rapport à la valeur ≈ 1 pW fournie dans la référence [55] pour les
échantillons analogues obtenus par croissance MBE et ayant le même nombre de périodes.
Cette différence de plus d’un ordre de grandeur peut être due à une meilleure collection
de notre dispositif expérimental, ou aux effets de confinement du mode électromagnétique
(voir figure 4.3(b) du chapitre 4 et les commentaires correspondants).

La forme de la courbe L−V , et notamment la corrélation claire avec la caractéristique
J − V confirme le comportement de la structure discuté dans le paragraphe 6.2.2 du
chapitre 6. On observe que la luminescence croît régulièrement avec la tension avant le
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(a)

(b)

Fig. 7.4 – (a) Superposition des courbes L (luminescence) - V est J−V pour l’échantillon
MOR5635. (b) La luminescence en fonction du courant. Le mesa mesuré était de taille
200× 400 µm2. La puissance récoltée suit une évolution de type A

√
I − I0 pour le régime

qui correspond à l’alignement de la figure 5.6. Le coefficient A est proportionnel au produit
ηcolΓsp.
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plateau de courant, puis décroît dans la zone de plateau. En effet, avant le plateau, la
structure est alignée selon le diagramme de bandes décrit à la figure 5.6 du chapitre 5,
et la luminescence provient exclusivement de la transition 2 → 1. Les mesures spectrales
présentées dans le paragraphe 7.2.4 confirment cette affirmation. Le signal croît car le
courant augmente et donc le nombre de porteurs injectés dans le niveau 2 augmente.

L’électroluminescence apparaît à partir d’une certaine tension de seuil V0 ≈ 1 V . En
effet, à champ quasiment nul la conduction s’effectue entre les niveaux de bas de bande,
sans faire intervenir les niveaux supérieurs. Le tension de seuil correspond alors au début
de l’alignement du niveau d’injection sur les niveaux de transition 2 → 1 et l’établissement
du régime décrit sur la figure 5.6.

Sur la zone de plateau, il y a formation de domaines de champ, et le domaine à champ
faible, contenant l’alignement de type de la figure 5.6 est progressivement réduit, d’où
la décroissance de la luminescence. Après le plateau, la caractéristique J − V redevient
régulière, ce qui signifie que la structure a entièrement basculé dans un nouveau type
d’alignement, à champ plus fort. Les niveaux 2 et g ne sont plus alignés, et les porteurs
empruntent d’autres chemins de transport sur des niveaux excités. La luminescence croît
de nouveau, mais cette fois elle provient aussi d’autres transitions (par exemple, la tran-
sition 3 → 2 sur le diagramme 5.6 a quasiment la même énergie que la transition 2 → 1).

A la figure 7.4(b) l’électroluminescence est tracée en fonction du courant I. L’électro-
luminescence apparaît à partir d’un certain courant de seuil I0, correspondant à la tension
V0. Entre I0 et le courant d’apparition du plateau, l’électroluminescence suit bien une loi
de la forme A

√
I − I0. Ce comportement est conforme aux équations de bilan pour la

transition 2 → 1 établies dans le paragraphe 5.2.3 du chapitre 5, qui prédisent une telle
dépendance à très basse température lorsque la voie de désexcitation par le phonon LO
est bloquée (équation (5.15)). Le coefficient A est proportionnel à la quantité ηcolΓspN
qu’on cherche à mesurer pour l’observation d’effets d’électrodynamique en cavité.

Pour certaine échantillons nous avons observé la présence d’un petit signal négatif
pour de très faibles courants (I < I0), même après l’optimisation de la phase. L’origine
de ce signal, qui apparaît plutôt pour les réseaux de petite période, nous est inconnue. Le
même signal apparaît aussi dans des mesures d’électroluminescence sur des échantillons
MBE. La valeur négative signifie que le signal apparaît en opposition de phase par rapport
au pulse d’excitation, i.e. il surgit après l’extinction du créneau du pulse. Il pourrait ainsi
provenir, par exemple, de retour à l’équilibre, par une voie radiative, des électrons présents
dans la zone de charge d’espace des couches de contact dopées.

Blocage du phonon LO

Le blocage du phonon LO est illustré par l’étude de courbes luminescence - courant
en fonction de la température présentées à la figure 7.5(a),(b). A la figure 7.5(a) on donne
l’aspect des courbes L−I pour différentes températures. La luminescence décroît bien avec
l’augmentation de la température, ce qui est une confirmation de son origine inter-sous-
bande. Notamment le "coude" associé au plateau de courant, qui est clairement visible à
basse température, disparaît progressivement et n’est plus visible à partir de T ≥ 50K. La
courbe L− I devient quasiment linéaire. Rappelons que le plateau lui même reste visible
jusqu’une température sensiblement plus élevée, T ≈ 120 K (figure 6.11(a)). Ainsi on
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(a)

(b)

Fig. 7.5 – (a) Evolution des courbes L−I en fonction de la température pour l’échantillon
MOR5670 (39 périodes, mesa 200× 400 µm2). Les données expérimentales ont été lissées
avec le logiciel Origin. (b) Tracé de l’inverse de l’électroluminescence 1/L en fonction de
l’inverse de la température 1/T pour le courant I = 86 mA, qui correspond au maximum
de signal optique à basse température.
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peut conclure qu’aux températures élevées l’efficacité quantique Γsp/Γnr de la transition
2 → 1 diminue considérablement à cause du branchement de la voie des phonons LO, et
le signal peut provenir d’autres transitions excitées par l’échauffement de la distribution
électronique. En revanche, la courbe L−I n’évolue plus pour des températures T ≤ 15 K,
ce qui signifie que la distribution électronique est bien établie dans les premiers niveaux
de la cascade.

D’après l’expression (5.13) la puissance récoltée est inversement proportionnelle au
taux de transitions non-radiatives Γnr, qui suit une dépendance en température de la
forme (voir (5.5)) :

Γnr = Γee + ΓLO = Γee +G exp
{
− ELO −∆E

kT

}
(7.2)

Alors l’inverse de la luminescence 1/L doit être une exponentielle décroissante en
fonction de l’inverse de la température 1/T . A la figure 7.5(b) nous avons tracé les mesures
de 1/L à I = 86 mA en fonction de 1/T à partir des courbes L − I de la figure 7.5(a)
(la valeur I = 86 mA correspond au maximum de signal à basse température). Une
dépendance exponentielle de type A + B exp(−a/T ) est en effet observée, confirmant le
blocage du phonon LO à basse température. Le coefficient a = (ELO−∆E)/k permettrait
d’accéder à l’énergie de transition ∆E. Cependant, les fits sur les différentes mesures
effectuées donnent systématiquement de valeurs ∆E ≈ 28 meV trop élevées par rapport
à celle qui est mesurée spectralement ∆E = 17 meV (paragraphe 7.2.4). Cette différence
peut être expliquée par le fait que le signal ne provient pas exclusivement de la transition
2 → 1 à haute température.

En conclusion, nous avons réussi à atteindre les conditions expérimentales optimales,
décrites dans le paragraphe 5.2.3, pour l’extraction du taux d’émission spontanée à partir
des mesures effectuées sur nos échantillons.

7.2.2 Réduction de l’épaisseur de la cascade

Nous explorons maintenant l’évolution des caractéristiques de la structure lorsque le
nombre de périodes N change. Les mesures sont effectuées sur les échantillons MOR5698
(N = 4), MOR5671 (N = 9), MOR5699 (N = 19) et MOR5670 (N = 39) (tableau 6.2).
On peut remarquer la variation logarithmique de nombre de périodes. Ces échantillons
ont été obtenus dans une même campagne de croissance, pour éviter au maximum les
dérives dans les conditions de croissance.

Les caractéristiques J − V (à température T < 15 K) sont données à la figure 7.6(a).
La grandeur pertinente pour la comparaison des échantillon est l’étendue en voltage du
plateau de courant, qui est, comme on peut le constater avec les chiffres données à la figure
7.6(a), bien proportionnelle au nombre de périodes N . Le décalage en tension des courbes
J − V est probablement dû aux différences sur les contacts Schottky, qui dépendent
de l’état de surface métal-semiconducteur. Ces décalages ne sont pas importants pour
l’extraction du taux de l’émission spontanée, car ce qui compte ce sont les variations de
la luminescence en fonction du courant, et non pas de la tension.

On peut ainsi conclure que l’on a réussi à réduire l’épaisseur de la cavité sans altération
majeure de la source inter-sous-bande, et en particulier des champs électriques associées
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(a)

(b)

Fig. 7.6 – (a) Courbes J − V pour les échantillons de différent nombre de périodes N .
Pour chaque courbe on a indiqué l’étendue en voltage du plateau de courant, qui s’avère
d’être proportionnelle au nombre de périodes dans la cascade, comme attendu. (b) Electro-
luminescence en fonction du courant pour les échantillons de différent nombre de périodes.
Le code des couleurs de la figure précédente est respecté.
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à ses différents régimes de fonctionnement tels qu’ils sont décrits au paragraphe 5.2.
A la figure 7.6(b) on a tracé les signaux de luminescence en fonction du courant, ob-

tenus pour des mesas 200× 400 µm2 fabriqués à partir des quatre échantillons. Le réseau
métallique est toujours le même, de période 14 µm. Il est remarquable d’observer que
les signaux restent quasiment de même niveau quel que soit le nombre de périodes de
la cascade, alors que la puissance donnée par la formule (5.15) est bien proportionnelle
au nombre de périodes. Ces résultats sont déjà une indication pour les effets d’électro-
dynamique en cavité, car seulement ces effets peuvent provoquer une exaltation du taux
d’émission spontanée Γsp suffisante pour contrer la diminution de nombre de périodes N
(nombres des sources), à taux de transitions non-radiatives Γnr constants. Par ailleurs,
on a observé pour des structures sans confinement du champ électromagnétique (sans
miroir métallique inférieur) que la puissance récoltée est bien proportionnelle au nombre
de périodes de la cascade [182].

7.2.3 Diagramme puissance-période

D’après les résultats théoriques de chapitre 4 (paragraphe 4.4.4), le diagramme puissance-
période pour des cavités complexes de différentes épaisseurs contient les empreintes d’ef-
fets d’électrodynamique en cavité. Voilà pourquoi nous avons entrepris de construire ce
diagramme expérimentalement pour les cavités fabriquées à partir de nos échantillons.

Le diagramme à été obtenu par des mesures systématiques du coefficient A de la loi
A
√
I − I0, utilisée pour ajuster la courbe L − I expérimentale entre I0 et la zone du

plateau. Le coefficient A étant proportionnel au produit ηcolΓspN , pour avoir uniquement
la grandeur ηcolΓsp on a divisé le signal de l’électroluminescence par le nombre de périodes
N de la cascade. Le taux d’émission spontanée qu’on obtient ainsi est une intégrale sur
toutes les positions possibles des sources inter-sous-bandes, réparties à l’intérieur de la
cavité.

Rappelons que pour la construction théorique du diagramme, on calcule numérique-
ment la puissance rayonnée ∆P (L, d) en fonction de l’épaisseur de la cascade L et la
période du réseau d (on rappelle que la puissance est moyennée sur toutes les positions
possibles du dipôle rayonnant à l’intérieur de la cavité). La grandeur ∆P (L, d) ainsi ob-
tenue est normalisée à la valeur ∆P (L = 3.7µm, d = 18µm) qui est la puissance calculée
numériquement pour une cavité d’épaisseur L = 3.7 µm avec un réseau métallique de
période d = 18 µm, choisie comme référence. On obtient ainsi la fonction sans dimension
∆P (L, d)/∆P (L = 3.7µm, d = 18µm) des paramètres L et d, qui joue en quelque sorte le
rôle de facteur de Purcell (paragraphe 1.2.2, formule (1.44)) pour les cavités complexes31.
La grandeur ∆P (L, d) est aussi une moyenne sur les fréquences, pondérée par le profil
d’émission lorentzien de la source inter-sous-bande, centré sur une certaine fréquence ν0

(longueur d’onde λ = c/ν0), ce qui correspond à la situation expérimentale (voir le pa-
ragraphe suivant). Dans le calcul, la puissance à été également intégrée sur toutes les
directions dans un cône d’angle d’ouverture θ = 60̊ autour de la normale du réseau. Cet
angle correspond aux directions des rayons issus de l’échantillon et récoltés par le cône de

31Il s’agit plus précisément d’un facteur de Purcell "contaminé" par les effets de collection par le réseau
métallique, contenus dans le coefficient d’extraction ηcol.
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(a)

(b)

Fig. 7.7 – Diagrammes puissance-période théorique et expérimental. Les points ronds sont
les mesures expérimentales. Les courbes continues sont les calculs théoriques. Le code
des couleurs des figures précédentes (7.6(a),(b)) est respecté. (a) Comparaison entre la
théorie et l’expérience pour tous les échantillons. (b) Le diagramme sans le résultat pour
l’échantillon MOR5698 avec N = 4 périodes de la cascade.
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Winston (paragraphe 7.1.2).

De la même façon, pour obtenir une grandeur expérimentale, sans dimension, corres-
pondant à la grandeur théorique ∆P (L, d)/∆P (L = 3.7µm, d = 18µm), on a divisé les
pentes ηcolΓsp par la valeur mesurée pour l’échantillon de N = 39 périodes, avec un réseau
de période d = 18 µm32.

Les résultats des différentes mesures et la comparaison avec le modèle théorique sont
résumés à la figure 7.7(a),(b). La figure 7.7(a) est le diagramme puissance-période complet
obtenu sour toute la série des échantillons MOR5698-MOR56701. La figure 7.7(b) est le
diagramme sans l’échantillon MOR5698 le moins épais (N = 4 périodes de la cascade),
sur lequel, faute de temps, on n’a pas effectué des mesures systématiques. Remarquons
également que les calculs théoriques ont été effectués avec les épaisseurs nominales des
cavités, alors qu’en réalité les couches épitaxiales étaient légèrement moins épaisses, de
5%.

Le meilleur fit du nuage de points expérimentaux à été obtenu avec les courbes théo-
riques calculées pour une longueur d’onde λ = 70 µm (fréquence ν0 = 4.3 THz). Cette
valeur n’est pas loin de la valeur obtenue par mesures spectrales λ = 73 µm. Une fluc-
tuation relativement importante des points expérimentaux est également visible, mais
clairement les points suivent bien les prédictions théoriques. Sur la figure 7.7(b) on a éga-
lement donné, pour N = 9 périodes, une courbe en pointillé correspondant à la longueur
d’onde λ = 80 µm.

Avant de discuter les différences entre la théorie et l’expérience, nous allons dégager
les conclusions des mesures sur les effets d’électrodynamique en cavité dans le domaine
THz. Tout d’abord, les résultats montrent que le modèle théorique exposé dans la pre-
mière partie du manuscrit rend bien compte des phénomènes de diffraction dus au réseau
métallique dans les cavités complexes. Notamment le maximum de la puissance collectée
en fonction de la période du réseau d est correctement prédit.

En plus, le modèle fournit correctement la dépendance de la grandeur ηcolΓsp en fonc-
tion de l’épaisseur L de la cavité. L’exposant β ≈ 0.6 de la loi en puissance (4.40) pour le
maximum de la puissance récoltée en fonction de la période du réseau est alors correcte-
ment prédit.

Ainsi un accord satisfaisant est obtenu entre le modèle et l’expérience sur les variations
de la puissance collectée en fonctions des trois paramètres principaux : d, L et la longueur
d’onde d’emission λ. Nous pouvons donc nous appuyer sur le modèle pour nous affranchir
de l’efficacité de collection ηcol et évaluer les valeurs du taux d’émission spontanée Γsp/Γ0

"interne" pour chacune de nos cavités. Les résultats pour la fréquence 4.1 THz (λ ≈ 73
µm) sont donnés dans le tableau suivant (pour le calcul, on a utilisé les épaisseurs de
cavité mesurées pendant la fabrication) :

32Il s’agit d’une moyenne sur plusieurs mesures obtenues sur différents mesas 200 × 400 µm2 avec le
même réseau de période d = 18 µm.
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Nombre de périodes N Épaisseur de la zone active (µm) Γsp/Γ0

39 3.5 4.2
19 1.76 8.7
9 0.88 20.0
4 0.44 48.5

Conformément à la discussion du paragraphe 4.4.5 du chapitre 4, on a reporté ici
comme valeur de Γsp/Γ0 la valeur calculée pour le taux modal d’une cavité planaire équi-
valente (paragraphe 2.3.3, chapitre 2), dans laquelle le réseau métallique a été remplacé
par un miroir métallique plan.

Résumons alors nos conclusions, qui sont le bilan de ce travail de thèse :

Le diagramme puissance-période de la cavité, qui fournit les variations de la gran-
deur ηcolΓsp en fonction de la période de réseau d et l’épaisseur de la cavité L a
été construit expérimentalement. Le diagramme est compatible avec les prédictions
théoriques, obtenues à partir du modèle développé dans la partie I du manuscrit
(chapitres 3 et 4), pour une longueur d’onde d’émission λ = 70 µm, également
confirmée par l’expérience.
Le modèle théorique fournit à la fois la puissance rayonnée par une source à l’exté-
rieur de la cavité, à travers le réseau, et la modification du taux d’émission spontanée
de la source (TES). Les deux grandeurs étant intriquées, et le modèle ayant reçu
confirmation par les mesures qu’il donne le bon comportement de la puissance émise,
on peut s’appuyer sur le modèle pour estimer le TES Γsp de la source.
On prédit en particulier que le TES est peu modifié par la présence du réseau
métallique, et qu’il est pratiquement celui d’un cavité planaire. En effet, le mode
de la cavité complexe, d’épaisseur sub-longueur d’onde et des ouvertures entre les
fentes de réseau métallique inférieures à la longueur d’onde, tend vers le mode TM0

d’une cavité planaire à la limite des grandes longueurs d’onde.
La partie utile du TES (qui n’est pas associée à l’absorption des électrons libres
dans les couches de contact dopées) est donnée par la règle d’or de Fermi, et ses
valeurs pour nos cavités sont données dans le tableau plus haut. La valeur la plus
élevée, Γsp/Γ0 = 48.5 obtenue pour l’échantillon MOR5668 à quatre périodes, montre
plus d’un ordre de grandeur d’amélioration de l’efficacité quantique Γsp/Γnr de la
transition inter-sous-bande, due à la réduction de l’épaisseur de la cavité.

A présent, faisons un bilan des sources des fluctuations dans les mesures expérimen-
tales, visibles sur la figure 7.7.

En ce qui concerne le dispositif expérimental, une très bonne reproductibilité des
mesures en fonction de la position de l’échantillon devant le cône de Winston (figure
7.2(b)) a été constaté. Pour ce faire, on a effectué plusieurs mesures sur la même mesa
après plusieurs montages et démontages de l’échantillon dans le cryostat.

Les fluctuations dues à la structure épitaxiale proviennent d’une part des fluctuations
du dopage, qui peuvent modifier le signal récolté par variation de l’absorption des couches
dopées de la structure. Une autre source de bruit sont les variations latérales des épaisseurs
des couches épitaxiales. En effet, dans le cas le plus simple d’un puits quantique infini
l’énergie des transitions entre deux niveaux est inversement proportionnelle au carré de
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la largeur w du puits [54]. Les variations relatives de l’énergie de la transition (et donc de
la fréquence d’émission) sont alors données par la formule :

δE

E
= −2

δw

w
(7.3)

Pour la MOCVD, les variations latérales sont de 2% sur la plaque, ce qui donne une
variation latérale de la fréquence d’émission d’au moins 4%. Autres que les variations des
épaisseurs, les niveaux dans la cascade dépendent de la composition d’Al dans les barriers
[161]. Pour nos structures la composition d’Al est moins importante dans les barrières les
plus fines comme on le voit sur les images TEM (figure 6.1) du chapitre précédent ce qui
peut induire un décalage dans l’énergie de la transition 2 → 1 et donc des fluctuations
dans la longueur d’onde émise. Ainsi le fit en pointillés à la figure 7.7(b) sur les données de
l’échantillon à N = 9 périodes suggère que certains mesa rayonnent une longueur d’onde
plutôt égale à 80 µm.

La fabrication est également une source de fluctuations. Les motifs métalliques ob-
tenus par lithographie optique n’ont pas exactement les paramètres géométriques visés.
Nous avons estimé des différences relatives de l’ordre de 2%, mais les fluctuations dans
la puissance émise doivent être encore plus importantes, surtout pour les échantillons de
faible épaisseur qui sont plus sensibles aux fluctuations de la période du réseau d.

Néanmoins, en s’appuyant sur les résultats expérimentaux de la figure 7.7, on peut
affirmer que l’accord entre l’expérience et la théorie est constaté au delà des fluctuations
des mesures.

7.2.4 Mesures résolues spectralement

Pour conclure ce chapitre, nous présentons les mesures spectrales obtenues sur l’échan-
tillon MOR5700. Ces mesures ont été effectuées par G. Scalari à l’Université de Neuchâtel
33. L’appareil qui permet d’obtenir une résolution spectrale dans le domaine THz est un
Spectromètre Infrarouge à Transformée de Fourier (FT-IT), qui est un interoféromètre de
Michelson [182]. Dans ce type de spectromètre on détecte l’interférogramme obtenu par
l’interférence entre les signaux dans les deux bras de l’interoféromètre de Michelson en
fonction de la différence de marche. Le spectre est ensuite obtenu par une transformée de
Fourier numérique (FFT). Le signal est détecté dans un bolomètre, avec une moyenne sur
plusieurs secondes pour chaque valeur de la différence de marche. Pour éviter l’absorption
des rayons THz par les vapeurs d’eau dans l’atmosphère et maximiser le niveau du signal,
l’air est évacué tout le long des trajets des faisceaux. Également importante est l’optique
de collection, usuellement constituée de miroirs paraboliques, qui amène le signal optique
dans le spectromètre à partir de l’échantillon.

Les résultats obtenus sur une mesa de taille 200× 800 µm2 de l’échantillon MOR5700
sont donnés à la figure 7.8(a),(b). Le spectre 7.8(a) à été enregistré pour un densité de
courant faible J = 40 A/cm2, alors que le spectre 7.8(b) correspond à la densité de courant
J = 186 A/cm2, juste avant l’apparition du plateau pour cette mesa. Le creux à 16 meV
visible à la figure 7.8(b) est dû à une raie d’absorption du bolomètre. La mesure de la

33Institute of Physics, University of Neuchâtel, CH-2000 Neuchâtel, Switzerland
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(a)

(b)

Fig. 7.8 – Spectres d’émission pour l’échantillon MOR5700 (N = 39 périodes) pour diffé-
rentes densités de courant. (a) J = 40 A/cm2. Un fit lorentzien de la raie d’émission est
donné en rouge. (b) J = 186 A/cm2, juste avant le plateau du courant. Le creux vers 16
meV est dû à une raie d’absorption propre au détecteur.
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puissance intégrée est en accord avec notre estimations (voir 7.2.1, pour une mesa de
surface moitié) : 20 pW à J = 40 A/cm2 et 55 pW à J = 186 A/cm2.

Le spectre apparaît comme une raie lorentzienne centrée sur l’énergie ≈ 17 meV
(fréquence 4.1 THz, longueur d’onde λ = 73 µm). La fréquence attendue pour la structure
est plutôt 3.4 THz [55], ce qui est une différence de 20%. Comme expliquée précédemment,
les variations dans les épaisseurs et la composition d’Al par rapport au nominal peuvent
expliquer cette différence.

En comparaison avec les échantillons MBE analogues [55], les spectres présentés ici
sont plus nets (le fond parasite est beaucoup moins prononcé), et la raie d’émission est
plus fine. Ceci est du à la meilleure répétabilité de la croissance MOCVD par rapport à
la MBE. La largeur de la raie augmente avec le courant injecté dans la structure, car le
nombre des porteurs injectés augmente, et par conséquence le taux de transitions non-
radiatives (voir 5.2.2).

Ces résultats spectraux confirment la longueur d’onde prévue par les diagrammes
puissance - période (λ = 70 µm). L’aspect des spectres est également une justification de
la démarche utilisée pour la construction des diagrammes théoriques présentée au chapitre
4, qui était fondée sur l’hypothèse d’un profil lorentzien de la source inter-sous-bande.

Par ailleurs, ces résultats sont très encourageants vis-à-vis de la réalisation d’un laser
THz par croissance MOCVD, qui a été entamée à la fin de ce travail de thèse.
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Conclusion générale

L’objectif principal de ce travail de thèse consistait à mettre en évidence les effets
d’électrodynamique quantique en cavité dans le domaine THz. Compte tenu de l’accord
entre les résultats expérimentaux dans nos études d’électroluminescence et les prédictions
théoriques, on peut conclure que l’objectif est atteint. Nous résumons maintenant les
résultats obtenus en chemin et les perspectives qui s’ensuivent.

Tout d’abord, nous avons proposé une analyse détaillé de l’émission spontanée pour
les dispositifs qui fonctionnent dans le domaine THz. Cette analyse a été possible par
l’exploitation de la complémentarité entre les approches classique et quantique du calcul
de l’émission spontanée, expliquée au chapitre 1.

La particularité des dispositifs THz est la présence des couches de contact dopées, dont
la contribution aux propriétés optiques d’une structure multicouches ne peut être négligée
dans le domaine THz. Notamment, le couplage entre les oscillations plasma des électrons
libres dans les couches dopées et le mode optique de la cavité engendre un mode mixte, de
type plasmon, dont la fréquence de saturation se situe dans le domaine THz. Pour rendre
compte de ces effets, et plus généralement pour obtenir le champ électromagnétique des
modes d’une cavité multicouche, une approche numérique a été proposée (paragraphe 2.2,
chapitre 2). Cette approche pourrait servir pour l’analyse des cavités lasers, notamment
pour le calcul de la dispersion et l’absorption de la cavité. Les effets d’inversion de po-
pulation dans la zone active pourraient facilement être pris en compte par une constante
diélectrique complexe.

Une première conséquence de l’existence du mode plasmon est une absorption accrue,
surtout pour les cavités de faible épaisseur. Les couches de contact pouvant être déplétées
par l’application d’une tension électrique dans un design approprié, on pourrait envisager
un dispositif électro-optique THz fonctionnant avec modulation de l’absorption.

Une deuxième conséquence est l’apparition d’une contribution non-radiative de l’émis-
sion spontanée, qui apparaît comme une désexcitation résonnante vers le plasmon des
couches dopées. Dans notre analyse le taux d’émission spontanée dans la cavité planaire
apparaît ainsi comme une somme des deux contributions. On distingue une partie "utile"
de l’émission spontanée, qui s’effectue dans le mode TM fondamental, et qui croît comme
l’inverse de l’épaisseur de la cavité. C’est cette contribution, fournie par la règle d’or de
Fermi, qui conditionne la puissance extraite du dispositif. La seconde contribution, "non-
exploitable", est associée à l’absorption dans les couches dopées et peut être évaluée par
le calcul du champ rétro-réfléchi.

Ayant écarté la géométrie purement planaire avec l’extraction par la tranche comme
peu efficace au point de vue de l’extraction de l’électroluminescence, nous avons envisagé
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une géométrie de la cavité plus complexe, le miroir métallique supérieur de la cavité étant
remplacé par un réseau métallique de fentes rectangulaires. Dans un premier temps, la
diffraction sous incidence oblique d’une onde électromagnétique par un réseau métallique,
posé sur un système multicouche, a été calculée dans l’approximation d’impédance de
surface (chapitre 3). Le modèle, confirmé dans le domaine THz par des mesures sur des
dispositifs passifs, pourrait servir également pour l’étude des systèmes photoniques dans
le moyen et proche infrarouge. Un développement possible est la généralisation du calcul
pour le cas d’un réseau 2D : par exemple un réseau d’ouvertures rectangulaires, en ne
retenant que les premiers modes TM ou TE dans les ouvertures.

Le problème d’une source dans une cavité avec réseau a ensuite été traité dans le
chapitre 4, l’accent étant portée par le calcul de la puissance rayonnée par la source à
travers le réseau. Le modèle fournit tant le champ proche, que le champ lointain rayonné
par la source.

Là également une généralisation immédiate pour une source de polarisation TM serait
le calcul pour un réseau 2D d’ouvertures rectangulaires, en ne retenant que le mode TM11

dans les ouvertures, qui est homologue avec la source. La validité de notre modèle n’est
également pas restreinte au domaine THz, et pourrait être étendue, par exemple, au
problème des molécules fluorescentes.

Pour nos sources dans le domaine THz, le modèle montre que la contribution dans
l’émission spontanée associée au réseau métallique est négligeable. La dynamique de la
source peut être traitée alors comme dans la cas de la cavité métallique planaire. On peut
séparer ainsi dans la puissance récoltée par le réseau les effets géométriques de collection,
qui dépendent de la période du réseau métallique, et les effets de dynamique, qui sont
conditionnés par le taux d’émission spontanée dans le mode TM fondamental de la cavité
planaire. Les effets de l’électrodynamique en cavité sont ainsi contenus dans le diagramme
puissance-période, sur lequel on reporte la puissance extraite en fonction de la période du
réseau pour différentes épaisseurs de la cavité.

Nous avons entrepris la vérification expérimentale de nos prédictions théoriques. Le
chemin est passé par un développement de la croissance MOCVD des dispositifs à cascade
quantique THz, jusqu’à maintenant peu exploitée pour ce genre de structures. Le but
ultime de cette voie est d’obtenir une structure laser MOCVD. Un dispositif expérimental
adapté pour la mesure de l’électroluminescence, suffisamment sensible compte tenu des
intensités faibles (≈ 10 pW ) qu’on était amené a détecter, a également été mis en place
au sein du laboratoire. Avec ce dispositif le diagramme puissance-période a été construit.
Grâce à l’accord des résultats expérimentaux avec la modélisation théorique, on peut
déduire un facteur de renforcement Γsp/Γ0 ≈ 50 pour la structure à cascade quantique
de plus faible épaisseur (N = 4 périodes de la cascade), qui représente plus d’un ordre de
grandeur d’amélioration de l’efficacité quantique de la transition inter-sous-bande.

Comme perspective de cette étude, on pourrait envisager une exploration des effets
d’électrodynamique dans le cas du régime laser. Bien qu’il soit largement admis que le
gain modal n’est pas affecté par les effets EDQC, car indépendant de la densité d’états
du mode [68], dans notre cas il pourrait y avoir un effet, car le renforcement de l’émission
provient non pas de la densité d’états, mais du renforcement de l’élément de matrice
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d’interaction dipolaire normalisé 34.
Une autre perspective est l’exploration d’autres types de géométries avec un confi-

nement 2D ou 3D du champ électromagnétique. De telles structures, comme disques ou
rectangles seraient également faciles à fabriquer aux échelles inférieures à la longueurs
d’onde rayonnée et aurait des facteurs de renforcement encore meilleurs. On pourrait en-
visager des rangées de telles structures pour obtenir une efficacité de rayonnement par
unité de surface équivalente. En utilisant des disques comme des briques élémentaires,
combinées avec des éléments diffractifs comme de réseaux métalliques, des nombreux dis-
positifs photoniques intéressantes peuvent être envisagés...

34Comme l’absorption dans les couches de contacts augmente également avec la réduction de l’épaisseur,
et donc il n’y aura pas d’effets sur les performances en termes de courant de seuil du laser. Mais un
dispositif plus compact pourrait ainsi être obtenu.
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Annexe A

Calcul détaillé du taux d’émission dans
les modes liés

Fig. A.1 – Système multi-couches pour le calcul du taux d’émission spontanée dans un
mode guidé. Chaque couche est caractérisée par ses épaisseur Li et dopage Ci. Pi et Qi

sont les amplitudes de la composante Ez des deux ondes planes contra-propageantes dans
la couche. Un dipôle vertical est placé à l’intérieur de la couche k, à une distance Lkd de
la face supérieure. Cette couche est supposée non-dopée Ck = 0.

Dans cette annexe on donne plus de détails sur le calcul du taux d’émission spontanée
dans un mode particulier du champ, décrit dans le chapitre 2. Le système est décrit à la
figure A.1. Il s’agit d’un ensemble des couches, délimitées par un miroir métallique M1

et un substrat infini M2. Les épaisseurs des couches sont notées Li et les dopages Ci. Le
dipôle est placé dans la couche Lk, supposée non dopée : Ck = 0. Soient Pi et Qi les
amplitudes des ondes planes contra-propageantes dans la couche i, l’origine des phases
est prise sur la face supérieure de la couche. Le champ Ezi dans la couche s’écrit alors :
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Ezi(z, rp) = Pie
ikprp+iγiz +Qie

ikprp−iγiz (A.1)

avec kp la composante du vecteur d’onde dans le plan, et γi obtenu à partir de la
relation :

γ2
i + k2

p = εi
ω2

c2
(A.2)

avec ω la fréquence, c la vitesse de la lumière et εi la constante diélectrique de la
couche.

La première étape dans le calcul numérique du taux d’émission spontanée est le calcul
de la relation de dispersion :

1

RM1M2

(ω,kp) = 0 (A.3)

RM1M2 est la réflectivité totale du système obtenue par la procédure itérative décrite
dans le chapitre 2. Par invariance de rotation dans le plan des couches, la fréquence n’est
fonction que du module k = |kp| du vecteur d’onde. La fréquence obtenue est généralement
un nombre complexe. Toutes les grandeurs calculées ici seront exprimées comme fonction
du paramètre réel k.

Pour normaliser le mode, on va exprimer toutes les amplitudes du champ à partir d’un
paramètre unique. On choisira l’amplitude A du champ sortant dans le substrat. Avec les
résultats du chapitre 2, on peut exprimer toutes les amplitudes :

Qi =
A

TiM2e
iγiLi

(A.4)

Pi = QiRiM2e
2iγiLi (A.5)

On peut alors calculer l’énergie par unité de surface dans la couche i :

Ii =
ε0

2

∫ −Li

0

Πi|Ez|2dz =
ε0

2
|A|2 ΠiGi

|TiM2e
iγiLi|2

(A.6)

On a introduit ici les notations :

Gi = G(Li, γi, RiM2) =

∫ 0

−Li

|e−iγiz +RiM2e
iγi(2Li+z)|2dz (A.7)

∫ 0

−Li

|e−iγiz +RiM2e
iγi(2Li+z)|2dz =

(A.8)
Lie

−Im(γi)Li{shc(Im(γi)Li)[1 + |RiM2e
iγiLi|2] + 2sinc(Re(γi)Li)Re(RiM2e

iγiLi)}
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shc(x) =
ex − e−x

2x
sinc(x) =

eix − e−ix

2ix
(A.9)

Πi = Π(γi, Ci) =
(dωεi(ω)

dω
+ ε∞

ω2
pi

ω2

)(
1 +

|γi|2

k2

)
+
|εi(ω)|2k2

0

k2
(A.10)

La densité d’énergie dans le métal est prise comme nulle. Alors la condition de nor-
malisation du champ sur les M couches s’écrira :

S(
M∑
i=1

Ii + IM2) =
~ω
2

(A.11)

L’intégral IM2 est l’énergie par unité de surface dans la couche M2 :

IM2 =
ε0

2
ΠM2

1

−2Im(γi)
(A.12)

Si la couche M2 est métallique, on a IM2 = 0. Nous sommes alors en mesure d’écrire
l’expression du taux modal pour le système mullti-couches :

Γmode(Lkd)

Γ0

=

3

2n1k3
0

|eiγkLkd +RkM2e
iγk(2Lk−Lkd)|2/|TkM2e

iγkLk |2∑
couches i(GiΠi)/|TiM2e

iγiLi|2
× (A.13)

ω′

ξ

(
arctan

ξk̄2

2|ω′′|
+ arctan

ξ(k2
max − k̄2)

2|ω′′|

)
Dans cette dernière expression on a ajouté la densité d’états calculée dans le chapitre 2.

Dans la somme sur les couches au dénominateur il faut ajouter la densité d’énergie dans la
couche M2 si celle-là n’est pas métallique. Si des couches intermédiaires dans l’empilement
1, 2, 3, ... sont métalliques, il faut poser leur densité d’énergie égale à zéro. On rappelle
que ξ désigne la dérivée :

ξ =
dω′

dk2
(A.14)

Le résultat (A.13) est très général, applicable pour une ensemble arbitraire des couches
planes dopées, diélectriques ou métalliques.
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Annexe B

Calcul du coefficient d’extraction d’une
cavité planaire

Diffraction sur la facette de la cavité

(a) (b)

Fig. B.1 – (a) Géométrie dans laquelle on vas examiner l’extraction par le bord de la
cavité. Pour simplifier, les interfaces métalliques sont considérées comme métal parfait.
(b)Source dans une cavité de longueur L

Dans cette annexe on present un calcul de coefficient de transmission à travers la facet
d’un cavité planaire. Ceci est un problème de diffraction dont la géométrie est montrée à
la figure B.1(a). Le corp de la cavité est constitué d’un diélectrique d’indice n1, d’épaisseur
w. A la sortie se trouve un milieux diélectrique semi-infini d’indice n3. Les miroirs de la
cavité seront supposés constitué du métal parfait. Ceci simplifie beaucoup le problème,
en autre on fera l’hypothèse que l’effet dominant dans la diffraction est contenue dans la
géométrie du système. Un repère Oxyz direct est placé comme à la figure. Le système
sera supposée infinie dans la direction Ox.

Le champ électrique Ez dans la cavité (y < 0) est supposé de la forme :

Ez = E0e
ikmodey + Ere

−ikmodey (B.1)
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Ici kmode est le nombre d’onde (constante de propagation) du mode dans la cavité. Dans
l’esprit de notre approximation, on négligera la partie imaginaire de kmode. On supposera
en fait qu’il est pas loin du celui du mode fondamental qui se propage entre dans un cavité
fermée par miroirs parfaits :

kmode ≈ n1k0 (B.2)

En autre on négligera la dependance du champ en z, ce qui est un bon approximation
même pour des cavité plus réalistes. Alors à partir des équation de Maxwell on peut
facilement montrer que la seule composante non-null du champ magnétique est Hx qui
s’écrit :

Hx =
n1k0

µ0ω
(E0e

in1k0y − Ere
−in1k0y) (B.3)

Dans la région y > 0 on écrira le champ électrique Ez comme une décomposition en
ondes planes :

Ez =

∫ ∞

−∞
R(k)eiky+iγ3zdk (B.4)

avec la définition habituelle de γ3 :

γ3 =
√
ε3k2

0 − k2 (B.5)

Les équation de Maxwell fournissent le champ magnétique dans cette région :

Hx =
ε3k

2
0

µ0ω

∫ ∞

−∞

R(k)

γ3

eiky+iγ3zdk (B.6)

La demarche pour déterminer la fonction R(k) est similaire à celle du chapitre 4. Les
conditions aux limites pour le champ électrique Ez sur l’interface z = 0 imposent :∫ ∞

−∞
R(k)eikydk =

{ E0 + Er pour− w/2 ≤ y ≤ w/2
0 sinon

.
On inverse facilement l’intégral de Fourier pour obtenir :

R(k) =
w

2π
sinc(

kw

2
)(E0 + Er) (B.7)

La condition aux limites pour le champ magnétique s’écrit (projection sur l’ouverture) :∫ L/2

−L/2

Hx(y = 0−)dy =

∫ L/2

−L/2

Hx(y = 0+)dy (B.8)

On en déduit la relation :

(E0 + Er)
ε3k0L

2πn1

∫ ∞

−∞

sinc2(kL
2

)

γ3

dk = E0 − Er (B.9)
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Posons :

r =
ε3k0w

2πn1

∫ ∞

−∞

sinc2(kw
2

)

γ3

dk (B.10)

et notons :

x =
n3k0w

2
(B.11)

Avec un changement de variable on peut écrire :

r =
n3

n1

x

π

∫ ∞

−∞

sinc2(xk)√
1− k2

dk (B.12)

La fonction R(k) s’écrit maintenant :

R(k) =
2

1 + r

w

2π
sinc(

kw

2
)E0 (B.13)

Notre but est maintenant de calculer le champ lointain. Dans l’équation (B.4), on
appliquera le théorème de la phase stationnaire. La quantité importante ici est la phase :

Φ(k) = kz + γ3y (B.14)

Les expressions asymptotiques des champs Ez et Hx sont alors :

Ez = R(k)

√
2π

|Φ′′(k)|
eiΦ(k)−i π

2
sign(Φ′′(k)) (B.15)

Hz =
ε3k

2
0

µ0ω

R(k)

γ3

√
2π

|Φ′′(k)|
eiΦ(k)−i π

2
sign(Φ′′(k)) (B.16)

et k = n3k0 sin θ est la solution de l’équation :

Φ′(k) = 0 (B.17)

et θ est l’angle de la direction d’observation (figure B.1(a)) les équations qu’on vient
d’établir permettent de calculer (après quelques étapes algébriques) le vecteur de Poyn-
ting :

S = Re{E×H∗} = ŷ
|R(n3k0 sin θ)|2

µ0ω

2πε3k
2
0

D
cos θ (B.18)

En calculant le flux de vecteur de Poynting à travers une surface élémentaire dΣ =
hDdθ cos θ (h est la largeur du dispositif) et en integrant dans toutes les directions de
l’espace on peut en déduire l’intensité totale sortant du dispositif Iout :

Iout =
w2πε3k

2
0

µ0ω

∫ π/2

−π/2

|R(n3k0 sin θ)|2 cos2 θdθ (B.19)
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On va normaliser cette quantité à l’intensité transportée par l’onde incidente à l’inter-
face Iin :

Iin =
k0

µ0ω
|E0|2hw (B.20)

On définit ainsi le coefficient de transmission T :

T =
Iout

Iin
=

4

|1 + r|2
n3

n1

x

π

∫ π/2

−π/2

sinc2(x sin θ) cos2 θdθ (B.21)

Pour verifier la pertinence du résultat examinons cette expression dans le cas limit
L→∞. En utilisant la formule :

sinc2(
kw

2
) → 2π

w
δ(k) (B.22)

on montre facilement que (B.21) devient l’expression habituel de la transmission à
l’interface entre deux diélectriques :

T =
4n1n3

(n1 + n3)2
(B.23)

Le cas limit qui nous intéresse ici est L→ 0. Pour simplifier, on négligera la quantité r
de l’équation (B.12) qui est proportionnel à w. Ensuite, dans l’équation (B.21) la fonction
sinus cardinal est pratiquement égale à 1. On arrive ainsi à l’expression :

T ≈
2n3

n1

πw

λ
(B.24)

avec λ la longueur d’onde dans le vide. Cette expression est valable pour n3πw/λ �
1.0.

Enfin, lorsqu’on considère une cavité avec des couches dopées en plus, il faut remplacer
partout l’indice n1 par l’indice effective du mode neff dans la cavité :

T ≈
2n3

neff

πw

λ
(B.25)

Puissance extraite à travers la facette

En réalité la puissance extraite depend autre que du coefficient de transmission T , du
coefficient d’absorption α de la cavité. Considérons une source à l’intérieure de la cavité de
longueur L, à une distance x de la facette, comme à la figure B.1(b). La source rayonne
une puissance P0 dans le mode, dans les deux directions de propagation. A partir du
coefficient de transmission T on a le coefficient de reflection R = 1− T , d’où la puissance
récupérée à la sortie après les allées-retours multiples dans la cavité :

Pout(x) = TP0
e−αx + (1− T )e−2αLeαx

1− (1− T )2e−2αL
(B.26)
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En moyennant sur la longueur L de la cavité on obtient :

Pout =
1

L

∫ L

0

Pout(x)dx = P0
T

αL

1− e−αL

1− (1− T )e−αL
(B.27)

Dans la limite de très grand absorption αL� 1, d’où :

Pout = P0
T

αL
(B.28)
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Annexe C

Puissance rayonnée à l’extérieur de la
cavité complexe

Dans cette annexe le résultat sur la puissance émise par un dipôle dans une cavité
complexe (4.17) est démontré. Cette démonstration est basée sur les expressions de flux
rayonné de la référence [45], mais elle est adaptée à la résolution numérique de l’équation
(4.13).

De manière générale, le champ électrique Em(x, y, z) du m-ième ordre de Rayleigh
Em(x, y, z) au point (x, y, z) s’écrit :

Em(x, y, z) =

∫ ∫
TmA(α, β)eiαmx+iβy+iγAmzdαdβ (C.1)

En utilisant le théorème de la phase stationnaire, on obtient le champ rayonné dans
le substrat S, à très grandes distances, dans la direction (αm, β, γ3m) :

Em(r) = −2πiγAmTmA(α, β)
einAk0r

r
(C.2)

avec r = |r| =
√
x2 + y2 + z2. Cette expression n’a de sens que si ReγAm 6= 0. Nous

allons nous intéresser plutôt au champ rayonnée dans la direction (αm, β, γAm). En utili-
sant :

γAm(α−m, β) = γA0(α, β) (C.3)
on obtient l’expression voulue :

Em(r) = −2πiγA0TmA(α−m, β)
einAk0r

r
(C.4)

Par le principe de superposition, il faut sommer sur tous les ordres de Rayleigh :

E(r) = −2πiγa0

∑
m

TmA(α−m, β)
einAk0r

r
(C.5)

Ainsi, lorsqu’il s’agit des amplitudes de Rayleigh "ordinaires", tous les ordres contri-
buent dans le champ lointain de la source. En effet, comme α ∈ [−∞,∞], il existe toujours
une valeur de α tel que Reγ3m 6= 0 (en d’autres termes, αm est dans le cercle radiatif).

203
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Fig. C.1 – Cercle radiatif de rayon n3 et les trois premières zones de Brillouin.

La somme sur l’indice m rappelle la définition des amplitudes quasi-périodiques (4.7).
Cependant, il faut faire attention car la variable α de l’équation (C.5) appartient au
cercle radiatif α2 + β2 6 ε3, alors que l’argument de la fonction T̃mA(α) doit varier dans
la première zone de Brillouin α ∈ [−λ/2d, λ/2d]. On peut choisir un nombre entier n, de
façon unique, tel que :

α = αZB + n
λ

d
(C.6)

et αZB appartient à la 1ère zone de Brillouin. Le choix de l’indice n est expliqué
graphiquement à la figure C.1. Sur le cercle radiatif C, donné par l’équation α2 +β2 6 εA,
on trace les zones de Brillouin de largeur λ/d. La première zone de Brillouin est centré
sur le cercle. Dans l’intersection entre cette zone et le cercle il faut prendre n = 0. Dans
l’intersection entre la seconde zone de Brillouin "à droite" (pour α > 0) et le cercle il faut
prendre n = +1, respectivement n = −1 pour la zone "à gauche" (pour α < 0), etc.

En appliquant la formule (4.7) on peut maintenant réécrire le champ rayonné à l’infini
avec l’amplitude quasi-périodique T̃n(αZB) :

E(r) = −2πiγa0T̃nA(αZB, β)
ein3k0r

r
(C.7)

Le vecteur d’onde γa0 satisfait :

γA0(α) = γAn(αZB) (C.8)

D’après la construction graphique de la figure C.1, une seule amplitude quasi-périodique
T̃0 suffit pour décrire la puissance rayonnée, lorsque le réseau est sub-longueur d’onde
λ > 2dnA.
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La puissance rayonnée dans l’angle solide dΩ s’obtient à partir du flux de Poynting à
travers la surface r2dΩ :

dI

dΩ
= 2π2

√
ε0εA

µ0

|γA0T̃nA|2 (C.9)

En exprimant le carré vectoriel avec les composantes T̃ e,h
nA , et en normalisant la puis-

sance par l’expression (4.15) on obtient le résultat voulu :

1

P1

dI

dΩ
=

3

8π

nA

n1

γ2
An(αZB)

εA|T̃ e
nA(αZB, β)|2 + |T̃ h

nA(αZB, β)|2

εA − γ2
An(αZB)

(C.10)
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Annexe D

Champ rayonné par un dipôle
horizontal

Dans cette annexe on considère le cas d’un dipôle horizontal, i.e. appartenant au plan
Oxy. L’angle entre le moment dipolaire et l’axe Ox sera noté ϕ. Le dipôle est placé dans
un système multi-couches, fermé par un réseau métallique, comme à la figure 4.1(a) du
chapitre 4. La dernière couche de l’empilement, avant le réseau, sera notée k, la couche
contenant le dipôle est la couche 1.

Le vecteur de droite pour l’équation (3.59), pour une source située dans le milieu 1
s’écrit, de manière générale :

1

α2 + β2


−I+

0m′ [αηε1γ1T
e
M1u

e + βγ1T
h
M1u

h]
0

J+
0m′ [βηε1γ1T

e
M1u

e + αγ1T
h
M1u

h]
0

 (D.1)

Cette expression peut être obtenue facilement en exprimant les coefficients (1−ρe
Ma) et

(1+ρh
Ma) dans le vecteur de droite dans la formule (3.59) par les coefficients de transmission

te,hMa, puis en généralisant pour une traversée quelconque des multicouches.
Les composantes selon z du champ électrique eu,d

z et magnétique hu,d
z de décomposition

en ondes planes du champ du dipôle (paragraphe 1.3.3) s’écrivent :

eu
z =

iµ0ω
2p

8π2ε1k2
0

[α cosϕ+ β sinϕ]ei(αx0+βy0+γ1L1) (D.2)

eu
z = − iµ0ω

2p

8π2ε1k2
0

[α cosϕ+ β sinϕ]ei(αx0+βy0+γ1(L−L1)) (D.3)

hu
z =

iωp

8π2γ1

[α sinϕ− β cosϕ]ei(−αx0+γ1L1) (D.4)

hd
z =

iωp

8π2γ1

[α sinϕ− β cosϕ]ei(−αx0+γ1(L−L1)) (D.5)
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Les sources ue et uh s’expriment à partir de ces composantes :

ue =
eu

z + ed
zR

e
1M2

e2iγ1L

1 + ρe
a1R

e
1M2

e2iγ1L
(D.6)

uh =
hu

z + hd
zR

h
1M2

e2iγ1L

1 + ρh
a1R

h
1M2

e2iγ1L
(D.7)

Introduisons les intermédiaires de calcul Ωe
n et Ωh

n :

Ωe
n = ηT en

M1

eiγ1nL1 −Ren
1M2

eiγ1n(2L−L1)

1 + ρen
a1R

en
1M2

e2iγ1nL
e−iαnx0 (D.8)

Ωh
n = T hn

M1

eiγ1nL1 +Rhn
1M2

eiγ1n(2L−L1)

1 + ρhn
a1R

hn
1M2

e2iγ1nL
e−iαnx0 (D.9)

Alors le vecteur de droite quasi-périodique s’écrit :

∑
n

1

α2
n + β2


−I+

nm′ [(α2
nΩe

n − β2Ωh
n) cosϕ+ αnβ(Ωe

n + Ωh
n) sinϕ]

0
J+

nm′ [αnβ(Ωe
n + Ωh

n) cosϕ+ (β2Ωe
n − α2

nΩh
n) sinϕ]

0

 (D.10)

Les expressions pour la puissance rayonnée à l’extérieur restent les mêmes que dans le
paragraphe 4.3.3.



Annexe E

Calcul numérique des intégrales

Réduction du domaine d’intégration

Dans notre modèle, le taux de l’emission spontanée est fourni sous forme d’une in-
tégrale bi-dimensionnelle (4.27) qui s’entend sur tout le plan (α, β). Il s’agit de calculer
alors de manière générale l’intégrale :

Re

∫ ∞

−∞

∫ ∞

−∞
Φ(α, β)dαdβ (E.1)

avec Φ(α, β) une fonction complexe. Pour le calcul numérique cherchons à réduire
le domaine d’intégration. Il est facile de montrer que la fonction Φ(α, β) est paire par
rapport à la variable β. Ceci est evident du point de vue physique, car les directions +y et
−y sont totalement équivalentes dans notre problème. La démonstration mathématique,
fondée sur les équations de diffraction du chapitre 3 est un peu longue, on en donnera les
grandes lignes.

D’abord, les différentes réflectivités R...
...(α, β) sont des fonctions de β2, donc paires

en β. On montre ensuite que le changement de variables β → −β correspond, pour les
matrices et les vecteurs dans les équations écrites dans le chapitre 3 à une transformation
unitaire, donnée par la matrice :

(
1 0
0 −1

)
(E.2)

La quantité αnΣx
an+βΣy

an est alors invariant par le changement de variable β → −β, car
elle correspond au produit scalaire des vecteurs (Σx

kn,−Σx
an,Σ

y
kn,−Σy

an)T et (0, αn, 0, β)T .
Le domaine d’intégration sur β est alors restreint sur l’axe R+.

Quant à la variable α, il n’existe pas de propriétés de symétrie générales dans le cas
du problème de la source localisée au voisinage du réseau, hormis pour les valeurs de
la position de la source x0 correspondant aux points de symétrie du réseau. Nous avons
utilisé la forme symétrisée (Φ(α, β)+Φ(−α, β))/2 pour ramener le domaine d’intégration
sur R+.

Il faut vérifier aussi si la fonction Φ(α, β) possède des singularités dans le domaine
d’intégration. On peut montrer, pour notre modèle, basé sur l’approximation de métal

209



210 Annexe E. Calcul numérique des intégrales

parfait pour les faces verticales des fentes, que la présence du mode guidé TM0 fondamental
dans les fentes du réseau introduit une singularité intégrable du type :

Φ(α, β) =
F (α, β)√
ε2 − β2

(E.3)

avec F (α, β) une fonction régulière. Ceci est facile à montrer dans le cas (qui est
d’ailleurs le plus pathologique) d’un réseau de métal parfait dans l’air (εn = ε2 = εa =
1). Dans la suite on traite le cas ε2 = 1, auquel on peut toujours se ramener par une
renormalisation appropriée des variables.

Nous sommes alors amenés à effectuer l’intégrale avec une singularité intégrable du
type :

Re

∫ ∞

0

∫ ∞

0

F (α, β)√
1− β2

dαdβ (E.4)

Le premier pas est de passer en coordonnées cylindriques, ce qui réduit encore le
domaine d’intégration (il y a juste une seule intégrale sur R+) :

α = ρ sin θ β = ρ cos θ (E.5)

Cette substitution convertit l’intégrale en :

Re

∫ π/2

0

∫ ∞

0

F (ρ, θ)√
1− ρ2 cos2 θ

dθρdρ (E.6)

Pour effectuer cette dernière intégrale en tenant compte de la singularité, on divise le
domaine d’integration en 5 parties dans le plan (ρ, θ) qui sont définies à la figure E.1. La
singularité β2 = 1 est décrite par l’équation ρ cos θ = 1.

-Sur la partie 1 (le rectangle [0, 1]× [0, π/2]) l’intégrale est non singulière. Elle s’écrit :

I1 = Re

∫ π/2

0

∫ 1

0

F (ρ, θ)√
1− ρ2 cos2 θ

dθρdρ (E.7)

C’est d’ailleurs une intégrale du même type qui décrit la puissance rayonnée par la
source.

-Sur la partie 2 délimité par la courbe (c) l’intégrale n’est pas singulière. Elle s’écrit,
avec θ0 = arccos(1/ρ) :

I2 = Re

∫ √
2

1

∫ 2θ0

0

F (ρ, θ)√
1− ρ2 cos2 θ

dθρdρ (E.8)

-Sur la partie 3 l’intégrale est singulière sur la courbe (a). Ce domaine est délimité par
les courbes θ = 0, ρ =

√
2 et ρ cos(θ/2) = 1. La courbe de singularité ρ cos(θ) = 1 est en

fait la médiatrice de triangle courbe ainsi obtenu. On transforme l’intégrale de la manière
suivante : ∫ √

2

1

dρ

∫ 2θ0

0

dθ =

∫ √
2

1

dρ(

∫ θ0

0

+

∫ 2θ0

θ0

) (E.9)
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Fig. E.1 – Division du domaine d’intégration sur le plan (ρ, θ). La valeur 1, 57 correspond
à π/2 et 0, 79 à π/4. La singularité intégrable est sur la courbe (a) ρ cos θ = 1. Le choix
des courbes (c) et (b) est tel que la courbe (a) est la médiatrice des domaines 3 et 4, ce
qui permet de symétriser les intégrales autour de (a) et de les rendre régulières.

Dans la première intégrale on fait le changement de variable θ = θ0 + φ et dans la
deuxième θ = θ0 − φ, grâce au choix particulier de la courbe (c) on obtient l’intégrale
symétrisée autour de la courbe de la singularité :

I3 = Re

∫ √
2

1

∫ θ0

0

[ F (ρ, φ+ θ0)√
1− cosφ+ sinφ

√
ρ2 − 1

+
F (ρ,−φ+ θ0)√

1− cosφ− sinφ
√
ρ2 − 1

]
dφρdρ

(E.10)
La fonction sous l’intégrale est maintenant régulière sur la singularité, d’après les règles

de Cauchy.
- On régularise la fonction sous l’intégrale de la même manière dans la domaine 4.

Après un changement de variable convenable on obtient l’expression :

Re

∫ ∞

√
2

∫ π/2−θ0

0

[ F (ρ, φ+ θ0)√
1 + cosφ− sinφ

√
ρ2 − 1

+
F (ρ,−φ+ θ0)√

1 + cosφ+ sinφ
√
ρ2 − 1

]
dφρdρ

(E.11)
Cette intégrale est infinie dans la variable ρ. Pour la rendre finie, on effectue le chan-
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Fig. E.2 – Illustration de l’algorithme d’intégration sur le carré [0, 1]× [0, 1]. Le carré est
initialement divisé en M ×N rectangle. Sur chaque rectangle on applique un algorithme
type Simpson itératif.

gement du variable ρ→ 1/t [62], et on obtient l’expression définitive :

I4 = Re

∫ π/2−θ0

0

∫ 1/
√

2

0

[ F (1/t, φ+ θ0)√
t(1 + cosφ)− sinφ

√
1− t2

+
F (1/t,−φ+ θ0)√

t(1 + cosφ) + sinφ
√

1− t2

]dθdt

t3/2

(E.12)
- Dans la domaine 5 la fonction est régulière. Après quelques réarrangements algé-

briques on obtient :

I5 = Re

∫ θ0/2+π/4

0

∫ 1/
√

2

0

F (1/t, θ)

t
√
t2 − cos2 θ

dθdt (E.13)

Pour chacune des intégrales ainsi obtenues, on fait un changement de variable affine
pour la convertir en une intégrale sur le carré [0, 1]× [0, 1].

Algorithme numérique d’intégration

L’intégrale obtenue : ∫ 1

0

∫ 1

0

f(x, y)dxdy (E.14)

on calcule à l’aide de l’algorithme suivant (figure E.2) qui est une généralisation 2D
de l’algorithme de Simpson recursif [62].
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Fig. E.3 – Application de l’algorithme de Simpson 2D, avec de différents paramètres M ,
N et kmax sur le calcul de l’intégrale (4.27) pour la cavité décrite dans le paragraphe 4.4.5.
Le dipôle est situé sur le coin du plot métallique : x0 = 0, L1 = 0.

On divise le carré en N ×M sous-rectangles. Dans chaque rectangle on prend le point
au milieu et on calcule l’intégrale comme :

M0 = f(xp, yq)
1

MN
(E.15)

On subdivise après le rectangle en 9 sous -rectangle et on fait une seconde évaluation
de l’intégrale comme :

M1 =
1

9
M0 + ∆ (E.16)

∆ =
1

9MN

8∑
i=1

f(Xi) (E.17)

Appliquons cette procédure k fois, on obtient ainsi une évaluation sur M × N × 9k

points au maximum. On arrête la procédure lorsque la difference |Mk−Mk+1| atteint une
certaine valeur minimale "prec".

Les paramètres d’entrée pour l’algorithme sont les nombres M , N , kmax - nombre
maximal d’itérations, et "prec" - la précision sur la valeur de l’intégrale choisie. Nous
avons ainsi une grande flexibilité sur le nombre total d’évaluations de la fonction et la
précision souhaitée (le temps de calcul total y est directement relié). Le plus grand mérite
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de cet algorithme est qu’il répartit de manière inhomogène l’effort numérique - il effectue
peu d’itérations dans la région où la fonction est régulière, et concentre plus d’efforts
(plus d’itérations) sur les régions où elle varie rapidement. Du temps de calcul est ainsi
économisé.

Convergence du calcul numérique

A titre d’exemple, on montre à la figure E.3 le calcul effectué pour un dipôle placé au
voisinage d’un coin du plot métallique du réseau (x0 = 0, L1 = 0). Le taux d’émission,
qui est maximal sur cet endroit, est tracé en fonction de la longueur d’onde d’émission.

Sur la figure E.3, on augmente progressivement les paramètres de calcul M , N et kmax

pour chacune des intégrales I1−5, pour tester la convergence du modèle. Sans surprise,
une convergence oscillatoire est observée. Pour le cas M = 20, N = 40, kmax = 3 le temps
typique de calcul d’un point est > 1 heure. Cependant, le bon ordre de grandeur du TES
est obtenu déjà avec kmax = 2. C’est cette valeur qu’on a utilisée pour obtenir les figures
4.11(a),(b).

Il est intéressant de remarquer que la convergence est de plus en plus difficile lorsque
la longueur d’onde λ augmente. On peut expliquer ceci de la manière suivante : lorsque
λ augmente, les paramètres géométriques effectifs de la cavité diminuent, et l’amplitude
des ondes évanescentes réfléchies sur le miroir inférieur ou diffractées sur le réseau devient
de plus en plus importante. Donc des ondes avec un vecteur d’onde k =

√
α2 + β2 de

plus en plus important contribuent à l’intégrale, ce qui revient à augmenter le domaine
de l’espace k sur lequel la fonction Φ(α, β) prend des valeurs importantes.



Annexe F

Procédure de fabrication des diodes QC
en cavité métallique

Nous donnons ici, à l’exemple de la référence [15], la procédure détaillée de fabrication
de nos dispositif. Il s’agit de la procédure finale qui a été utilisée pour les dispositifs de
la dernière série de croissance MOCVD. La même procédure a aussi été utilisée pour les
échantillons MBE. Certaines étapes, indiquées par "F" sont facultatives, des suggestions
pour améliorer le procédé.

Étape Conditions / Équipement

1.1 Nettoyage des plaques à la sortie
de l’épitaxie.

Acétone sous ultrasons (force 20-30), 5min.
Bain de propanol. L’usage du trichloroéthy-
lène est déconseillée.

F1 Dépôt des contacts ohmiques Au-
GeNi sur l’échantillon GaAs

Désoxydation HCl 10% (1min) + 3min rin-
çage eau désionisée. Métallisation en Bâti Al-
catel SCM 600/450 (L.Leroy, L.Couraud).

F2 Recuit des contacts Four AET de recuit rapide, 350̊ C, 30sec.
2 Report du substrat

2.2
Dépôt 50 nm Ti/300 nm Au sur
l’échantillon GaAs et le substrat
hôte InP.

Désoxydation HCl 10% (1min) + 3min rin-
çage eau désionisée. Evaporation en bâti Al-
catel SCM 600/450 (L.Leroy, L.Couraud).

2.2 Dépôt In 950 nm + Au 50 nm Bâti BELL, Pression < 10−5 mbar.

2.3
Découpe de l’échantillon et du
substrat en morceaux 5× 5 mm2

ou 8× 8 mm2

Scriber Karl-Süss, face arrière, plusieurs pas-
sages à force maxi.

2.4 Mise en contact dans la presse en
graphite

Une goutte d’éthanol sur le substrat permet
d’alligner sur les planes cristallins de l’échan-
tillon. On appuie avec un coton tige pour
évacuer l’air. On met les échantillons dans la
presse et on couvre avec une cale en graphite.
On serre avec le tournevis dynamométrique
gradué : bons résultats à partir de 60cN.m.
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Étape Conditions / Équipement

2.5 Recuit

Four AET de recuit lent, sous flux d’N2.
Montée 8̊ C/min jusqu’à 250̊ C, plateau
250̊ C pendant 2h30min, refroidissement na-
turel.

2.6 Rodage mécanique

Polisseuse électrique PRESI P320. L’échan-
tillon est fixé avec QuickStick sur un support
cylindrique en métal. Rodage avec plateau
en fonte (30tr/min) + poids supplémentaire.
Des cales en Si (450µm) pour éviter le "sur-
rodage". Flux d’Alumine à 3µm. Réduction
de l’épaisseur du substrat 350µm→ 40µm.

2.7 Nettoyage de l’échantillon Trichlo chaud/Acétone/Propanol (plusieurs
bains)

2.8 Préparation de l’acide citrique
Mélange de 50g de poudre d’acide citrique
dans 50ml d’eau (réaction endothermique).
Ajout de 20ml d’H2O2.

2.9 Retrait du substrat

L’échantillon collé par QuickStick sur une
lame de microscope est placé dans la solu-
tion. Agitation moyenne, plaque chauffante
à 50̊ C − 60̊ C pour une vitesse de gravure
de 1µm/min. Fin de la réaction : apparition
d’une surface aspect miroir, couleur de rouge
au vert.

2.10 Retrait de la couche d’arrêt HF à 30% dilué (5-10ml d’acide dans 50ml
d’eau). Réaction rapide, qq secondes.

2.11 Fin du report du substrat Décollage de la lame ; nettoyage Trichlo
chaud/Acétone/Propanol.

3 Lithographie optique AZ5214 3ème niveau masque THz3.
3.1 enduction pgm002 Tournette (3000tr/min, 30sec).
3.2 recuit 1min /125̊ C plaque chauffante.
3.3 insolation 6 sec MJB3.
3.4 recuit 45sec/125̊ C plaque chauffante.
3.5 insolation 35 sec sur le masque MJB3.
3.6 révélation MIF726, 20-30 sec.

4 Gravure légère de la résine (net-
toyage de la surface libre)

programme OxyAlu, 30sec, du bâti RIE
NEXTRAL NE 100.

5 Dépôt métallique (Au/Ge/Ni ou
Ti/Au)

Désoxydation HCl 10% (1min) + 3min rin-
çage. Bâti Alcatel SCM 600/450.

6 Lift-off Acétone + ultrasons (éventuellement), Pro-
panol.

7 Nettoyage des restes de la résine programme DELAQ, 5min, du bâti RIE
NEXTRAL NE 100.

F Recuit rapide des contacts oh-
miques 350̊ C/ 30 sec
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Étape Conditions / Équipement
8 Lithographie optique AZ4533 4ème niveau masque THz3.
8.1 désoxydation (important !) HCl 10% (1min) + 3min rinçage
8.2 enduction "rapide" Tournette, 6000tr/min
8.3 recuit 2min30sec/125̊ C plaque chauffante.
8.4 insolation 55 sec MJB3.
8.5 révélation AZ400K/H2O 1 :3, 2min (ni plus, ni moins !)
8.6 recuit 30min/100̊ C plaque chauffante.
9 Gravure humide Acide Sulfurique

9.1 Préparation de la solution Mélange H2SO4/H2O2/H2O, proportions
1 :8 :40

9.2 Gravure

Avancement de la gravure suivie par Dek-
TaK. Vitesse : 1µm/min. Fin facilement re-
pérable : apparition de l’aspect métallique,
très brillant, du joint de brasure. La mesure
sous pointes de la couche révélée montre une
bonne conductivité (Rpointe−pointe ≈ 10Ω si
contacts recuits, Rpointe−pointe ≈ 2kΩ si non).

9.3 Nettoyage de la résine Bain d’acétone + propanol + éventuellement
RIE DELAQ.

F Dépôt des contacts sur la brasure Litho AZ5214, niveau 5 du masque THz, mé-
tallisation...

10 Découpage Scribber en 4 mor-
ceaux

Échantillon collé sur scotch bleu. Force maxi.
Bain d’acétone pour enlever le scotch.

11 Montage sur une embase de
cuivre dorée Laque à l’argent.

12 Thermocompression fil d’or de 25
µm

KS model 4526. Paramètres : 1ère sou-
dure : power 2.5/time 3-4/ force 0 (plot
de contact) ; power 3-4/time max/force 1-
3 (joint de brasure) ; 2ème soudure : para-
mètres standard.
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Fig. F.1 – Dernière version du masque pour la lithographie optique, utilisé dans la fabri-
cation des dispositifs (masque THz3), un quart. Niveau 1 (vert) : dépôt de métal pour les
contacts. Niveau 2 (noir) : réseau (dépôt de métal ou gravure). Niveau 3 : 1+2. Niveau 4
(rouge) : mesa pour délimiter la puce. Niveau 5 (violet) : dépôt de métal contact inférieur
latéral. Les réseaux ont un rapport cyclique de 0.5 et leur période varie de 10 µm à 22 µm
avec pas de 2 µm dans une colonne.



Annexe G

Équilibre ionique des espèces Si, C et O
dans des couches MOCVD

Nous avons cherché à estimer l’influence des impuretés Si, C et O sur le dopage résiduel
et intentionnel des cascades MOCVD, en se basant sur les résultats SIMS de la figure 6.2.
D’après ces résultats, les couches contiennent en moyenne 8.5 × 1016 cm−3 d’oxygène et
3.5× 1016 cm−3 de carbone, en plus du dopage intentionnel en Si. Dans le GaAs l’espèce
Si se comporte comme un donneur d’énergie d’ionization 0.0058 eV en dessous de la
bande de conduction et l’oxygène se comporte comme un donneur d’énergie d’ionization
0.40 eV en dessous de la bande de conduction [162]. En fait, les deux atomes possèdent
d’autres niveaux donneurs et accepteurs, mais nous avons pris en première approximation
les niveaux qui sont les plus proches de la bande de conduction. Le carbone se comporte
comme un accepteur d’énergie 0.026 eV au dessus de la bande de valence [162].

La condition d’électroneutralité s’écrira alors :

nc + nd(Si) + nd(O) +Na(C) = pv + pa(C) +Nd(Si) +Nd(C) (G.1)

avec nc l’occupation de la bande de conduction, pv l’occupation de la bande de valence
(nombre de trous), Nd/a(X) le nombre d’impuretés donneurs/accepteurs pour l’espèce
X, nd(X) l’occupation du niveau d’impureté pour l’espèce X, et pa(X) l’occupation du
niveau d’impureté accepteur. L’équation (G.1) peut être comprise en remarquant que le
nombre des impuretés ionisées, par exemple des impuretés donneurs est N+

d = Nd − nd,
en faisant ensuite un bilan de charge.

A l’équilibre thermodynamique à la température T , les occupations nd et pa s’écrivent :

nd =
Nd

1 +
1

2
eβ(Ed−EF )

, pa =
Na

1 +
1

g
eβ(EF−Ea)

(G.2)

avec β = 1/kT , Ed et Ea les énergies d’ionisation pour les donneurs/accepteurs, EF

le niveau de Fermi (potentiel chimique) et g la dégénérescence du niveau accepteur, égale
à 4 pour le GaAs [162].

Les occupations nc et pv de la bande de conduction et de la bande de valence sont

219



220 Annexe G. Équilibre ionique des espèces Si, C et O dans des couches MOCVD

Fig. G.1 – Calcul de l’équilibre ionique en présence des impuretés C et O en fonction de
la concentration en Si. La température est T = 300 K.

données par les intégrales suivantes, qui découlent de la statistique de Fermi-Dirac :

nc =

∫ ∞

Ec

dEgc(E)
1

eβ(E−EF ) + 1
, pv =

∫ Ev

−∞
dEgv(E)

1

eβ(EF−E) + 1
(G.3)

avec Ec et Ev la position de la bande de conduction et de la bande de valence respec-
tivement, et gc(E) et gv(E) les densités d’états pour la bande de conduction et la bande
de valence.

Les équations (G.1)-(G.3) déterminent de manière implicite la valeur du niveau de
Fermi, à partir de laquelle les nombres nc et pv peuvent être évalués. Rappelons qu’on
parle de semiconducteur dopé de type n si nc > ni, avec ni = 2.8× 106 cm−3 l’occupation
de la bande de conduction en absence d’impuretés (valeur intrinsèque). Ce problème ne
peut être résolu que de manière numérique.

Notre but est de faire une évaluation qualitative des effets des impuretés C et O.
Voilà pourquoi dans notre approche numérique nous avons profité de quelques hypothèses
simplificatrices, employées usuellement. Tout d’abord, on suppose que la valeur de EF

satisfait les conditions :

β(EC − EF ) � 1, β(EF − EV ) � 1 (G.4)

Dans ce cas là, bien vérifié pour de faibles concentrations de porteurs lorsque le ni-
veau de Fermi n’est pas trop près des bandes, on peut négliger l’unité dans les termes
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exponentiels de (G.3) en obtenant les expressions suivantes plus simples :

nc = Nc(T )e−β(EC−EF ), pv = Pv(T )e−β(EF−EV ) (G.5)

avec

Nc(T ) =

∫ ∞

Ec

dEgc(E)e−β(E−EC), Pv(T ) =

∫ Ev

−∞
dEgv(E)e−β(EV −E) (G.6)

des fonctions lentement variables de la température. Les intégrales (G.5) peuvent être
évaluées analytiquement lorsque les expressions de densités d’état correspondent aux GaAs
massif. Cette approximation n’est cependant pas justifiée lorsqu’on considère le dopage
dans les puits de l’injecteur localisé sur quelques dizaines de nanomètres, et l’effet de
confinement quantique doit alors être pris en compte.

L’équation (G.1) a été résolue numériquement en utilisant les expressions (G.5), (G.6).
Des résultats sont donnés à la figure G.1. On a tracé les populations de la bande de
conduction nC et de la bande de valence pV en fonction de la concentration en Si. La courbe
en noir donne nC pour les valeurs de l’analyse SIMS. Le dopage reste majoritairement
de type n, mais une quantité de 3.5 × 1016 cm−3 en Si est nécessaire pour compenser le
carbone C qui est une impureté accepteur. Au delà de la compensation, le dopage atteint
l’ordre de grandeur voulu 1016 cm−3, mais le dopage efficace est moins important que les
valeurs programmées pour la concentration de Si, d’un facteur 2 au moins. Les tracés
de nC et pV en absence d’oxygène (en rouge et vert respectivement) confirment cette
conclusion.

Ces résultats sont en accord qualitatif avec nos observations, mais sont à prendre avec
précaution. Tout d’abord, les conditions de validité du calcul (G.4) ne sont pas tout à fait
satisfaites pour des dopages élevés. Le dopage résiduel est difficilement prévisible par des
modélisations, car c’est une grandeur qui dépend fortement des conditions de croissance
MOCVD. Pour nos structures, le dopage résiduel était ramené de type n avec un rapport
V/III (flux des éléments de type V sur flux de des éléments de type III) élevé.
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Résumé
Dans ce travail de thèse, on aborde la manifestation des effets d’Électrodynamique

Quantique en Cavité (EDQC) dans le domaine THz. Le domaine THz est définie comme
la région des fréquences entre 300 GHz et 30 THz (longueurs d’onde entre 10 µm et
1000 µm). Les sources que nous employons pour la génération rayonnement THz sont des
cascades quantiques électroluminescentes GaAs/GaAlAs.

Les longueurs d’ondes rayonnées (λ ≈ 100µm) sont ainsi beaucoup plus grandes que
l’épaisseur typique des émetteurs (≈ 1µm). Dans ces conditions, lorsque la source est mise
dans une cavité métallique planaire, le taux de l’émission spontanée croît comme l’inverse
de l’épaisseur de la cavité.

Le travail de thèse comporte d’abord un analyse théorique des dispositifs. Le taux
d’émission spontanée est étudié à la fois dans le formalisme classique du champ rétro-
réfléchi, et dans le formalisme quantique du règle d’or de Fermi. Pour la dernière approche
on a développé une méthode numérique pour le calcul et la normalisation des modes
optiques supportés par un système multicouches quelconque, qui peut être appliqué à
l’étude des dispositifs lasers. L’analyse des cavités planaires sub-longueur d’onde permet
de distinguer un effet "utile", qui porte sur le mode TM0 guidé dans la cavité, et un effet
d’absorption, associé aux plasmons de surface supporté par les couches de contact dopées
qui sont nécessaires pour l’injection électrique dans la cascade quantique.

Le problème d’extraction de l’émission de la cavité est ensuite analysé. Pour cela on
étudie un dispositif photonique de nouveau type, la "cavité complexe", dans lequel on a
remplacé le miroir métallique supérieur par un réseau métallique. Un modèle de diffraction
conique général est développé pour cette étude. Ce modèle a été vérifié dans le domaine
THz par mesures de transmission. Il est appliqué dans le cas de rayonnement dipolaire à
l’intérieur de la cavité complexe. Le comportement de la puissance extraite de la cavité
en fonction de la période du réseau et de l’épaisseur de la cavité permet de reconnaître
les effets d’Électrodynamique Quantique en Cavité dans le domaine THz.

Pour la mise en évidence expérimentale des effets EDQC, nous avons fabriqué et étudié
des cavités complexes avec une cascades quantique. La croissance de type MOCVD, peu
exploitée jusqu’à maintenant pour la fabrication des dispositifs à cascade quantique, a
été mis au point avec la perspective de réalisation des dispositifs lasers. Notre étude
expérimentale confirme les prévisions théoriques. Un facteur de renforcement de l’émission
spontanée de ≈ 50 est démontré pour la structure de l’épaisseur la plus faible 0.4µm. Nous
avons ainsi mis en évidence, pour la première fois, l’effet de réduction de l’épaisseur du
dispositif rayonnant sur l’émission spontanée dans le domaine THz.

Parmi les perspectives sur lesquelles cette étude débouche, on peut citer la réduction
de la taille latérale des dispositifs pour obtenir un effet Purcell 3D, et également l’exploi-
tation du plasmon des couches des contact dopées pour la conception et la fabrication des
dispositifs photoniques THz compacts de nouveau type.





Abstract

The subject of this PhD work is the manifestation of the Quantum Electrodynamics in
a Cavity (QED) effects in the THz domain. The THz domain is defined as the frequency
region between 300 GHz and 30 THz (in terms of wavelength : between 10 µm and
1000 µm). The sources that we use to generate the THz radiation are electroluminescent
GaAs/AlGaAs quantum cascades.

The radiated wavelength (λ ≈ 100µm) is much larger than the typical thickness of the
quantum cascade (≈ 1µm). Therefore, when the source is inserted into à planar metallic
cavity, the spontaneous emission rate increases as the inverse of the cavity thickness.

A part of the PhD work is a theoretical analysis of the devices in a cavity. The spon-
taneous emission rate is studied both from the classical point of view, in terms of retro-
reflected field, and from a quantum-mechanical point of view, in terms of the Fermi golden
rule. For the latter, we have developed a numerical method for the calculation and nor-
malization of modes supported by an arbitrary multilayered system, that can be applied
in lasing regime. The study of sub-wavelength cavities allows to distinguish between an
"useful" effect, concerning the fundamental guided TM0 mode, from an absorption effect
of the spontaneous emission rate, that occurs because of the surface plasmon that exist
into the doped contact layers, employed for current injection into the quantum cascade
structure.

We further analyse the luminescence extraction from the cavity. For this purpose, we
study a photonic device of a new type, "a complex cavity", in which the upper metallic
mirror is replaced by a metallic grating. A general model of conical diffraction is developed
for these studies. The model has been confirmed in transmission measurements in the THz
domain. It has been applied to the case of a dipole source inside a complex cavity. The
variation of the extracted power as function of the cavity thickness and the grating period
are related to the QED effects on the spontaneous emission.

In order to obtain an experimental proof of the QED effects in the THz domain,
we have fabricated and studied complex metallic cavities with a quantum cascade. The
MOCVD epitaxial growth, so far fairy unexplored for THz quantum cascades, has been
optimized with the possibility of growing laser devices. Our experimental studies confirm
the theory. A spontaneous emission enhancement factor of ≈ 50 has been deduced for
the thinnest device 0.4µm. This is the first time the QED effect of spontaneous emission
enhancement by reducing the device thickness has been put into evidence in the THz
domain.

As possible further development is the reducing the lateral size of the device to obtain
a full 3D Purcell effect. Also, the surface plasmon of the doped layers can be exploited
for the conception of compact THz photonic devices of a new kind.
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